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CHAPITRE 1

INTRODUCTION

Depuis les débuts du refroidissement de I’hélium métastable He™ par laser, quatre
équipes dans le monde sont parvenues a la production d’un condensat de Bose-Einstein
de I’isotope 4He* (Orsay [1], Paris [2], Amstersdam [3], Canberra [4]) ou du mélange
dégénéré boson-fermion 3He* —* He* (Amsterdam [5]). Aucun autre atome métastable
n’a pu étre condensé, malgré les efforts portés sur le néon (Eindhoven [6], Darmstadt [7],
Queensland [8]). Le faible nombre d’équipes travaillant avec I’hélium est a comparer aux
dizaines de groupes manipulant des gaz dégénérés d’alcalins.

Nous expliquons cette différence en résumant les spécificités de I’hélium dans le pa-
ragraphe 1.1. L’hélium présente en effet un inconvénient qu’il partage avec les autres gaz
rares quant a son utilisation dans des expériences d’atomes froids : ses niveaux d’éner-
gies n’autorisent des transitions depuis I’état fondamental que dans 1’ultraviolet lointain.
Celles-ci sont inexploitables pour le refroidissement par laser. Cependant, il est possible
en utilisant une décharge électrique de peupler un état métastable qui a une longue durée
de vie et qui sert alors d’état fondamental effectif. L’expérimentateur doit alors rele-
ver deux défis : d’une part réaliser un dispositif capable de produire de I’hélium dans
I’état métastable en quantité suffisante, et d’autre part de maitriser les pertes par colli-
sions ionisantes (dites collisions Penning) entre atomes métastables. Ces inconvénients
sont doublement compensés par des caractéristiques qui distinguent I’hélium métastable
des autres atomes : du fait de sa grande €nergie interne, il peut &tre détecté tres effi-
cacement par collision sur la surface d’un multiplicateur d’électrons ou d’une galette a
microcanaux ; sa structure est relativement simple (deux électrons, et spin nucléaire nul
pour I’isotope bosonique), ce qui en fait un candidat idéal pour les calculs ab initio de
physique atomique ou moléculaire.

Dans cette these, nous étudions les propriétés de I’interaction entre atomes méta-
stables “He*(23S1), que celle-ci soit élastique ou inélastique, c’est a dire selon que 1’état

électronique des atomes est conservé ou non par I’interaction. Pour cela, nous étudions



des collisions d’atomes métastables assistées par laser qui conduisent a la production de

molécules par photoassociation. Le paragraphe 1.2 rappelle comment la photoassocia-

tion de molécules a longue portée permet I’étude de I’interaction entre atomes [9].
Dans le paragraphe 1.3, nous évoquons avec précision les recherches menées a bien

durant cette these, avant de présenter dans le paragraphe 1.4 le plan du mémoire.

1.1 DL’hélium métastable

Les isotopes les plus abondants des gaz rares ont un spin nucléaire nul et ne pré-
sentent donc pas de structure hyperfine contrairement aux alcalins utilisés usuellement
dans les expériences d’atomes froids. C’est le cas de 1’isotope bosonique “He que nous
utilisons dans nos expériences. Les premiers niveaux électroniques de “He sont présen-
tés sur la figure 1.1. Nous préparons dans nos expériences 1’état métastable 2°S;. Sa
durée de vie est tres longue (environ 7900 s) du fait que sa désexcitation par une tran-
sition dipolaire électrique est interdite. Son excitation optique a partir de 1I’état fonda-
mental nécessiterait des lasers émettant dans 1’ultraviolet lointain (énergie de transition
de 20 eV, soit environ 60 nm), c’est pourquoi nous le produisons a 1’aide d’une dé-
charge. Les niveaux 23P et 3°P peuvent étre excités a partir de 1’état 23S; en utilisant
des lasers émettant respectivement 2 1083 nm ou 389 nm. Les transitions 23S — 23P, et
23S —33P, peuvent donc étre utilisées pour le refroidissement laser et pour réaliser un
piege magnéto-optique (MOT) [10]. La transition 2°S — 3°P, a été mise en ceuvre uni-
quement dans 1’équipe de V. Wassen 2 Amsterdam [11, 12, 13]. Le niveau 2°P peut étre
excité vers le niveau 3D par un laser émettant 2 588 nm. Cette transition a été exploitée
par M. Kumakura et N. Morita pour mesurer la fluorescence d’un MOT d’hélium méta-
stable [14]. L excitation de la transition dipolaire magnétique 23S — 2!S (largeur de raie
8 Hz) a I’aide d’un laser a 1557 nm a été envisagée dans le but de tester 1’électrodyna-
mique quantique [15]. L’atome d’hélium est en effet un atome relativement simple, ce
qui le rend intéressant d’un point de vue métrologique.

Une des spécificités de 1’hélium métastable réside en sa trés grande énergie interne

(20 eV). Cette énergie peut étre libérée quand I’atome métastable entre en collision avec
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Figure 1.1 — Niveaux d’énergie de *He. L’échelle n’est pas respectée. Nous indiquons
les durées de vies et énergies de transition pour les états utilisés dans des expériences
d’atomes froids. Dans cette thése, les atomes sont préparés dans 1’état métastable 23S,
de durée de vie 7900 s, que 1’on peut considérer comme infinie a I’échelle de nos expé-
riences. Nous exploitons des transitions vers les états 2°P & I’aide de lasers émettant a
1083 nm.



une surface, qu’elle soit métallique ou diélectrique. Un électron peut étre ainsi éjecté
de la surface par effet Auger. Cette propriété rend possible une détection des atomes
métastables avec une tres grande efficacité, puisque I’on peut multiplier les électrons
ainsi arrachés avec un multiplicateur d’électrons (CEM : Channeltron Electron Multi-
plier), ou une galette & micro-canaux. On peut alors détecter les atomes un par un, avec
une résolution spatiale de quelques dizaines de microns et une résolution temporelle de
quelques nanosecondes. Cela ouvre la voie a des expériences difficile a mener avec des
alcalins, comme 1’étude expérimentale directe des fonctions de corrélation'. C’est ainsi
qu’ont pu étre étudiés 1’effet Hanbury-Brown et Twiss atomique dans les équipes de A.
Aspect et W. Vassen [20, 21, 22, 23], et des expériences d’optique atomiques de mé-
lange a quatre ondes [24]. Cependant, la grande énergie interne de 1’hélium métastable
pose le probleme des collisions inélastiques Penning (une introduction compléte aux
collisions Penning est proposée au paragraphe 4.1.1). Dans le cas d’un nuage d’atomes

métastables, celles-ci sont décrites par la réaction suivante :
He*+He* — He+He +e~

Ce processus est tres efficace avec un taux d’ionisation de I’ordre de 10719 ecm3.s~ 1 [25].
Cependant, si les partenaires de collision sont polarisés, I’ionisation Penning est inhibée
du fait le spin électronique n’est pas conservé entre 1’état initial et final. Le processus
d’ionisation pour des atomes polarisés fait donc intervenir une transition virtuelle vers
un état de spin non polarisé, induite par I’interaction entre les moments magnétiques des

3

atomes. Un taux de collision de 10~1% cm?.s ™! a été calculé et vérifié expérimentalement

[26, 27, 28].

I’ observation de ces fonctions de corrélation peut cependant étre menée a bien de différentes ma-
nieres : étude des fluctuations de densité sur un grand nombre d’images d’absorption d’un nuage d’atomes
[16], détection d’atomes grace a une cavité optique de grande finesse [17], ou photoassociation [18, 19]



1.2 Photoassociation, molécules a longue portée, interactions entre atomes

On appelle photoassociation le processus durant lequel deux atomes en collision ab-
sorbent un photon pour former une molécule excitée. Les techniques de refroidissement
d’atomes par lasers permettent de réaliser des études de spectroscopie de photoasso-
ciation a haute résolution [29]. Elles permettent en effet de préparer des échantillons
d’atomes ou la dispersion des énergies de collision est réduite, et ou 1’état initial de la
photoassociation est bien défini. Du point de vue de la physique atomique (par oppo-
sition a la physique moléculaire), les états moléculaires les plus intéressants sont ceux
dont les propriétés sont principalement déterminées par les propriétés des atomes qui les
constituent, et ol les complications qui apparaissent aux petites distances interatomiques
et qui sont liées a liaison chimique peuvent étre prises en compte simplement [9]. Ces
états moléculaires qui intéressent la physique atomique sont donc des états ou les atomes
n’explorent la plupart du temps que de grandes distances interatomiques (molécules a
longue portée) exclusivement des grandes distances interatomiques (molécules pure-
ment a longue portée). Remarquons que les états de diffusion entre atomes caractérisés
par une énergie cinétique de collision faible partagent également la méme propriété que
les états a longue portée. La photoassociation peut donc étre vue comme une technique
essentielle pour la compréhension des interactions dans un nuage d’atomes ultrafroids.
L’intérét pour ce domaine est suscité par la réalisation et I’étude de condensats de Bose-
Einstein. Le parametre clé pour déterminer si un nuage d’atomes bosoniques peut former
un condensat de Bose-Einstein est la longueur de diffusion. Celle-ci parametre la diffu-
sion élastique entre atomes a énergie de collision nulle, et est reliée au déphasage des
fonctions d’ondes atomiques durant la collision. Il est nécessaire que la longueur de dif-
fusion soit positive pour réaliser un condensat de Bose-Einstein avec un grand nombre
d’atomes. D’autre part, une grande longueur de diffusion est synonyme de pertes dues a
des collisions inélastiques a trois corps, et limite la durée de vie d’un condensat. La pho-
toassociation a été largement utilisée pour mesurer des longueurs de diffusion. Il existe
deux manieres de réaliser d’une telle mesure :

— La premiere sonde les noeuds dans la fonction d’onde de collision [30, 31, 32, 33,



34, 35, 36]. D’une part, la longueur de diffusion se rapporte au déphasage acquis
par les atomes durant la collision, et donc a la position des nceuds de la fonction
d’onde. D’autre part, les propriétés physiques de la photoassociation (probabilité
de transition, ou décalage lumineux de raie) sont proportionnels au recouvrement
entre la fonction d’onde de collision et la fonction d’onde de la molécule excitée.
Si I’état moléculaire excité est choisi judicieusement, ce recouvrement dépend
crucialement de la longueur de diffusion. Un exemple est la mesure d’une grande
longueur de diffusion par la photoassociation d’une molécule purement a longue
portée.

— Ladeuxieéme consiste a mesurer I’énergie de liaison du 1’état vibrationnel le moins
lié dans le potentiel d’interaction entre atomes [37, 38, 39, 40]. Celle-ci est notam-
ment d’autant plus faible que la longueur de diffusion est grande. Dans le cas ou
1’énergie de liaison est nulle, la longueur de diffusion est infinie : I’état de collision
a énergie nulle est aussi un état li€¢ d’énergie nulle du potentiel d’interaction. Dans
ce cas, on parle de résonance de diffusion. La mesure de 1’énergie de liaison de
I’état le moins lié peut étre réalisé par photoassociation a deux photons : le premier
photon excite 1’état de collision dans un état moléculaire électroniquement excité,
alors qu’un deuxieme photon couple ce dernier état a la molécule dont on cherche
I’énergie de liaison.

Remarquons pour terminer que les résonances de photoassociation peuvent étre utilisées
pour contrdler les propriétés collisionelles d’atomes [41] de la méme maniere que les
résonances de Feshbach magnétiques [42]. En balayant la fréquence du laser de pho-
toassociation au voisinage d’une résonance, 1’énergie de 1’état 1ié excité croise le seuil
de dissociation du potentiel d’interaction décrivant la collision, dans la représentation
des états habillés. Il en résulte un changement rapide de la longueur de diffusion, ce qui
permet le controle des collisions élastiques. Remarquons que cette méthode optique a un
désavantage par rapport aux résonances de Feshbach magnétiques du fait que la modifi-
cation de la longueur de diffusion s’accompagne de pertes importantes liées a la faible

durée de vie I’état moléculaire couplé qui est ici excité radiativement.



1.3 Recherches menées a bien pendant cette these

Cette these décrit une partie des recherches autour de la photoassociation sur un
nuage d’hélium métastable ultrafroid auxquelles j’ai participé de 2004 a 2007. Celles-ci
on été supervisées par Michele Leduc et Claude Cohen-Tannoud;ji, et réalisées conjoin-
tement avec Steven Moal et Jaewan Kim, respectivement doctorant et post-doctorant
pendant la période 2003-2005. A mon arrivée au laboratoire, les efforts étaient concen-
trés sur la détermination de la longueur de diffusion par spectroscopie a deux photons.
Ceux-ci se sont révélés infructueux dans un premier temps : les recherches étaient ef-
fectuées d’apres les estimations antérieures de notre équipe et de celle d’Orsay qui la
surestimaient. Nous avons alors essayé de parvenir a nos fins en utilisant la spectro-
scopie a un photon. Deux tentatives sont décrites dans la theése de Steven Moal : tout
d’abord, nous avons mesuré des taux de photoassociation pour différents niveaux vibra-
tionnels afin de les mettre en relation avec des nceuds de la fonction d’onde de collision.
Malheureusement, I’amplitude des signaux enregistrés était peu reproductible avec notre
dispositif expérimental. Ensuite, une autre observation intéressante fut celle des oscilla-
tions du nuage dans le piege magnétiques induites par photoassociation. Nous avons
abandonné temporairement cette piste du fait de difficultés pour interpréter les mesures.
Une nouvelle analyse des données deux ans plus tards a cependant révélé le succes de la
méthode.

Le premier succes de cette these a été détermination de la longueur de diffusion
par la mesure de décalages lumineux dans la photoassociation a un photon. C’est la
premiere fois qu’une telle méthode est utilisée pour mesurer une longueur de diffusion.
Avec notre dispositif expérimental, nous sommes capables de mesurer avec une grande
précision la position des raies de photoassociation. Ceci fait des décalages lumineux une
grandeur observable idéale. L’ analyse quantitative des données que j’ai menée a bien fut
difficile, car elle fait intervenir de nombreux couplages non résonants. J’ai eu la chance
de travailler sur ce sujet avec Olivier Dulieu du laboratoire Aimé Cotton, et d’avoir
des échanges stimulants avec Paul Julienne du NIST, ainsi qu’Yvan Castin. Le résultat

que j’ai déduit pour la longueur de diffusion était en désaccord avec de nombreuses



déterminations expérimentales et théoriques antérieures. Nous avons alors eu 1’idée de
poursuivre les études de décalages lumineux en utilisant un schéma a deux photons,
ou le premier champ est faible, et agit comme une sonde, et I’autre champ qui est de
polarisation différente et de fréquence fixée produit un décalage lumineux important.
Le but était de tester I’analyse quantitative des décalages lumineux en introduisant plus
de variables dans le probleme. Nous avons alors non seulement confirmé 1’analyse des
décalages lumineux, mais aussi mis en évidence la photoassociation a deux photons
vers le dernier état vibrationnel du potentiel d’interaction entre deux atomes métastables
polarisés.

La photoassociation a deux photons est le deuxieme succes de cette these. La déter-
mination de 1’énergie de liaison, et la déduction de la longueur de diffusion avec une
précision inégalée est décrite dans la these de Steven Moal. Dans cette these, je décris
la détermination de la durée de vie de la molécule exotique liant deux atomes méta-
stables produite expérimentalement. Nous avons entrepris de I’interpréter, et montré que
celle-ci n’était pas limitée par collisions atomes-molécules, comme ce fut le cas dans
des expériences antérieures avec des alcalins. Le mécanisme le plus évident semblait
étre 1’autoionisation Penning de la molécule, mais des calculs réalisés par I’équipe de
Ian Whittingham de I'université James Cook en Australie ont réfuté cette hypothese.
J’ai alors entrepris une étude de 1’autoionisation Penning qui discute les hypotheses de
Ian Whittingham. Celle-ci, supervisée par Georgy Shlyapnikov, est présentée dans cette
thése. Remarquons que c’est la premiere fois que 1’ionisation Penning est étudiée dans
le cas ou les réactifs ne sont pas dans un état de diffusion, mais liés dans un état molé-
culaire.

Pendant 1’année 2006-2007, j’ai participé également a la modification du dispositif
expérimental antérieur qui n’est pas décrite dans cette these. En travaillant conjointement
avec Christian Buggle (post-doctorant 2005-2007) et Nassim Zahzam (ATER 2005-
2006), j’ai mis en place le multiplicateur d’électrons, adapté le systeme ultravide, et
réorganisé totalement I’ optique. Les modifications futures congues par Christian Buggle
concerneront la mise en place d’un piege dipolaire, puis d’un nouveau piege magnétique

compatible avec un réseau optique 3D.



1.4 Plan du mémoire

Ce mémoire est divisé en trois parties. Le premier chapitre aborde les décalages
lumineux dans la spectroscopie de photoassociation. Nous formulons en premier lieu le
probléme sous sa forme la plus simple d’un état 1ié couplé a un continuum, puis rendons
compte quantitativement des différents résultats expérimentaux. Nous en déduisons la
détermination de la longueur de diffusion. Dans le deuxieme chapitre, nous présentons
la mesure expérimentale de la durée de vie du dernier état vibrationnel du potentiel
d’interaction entre deux atomes métastables. Celle-ci est menée a partir de 1’analyse des
formes de raies que nous avons établie de facon générale. La derniere partie discute
I’interprétation de la durée de vie mesurée a partir de 1’autoionisation Penning.

Nous avons tout d’abord reporté en annexe des éléments se rapportant au chapitre 2 a
savoir la symétrisation des fonctions d’ondes de collision et I’influence de décalages lu-
mineux d’origine atomique. Les annexes de rapportant au chapitre 4 traitent du calcul de
la durée de vie de dimeres d’hélium métastables dans des situations différentes de celles
envisagées expérimentalement. Celles-ci mettent en évidence et interprétent des résultats
parfois inattendus qu’il serait intéressant de mettre a I’épreuve par une expérience. Nous

proposons finalement un rappel de théorie des collisions.






CHAPITRE 2

DECALAGES LUMINEUX DANS LA SPECTROSCOPIE DE
PHOTOASSOCIATION

Les recherches décrites dans ce chapitre prolongent les travaux de Jérémie Léonard
concernant la production de molécules géantes formées a partir de deux atomes méta-
stables par photoassociation sur un nuage ultrafroid, polarisé, et piégé magnétiquement[43,
44, 45]. Nous utilisons ici des intensités du laser de photoassociation plus grandes, qui
induisent des décalages lumineux observables par spectroscopie. Les décalages lumi-
neux sont bien connus en spectroscopie atomique [46]. Cependant, ceux-ci n’ont été
observés que récemment dans le domaine de la photoassociation d’atomes froids dans
des expériences sur des alcalins [47, 48, 49, 50]. Bien que la physique du phénomene
soit bien comprise [51, 52], la comparaison entre théorie et expérience fut limitée par la
complexité des potentiels moléculaires. Dans le contexte de la photoassociation, 1’am-
plitude des décalages lumineux s’exprime théoriquement grice a des recouvrements de
fonctions d’onde de 1’ état 1ié moléculaire excité, et de fonctions d’onde de collision entre
atomes dans I’état fondamental. Ils sont donc le reflet de I’interaction entre les atomes
dans I’état fondamental. Nous montrons dans ce chapitre que leur étude dans le cas de
I’hélium permet de déterminer la longueur de diffusion a caractérisant les collisions entre
atomes métastables ultra froids piégés magnétiquement.

Le cas de I’hélium métastable est particulierement favorable a une étude quantitative
des décalages lumineux par rapport aux alcalins, et ce pour trois raisons :

— L’hélium “He n’a pas de structure hyperfine, ce qui limite le nombre de voies de

collisions a prendre en compte pour décrire le probleme.

— Le potentiel caractérisant I’interaction des atomes dans la molécule géante excitée
s’exprime en fonction de grandeurs atomiques tres bien connues. Les fonctions
d’ondes décrivant 1’état excité sont donc facilement calculables.

— Les fonctions d’ondes vibrationnelles des états moléculaires géants excités ne

prennent des valeurs significatives que pour de grandes distances interatomiques.
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En conséquence, on peut utiliser les formes asymptotiques des fonctions d’onde
de collision pour calculer les recouvrements intervenant dans 1’expression des dé-
calages lumineux.

La présente détermination spectroscopique de la longueur de diffusion a = 7.2 £
0.6 nm établie début 2005 [36] était en contradiction avec la détermination expérimen-
tale la plus précise disponible a I’époque, basée sur I’observation conjointe des collisions
élastiques et inélastiques (a = 11.31%(5) nm) [53], ainsi qu’avec le dernier calcul ab ini-
tio publié au moment de ce travail (8.10 nm < a < 12.2 nm) [54]. Elle fut confirmée
quelques mois plus tard dans notre équipe par spectroscopie de photoassociation a deux
photons. Le principe de cette expérience est exposé€ dans le chapitre 3, et la détermina-
tion correspondante de la longueur de diffusion 7.512 £0.005 nm a laquelle j’ai égale-
ment contribué est exposée dans les références [39, 55]. Simultanément, de nouveaux
calculs ab initio ont été publiés [56], et ont également confirmé les deux expériences
(a=7.64+0.20 nm).

Ce chapitre comprend quatre parties. La premiere rappelle des notions sur la pho-
toassociation de I’hélium métastable, et présente le potentiel purement a longue portée
0;" qui décrit I'interaction entre les atomes dans la molécule géante.

La deuxieme décrit 1’origine physique du décalage lumineux en faisant le parallele
avec le probleme du couplage d’un état lié (la molécule géante) avec un continuum
d’états, et avec d’autres états liés (les états propres des différentes voies de collisions)
[57]. Pour la photoassociation d’atomes d’hélium ultra-froids piégés magnétiquement,
seule la voie de collision correspondant a deux atomes polarisés de spin et a I’onde par-
tielle £ = 0 contribue aux pertes induites par photoassociation. Cette voie de collision
contribue aux décalages lumineux, et nous identifions alors deux origines pour la dépen-
dance en fonction de a des décalages lumineux, a savoir la dépendance de 1’énergie de
liaison du dernier état 1i€ du potentiel d’interaction entre atomes polarisés, et la dépen-
dance des fonctions d’onde de collision intervenant dans les recouvrements de fonctions
d’onde entre états fondamentaux et excités. Nous insistons également sur le fait que le
décalage lumineux fait aussi intervenir des voies de collision ou les atomes ne sont pas

polarisés, et des ondes partielles ¢ # 0. Ceci est dii au fait que le décalage lumineux
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résulte aussi de couplages non résonnants, tandis que les pertes par photoassociation ré-
sultent du couplage résonnant avec des états dans 1’onde partielle £ = 0. Etant donné que
les voies de collision couplées a 1’état excité dépendent de regles de sélection faisant
intervenir la polarisation du laser de photoassociation, on s’attend a une dépendance du
décalage lumineux en fonction de la polarisation.

La troisieme partie présente les résultats expérimentaux : apres avoir rappelé le fonc-
tionnement de notre dispositif expérimental, nous étudions les décalages lumineux pour
trois niveaux vibrationnels v = 0,1,2 du potentiel purement 2 longue portée J' = 1, 0,
en fonction de I’intensité et de la polarisation du laser de photoassociation. On observe
une dépendance linéaire des décalages lumineux en fonction de ces parametres. Comme
I’intensité lumineuse effectivement vue par les atomes est difficile a établir avec préci-
sion, nous retenons pour interpréter les expériences le rapport des décalages lumineux
pour différents niveaux vibrationnels, qui en est indépendant.

Dans la quatrieme partie, nous identifions les voies de collision couplées a prendre
en compte pour interpréter I’expérience, en utilisant les regles de sélection du couplage
dipolaire électrique. Nous donnons également I’expression des éléments de matrice de
couplage correspondants, et enfin I’expression explicite du décalage lumineux. Nous
montrons 1’équivalence entre deux formules obtenues précédemment par des méthodes
différentes. Dans la premicre, le décalage lumineux est donné par I’expression issue de
la théorie des perturbations au second ordre [52, 57]. La deuxieme est plus facile a mettre
en ceuvre, puisqu’elle fait intervenir des fonctions d’onde des voies fondamentales a une
énergie de collision déterminée, pour différentes conditions aux limites [41, 51, 58, 59].
Du fait que le potentiel excite 0, est purement 2 longue portée, nous pouvons utiliser
des formes asymptotiques des fonctions d’ondes de collision fondamentales. Nous éta-
blissons enfin les décalages lumineux 6" pour trois niveaux vibrationnels du potentiel
0, (v=0,1,2), et montrons leur dépendance linéaire en fonction de a. Nous donnons
les courbes montrant les rapports des décalages entre différents états vibrationnels en
fonctions de a, qui sont utilisées pour interpréter les résultats expérimentaux. Nous en

déduisons a et terminons par des considérations sur la généralité de cette méthode.
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2.1 Rappels sur la photoassociation de *He*

Nous donnons ici des rappels sur la photoassociation de “He* réalisée dans les condi-
tions de notre dispositif expérimental. Celles-ci sont présentées dans les références [43,
44, 60] et les theses précédentes du groupe [45, 55]. La figure 2.1 illustre les considé-
rations suivantes. Dans un gaz d’atomes illuminé par un laser de fréquence adéquate,
des paires d’atomes entrant en collision peuvent absorber un photon et étre photoasso-
ciées, c’est a dire former une molécule électroniquement excitée. Dans le cas d’un gaz

d’hélium métastable ceci est décrit par la réaction suivante :
“He(23S)) +* He(23S)) + photon —* He(23S,) —* He(2°P) (2.1)

Dans les expériences décrites dans cette these, les atomes de spin 1 sont polarisés et
maintenus dans un piege magnétique. Ils interagissent selon un potentiel quintuplet cor-
respondant a 1’état électronique 52;. A grande distance interatomique r, I’interaction
entre ces atomes est dominée par I’interaction de Van der Waals en —Cg /7%, de distance

14 =70 ag ot u = m/2 est la masse réduite du sys-

caractéristique rvgw = (2uCs/H?)
teme de deux atomes en collision de masse m. La température T ~ 4 uK du nuage étant
suffisamment faible (kg7 << 1i* /2u r‘z, Jw)» on peut considérer que seule I’onde partielle
de collision s contribue au taux de la réaction (2.1). Dans nos conditions expérimen-
tales, kgT /hi ~2m x 0.1 MHz, et h/2ur‘2,dw ~ 27 x 200 MHz. On produit des molécules
dans un état électronique 0}, voisin de celui de deux atomes *He(23S7),* He(23Py). Les
atomes de cette molécule explorent des distances interatomiques supérieures a 100 ag et
interagissant selon un potentiel purement a longue distance en 1/r décrit avec une ex-
cellente approximation par des grandeurs atomiques, le coefficient d’interaction dipdle-
dipdle C; et la structure fine de 1’état 23P [44, 61]. Celui-ci profond de 2 GHz en unité
de h admet cinq états liés. Comme les atomes y sont maintenus a grande distance, on
ne s’attend pas a ce qu’il y ait ionisation Penning a I’intérieur de la molécule, ce qui
nécessiterait le recouvrement des nuages électroniques atomiques. Un tel mécanisme de

désexcitation a cependant été observé dans le cas de potentiels qui ne sont pas purement
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Figure 2.1 — Principe des expériences de photoassociation décrites dans cette these. Deux
atomes polarisés métastables 23S entrent en collision avec une énergie cinétique de
I’ordre de & x 0.1 MHz. IIs sont dans dans 1’état électronique 52; dans la base mo-
léculaire du cas (a) de Hund , et interagissent a grande distance selon une interaction
en Cg/r%, ot r est la distance interatomique. En présence d’un laser dont la fréquence
est désaccordée de A par rapport 2 la transition atomique 2°S; — 23Ry, ils sont suscep-
tibles d’absorber un photon pour former une molécule excitée dans 1’état 0 (sur cette
figure dans 1’état vibrationnel v = 0), avec une probabilité de transition stimulée I'. Le
potentiel qui décrit I’interaction des atomes dans cette molécule excitée est enticrement
caractérisé par des grandeurs atomiques qui sont le coefficient C3 de I’interaction dipdle
permanent-dip6le induit, et la structure fine de I’état 23P. Le potentiel correspondant 2
I’état électronique 1, est également représenté. C’est le seul autre état électronique issu
de I’état asymptotique 2°S; — 23 Py qui est accessible depuis 1’état initial. La molécule 0;F
peut se désexciter radiativement avec un taux Y, dans un état a priori différent de 1’état
initial.
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a longue portée [62, 63]. La durée de vie de la molécule 0; est limitée par 1’émission
spontanée, de 1’ordre de la moitié de la durée de vie 7, d’un atome 23P (14, =98 ns) [43].
Ceci confere a la molécule excitée une largeur y =27 x 3.0 MHz. La transition vers 1’état
atomique 1'Sy étant interdite par conservation du spin électronique lors d’une transition
dipolaire électrique, les produits de désexcitation de 1’émission spontanée sont princi-
palement deux atomes 23S;. Ceux-ci sont préférentiellement dans 1’état de deux atomes
libres : les molécules formées de deux atomes 23S ont une extension spatiale limitée du
fait de la portée de I’interaction de Van der Waals en 1/r°, ce qui limite la probabilité
de leur formation a partir d’un état 0 purement a longue portée d’apres le principe de
Franck-Condon. L’énergie cinétique relative des atomes issus de la désexcitation de la
molécule peut étre supérieure a celle de I’état initial, et leur état de spin différent, ce
qui peut causer leur départ du piege. Ils peuvent effectuer auparavant une collision avec
les atomes du nuage, élastique ou Penning si 1’état de spin le permet. Il y a alors aug-
mentation de I’énergie cinétique moyenne des atomes restant dans le picge, du fait de
la redistribution de I’énergie cinétique lors de collisions élastiques, ou lors de collisions
d’atomes du nuage avec les produits de désexcitation de I’ionisation Penning. On observe
apres un temps dit de thermalisation une augmentation de la température du nuage, ainsi
qu’une diminution du nombre d’atomes piégés [43]. Remarquons pour terminer que la
molécule excitée 0 est couplée a I’état initial de collision par le méme champ laser qui
I’a créée : la désexcitation stimulée offre I’opportunité de modifier de facon cohérente les
collisions entre atomes métastables, comme nous 1’avons déja évoqué dans le paragraphe

1.2. On parle de résonance de Feshbach optique [41, 64, 65, 66, 67, 68, 69, 70, 71, 72].

2.2 Origine du décalage lumineux

Nous rappelons tout d’abord des résultats connus concernant le couplage d’un état
li€é a un continuum [57]. Soit un état lié ¢}, d’énergie &,. Soit n états liés ¢;—._, d’énergie
E; <0, et un continuum d’états Yy g/ ... normalisés en énergie (voir la figure 2.2). Nous
supposons que les états sont choisis de telle sorte que les restrictions du Hamiltonien

H aux sous-espaces engendrés par les ¢, d’une part, et les ¢; et ygs d’autre part, sont
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diagonales :

(0pH|yEr) = Qu(E")
(Op|H|pi) = Qyp
(9ilH|9;) = Eidi;

(yer|H|ygr) = E'6(E'—E")
(¢ilH|yp) = 0

Nous avons pris 7 = 1. On note ['(E’) = |Q,(E")|? (voir la figure 2.1). Cette quantité est
homogene a une énergie puisque les états g sont normalisés en énergie. La probabilité
d’exciter I’état 1i€ ¢, a partir d’un état du continuum Yg est résonnante pour £ = &, +
8. Le décalage 8, = 67" + Séie est la somme d’une contribution §;°" des états du

continuum W et d’une contribution 3}?’.«; des états liés ¢;.

/
§eo — ' / dE' 8;3/ (2.2)
Qp;
8l Zlb f (2.3)

Dans I’équation (2.2) ¥ & désigne la valeur principale de Cauchy. La contribution des
états du continuum E’ > g, donne une contribution au décalage vers les énergies néga-
tives, tandis que la contribution des états du continuum E’ < g, et des états liés ¢; donne
une contribution vers les énergies négatives.

Nous adaptons a présent ces considérations a la photoassociation d’une paire d’atomes
en collision en une molécule électroniquement excitée d’énergie de liaison E,. Dans la
représentation des atomes habillés, le potentiel excité est décalé de —@ (4 = 1) corres-
pondant a I’énergie des photons du laser de photoassociation. Le probléeme est analogue
a celui d’un état 1ié couplé a un continuum et a d’autres états liés (voir la figure 2.3
dans le cas de I’hélium métastable). Ici, ¢, est I’état moléculaire électroniquement ex-
cité d’énergie €, = E;, — o, les états wg et y; correspondent aux états de collisions et aux

états liés de potentiel fondamental, Q,(E’) et Q; sont les couplages induits par le laser
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Figure 2.2 — Etat 1ié |¢;,) d’énergie €, couplé a des états liés |¢;) d’énergie E;,i=1...net
a un continuum d’états | W) d’énergie 0 < E’ < +o0. L’élément de matrice de couplage
entre 1’état |@,) et un état |yg/) du continuum est noté Q,(E’), et celui qui couple |¢,) a
un état 1ié | 9;) est noté Qp;. Ces couplages induisent un décalage de I’énergie €, de I’état
excité ¢p. Le continuum d’états d’énergie E’ > €, donne une contribution au décalage
vers les énergies négatives, tandis que le continuum d’états d’énergie E’ < g, et les états
liés donnent une contribution vers les énergies positives (voir les équations (2.2) et (2.3)).
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entre les états fondamentaux et excités. Ceux-ci sont proportionnels a la racine carrée de
I’intensité du laser de photoassociation. Nous supposons que ces couplages sont suffi-
samment faibles pour que I’on puisse faire 1I’approximation que ¢ est isolé des autres
états liés du potentiel excité. Nous supposons également que seul I’état le moins 1ié du
potentiel fondamental, le plus proche de résonance, perturbe de facon non négligeable
la spectroscopie de la molécule excitée. Son énergie de liaison est notée E,. Dans le cas
d’un nuage d’atomes ultrafroid, I’énergie de collision E., est voisine de 1’asymptote du
potentiel fondamental, c’est a dire E. ~ 0. La condition de résonance en I’absence de
couplage, E. = &, donne &, ~ 0. Nous écrivons a nouveau les équations (2.2) et (2.3)

en utilisant ces observations, et en ne gardant dans les :

L(E) 93,

24
7 E, (2.4)

~+oo
5, ~ —97"/// dE'
0

Comme I'(E’) and an sont proportionnels a I'intensité du laser de photoassociation, le
décalage 9, I’est également.

Nous envisageons d’abord le couplage avec une voie de collision en onde s caracté-
risée par une longueur de diffusion a, et nous identifions deux types de dépendances du
décalage de 1’équation (2.4) en fonction de a :

— Si a est grand et positif, I’énergie de liaison E, du dernier état lié s’écrit —1/2ua’
[73]. Comme nous I’avons remarqué précédemment, les contributions de I’état lié
et des états de diffusion ont un signe opposé dans I’équation (2.4) [52] : a énergie
de collision nulle, la contribution du continuum est négative, tandis que celle de
I’état 1i€ est positive, et d’autant plus grande que a est grand. Aussi, le décalage est
sensible a la proximité du dernier état li€ du potentiel d’interaction fondamental,
et donc de a.

— Les taux stimulés Qin et ['(E’) font intervenir des intégrales de recouvrement entre
les fonctions d’ondes des états dans 1’état électronique fondamental qui dépendent
de a, et les fonctions d’onde de 1’état moléculaire excité. La dépendance en fonc-
tion de a du décalage de chaque état excité est différente. La figure 2.4 présente les

fonctions d’ondes correspondant aux expériences de photoassociation de 1’hélium
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Figure 2.3 — (a) Etats et potentiels exploités dans les expériences de photoassociation
de I’hélium métastable. Dans la représentation des états habillés, la différence des éner-
gies de dissociation des deux potentiels est le désaccord A = @ — @y, ot ®/27 est la
fréquence du laser, et wy/27 la fréquence de la transition atomique S — Py. Sur cette fi-
gure, le laser est proche de résonance avec la transition vers le niveau vibrationnel v =0
du potentiel 0, correspondant a 1’état électroniquement excité. Les atomes polarisés
4He* entrent en collision avec une énergie E.. dans le potentiel 52; qui a quinze états
liés. Comme la longueur de diffusion qui caractérise les collisions dans ce potentiel est
grande et positive, I’énergie du dernier niveau vibrationnel v = 14 est proche du seuil
de dissociation. (b) La photoassociation est formulée en termes d’états liés couplés a un
continuum et a d’autres états liés. Si le couplage entre les états fondamentaux et exci-
tés est petit devant 1’écart en énergie des niveaux excités, on peut négliger 1’influence
de v =1 et v =2 lorsque I’on étudie la photoassociation de v = 0. On retrouve alors
le schéma de la figure 2.2 : ici, v = 0 est I’état 1ié |¢),) qui est couplé par le laser de
photoassociation aux états de diffusion |yy,) et aux états liés |¢,—j4) du potentiel SZ;.

v=2
v=1
v=0>0
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métastable. Du fait que les état liés excités sont ceux d’un potentiel purement a
grande distance, les nceuds de leur fonctions d’onde se trouvent a des distances in-
teratomiques correspondant a la décroissance exponentielle de la fonction d’onde
du dernier état 1i€ du potentiel fondamental. Comme souligné dans la référence
[52], si la fonction d’onde de 1’état excité possede un nombre impair de nceuds,
des contributions positives et négatives se compensent dans I’intégrale de recou-
vrement mise en jeu dans €2, et la contribution (2.3) au décalage est inférieure au
cas ou la fonction d’onde posseéde un nombre pair de nceuds. Aussi est-il astucieux
de s’intéresser a différents états moléculaires excités pour déterminer a.

Nous envisageons ensuite la contribution d’autres voies de collision au décalage.
Pour une énergie de collision E. faible, les atomes entrant en collision dans une par-
tielle £ # 0 sont repoussés par le potentiel centrifuge £(¢ + 1)/2ur? et ne peuvent étre
photoassociés. Le taux stimulé I'y~o(E«) pour une onde partielle £ > 0 est négligeable
devant I'y_(E«). Seuls I’onde partielle s contribue au taux de photoassociation qui est
un processus résonnant. Cependant, le décalage de 1’énergie de liaison de 1’état excité
(2.4) fait intervenir tout le spectre des états de collision. Des états d’énergie E’ tels que
Iy0(E’) n’est pas négligeable devant I'y—o(E’) peuvent contribuer de fagon significative
méme s’ils ne sont pas résonnants. Ainsi, une expérience de photoassociation dans un
condensat de Na a mis en évidence un décalage dont la contribution essentielle est due a
une résonance de forme dans I’onde d [48]. Du fait de la contribution d’ondes partielles
de collision ¢ = 0, le décalage est susceptible de dépendre de la polarisation du laser de
photoassociation [74]. Les voies de collision couplées a 1’état excité dépendent de la po-
larisation de la lumiere. L’étude du décalage en fonction de la polarisation de la lumiere
permet d’ajuster la contribution de 1’onde de collision s pour deux atomes polarisés, qui
dépend de a, par rapport aux contributions d’autres voies de collision. En conséquence,
la prise en compte exclusive de la voie de collision initiale de I’expérience de photoasso-
ciation est insuffisante, et I’étude du décalage de I’état excité nécessite la prise en compte
de toutes les voies collisionelles couplées a I’état excité. C’est ce que nous ferons dans

le paragraphe 2.4.1.2 quand nous traiterons le cas de I’hélium métastable.
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Figure 2.4 — Fonction d’onde de 1’état vibrationnel v = 14 du potentiel fondamental
3 Z;, et fonctions d’ondes des états vibrationnels v = 0, 1,2 du potentiel excité O, . L’in-
tégrale de recouvrement de la fonction de v = 14 avec les fonctions d’ondes v =10, 1,2
intervient dans I’élément €2;,;_4) dans la contribution des états liés (2.3) aux décalages
des énergies de liaison des niveaux v =0, 1,2. La fonction d’onde de v = 1 a un nombre
impair de nceuds, tandis que les fonctions d’onde v = 0 et v =2 en ont un nombre pair. La
fonction d’onde de v = 14 est monotone sur le support des fonctions d’onde v =0, 1,2.
En conséquence, une contribution positive et négative se compensent dans I’intégrale de
recouvrement entre les fonctions d’onde de v = 14 et v = 1, et la contribution de v = 14
au décalage de v = 1 doit étre inférieure a celle du décalage de v =0etv = 2.
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2.3 [Etude expérimentale

2.3.1 Production d’un nuage d’atomes ultrafroid

Le dispositif expérimental est présenté schématiquement figure 2.5 et détaillé dans
[75]. On peut distinguer trois parties : la source, le ralentissement, et le piégeage. Afin
de produire un jet d’atomes métastables, on utilise la source décrite dans [75, 76]. Les
atomes métastables sont produits par une décharge continue dans un gaz refroidi a I’azote
liquide, ce qui permet d’obtenir un jet d’une vitesse longitudinale moyenne de 1’ordre
de 1000 m.s~!. On peut exciter dans 1’état 23S une fraction de I’ordre de 10~* du jet
d’atomes d’hélium dans 1’état fondamental 1'S,. Le jet délivré par la source est forte-
ment divergent, il est donc nécessaire de le collimater. On utilise pour cela un faisceau
laser résonnant de 1 cm de diametre, réfléchi par deux miroirs légerement non paral-
leles. Celui-ci croise le jet atomique une dizaine de fois, et la pression de radiation qu’il
exerce diminue la dispersion des vitesses transverses. La collimation est réalisée dans
les deux directions transverses au jet, en reproduisant le dispositif dans 1’autre direction.
Le jet d’atomes métastables est ensuite défléchi pour 1’aligner I’axe de 1’expérience, en
utilisant une nappe de lumiere résonnante d’une dizaine de centimetres de large. Le jet
atomique est caractérisé par une vitesse moyenne trop €levée pour autoriser le piégeage
des atomes par des techniques usuelles : la vitesse de capture de notre piege magnéto-
optique est de I’ordre de 50 m.s~!. Un ralentisseur 2 effet Zeeman est donc utilisé pour
ralentir les atomes et permettre de les piéger [77]. En pratique, notre dispositif utilise
deux ralentisseurs (voir figure 2.5) successifs. Cela évite 1’utilisation de champs ma-
gnétiques élevés qui pose le probleme du refroidissement des bobines qui les créent, et
occasionne des complications liées a I’existence de croisements entre sous niveaux Zee-
man pour un champ voisin de 600 G. Les atomes sont piégés a la sortie du ralentisseur
Zeeman dans une cellule de quartz par un piege magnéto-optique [78]. Ce piege uti-
lise le champ magnétique quadrupolaire réalisé par deux bobines parcourues de courants
opposés (notées Q1 et Q2 sur la figure 2.6), et d’'une mélasse optique réalisée par six fais-
ceaux laser indépendants, deux a deux contre-propageants, qui se croisent au centre de

la cellule. Quatre de ces faisceaux sont dans un plan orthogonal a 1’axe de I’expérience,
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et les deux derniers sont alignés sur le jet atomique. Dans le piege magnéto-optique, la
température est limitée inférieurement par la présence de lumiere (piégeage dissipatif).
Le refroidissement ultérieur est réalisé€ par évaporation et doit se faire dans un piege non
dissipatif. On utilise ici un piege magnétostatique de configuration QUIC et produisant
un champ magnétique de type loffé-Pritchard [79]. La configuration QUIC représentée
sur la figure utilise cinq bobines : les bobines Q1 et Q2 produisent un champ magné-
tique quadrupolaire, tandis qu’une troisieme bobine B3 permet d’obtenir un minimum
de champ magnétique By non nul appelé biais. Deux bobines H1 et H2 en configuration
de Helmoltz permettent d’ajuster le biais By. Les atomes ayant un moment magnétique
anti-parallele au champ magnétique (état de spin mg = +1) sont pi€gés au fond d’une
cuvette de potentiel, tandis que les atomes dans 1’état mg = 0 et mg = —1 sont respective-
ment non piégés et expulsés du centre du piege. Si la taille du nuage d’atomes est petite
devant I’échelle spatiale de variation du champ, c’est a dire si le nuage est suffisamment
froid, alors 1’énergie potentielle W (x,y,z) d’un atome de spin mg = +1 est une fonction

quadratique des coordonnées x, y, z repérées sur la figure 2.6 :
I 2o 1 5 2 2
W(x,y,z) = uBo+ SMajx + Ema)l(y +x%) (2.5)

Dans notre expérience, les fréquence de piégeage sont typiquement de @ /2w =90.8+
0.1 Hz et @, /27 = 807 -2 Hz, le biais By est de By = 3 G, et la profondeur du piege
de I’ordre de 10 mK. Comme @, > @, le confinement est moins important selon 1’axe
des x, et le nuage d’atomes est allongé selon cet axe (voir la figure 2.6).

Une fois le nuage d’atomes transféré du piege magnéto-optique vers le piege magné-
tostatique, on réalise un refroidissement évaporatif [80]. Pour un nuage suffisamment
éloigné de la dégénérescence quantique, a I’équilibre thermodynamique dans le piege
magnétostatique, la distribution en énergie cinétique des atomes est une maxwelienne
caractérisée par une température 7. Le refroidissement évaporatif consiste a retirer les
atomes qui ont une énergie cinétique bien supérieure a kgT. Dans notre expérience, on
utilise pour cela une onde radio-fréquence (RF) pour réaliser des transitions depuis 1’ état

de spin piégé mg = +1 vers les états mg = 0, puis mg = —1 non piégés. L’énergie ciné-
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Figure 2.5 — Dispositif expérimental : un jet d’atome est produit, collimaté, défléchi
et ralenti avant d’étre piégé magnétiquement au centre d’une cellule en quartz (voir la

figure 2.6).
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Figure 2.6 — Dispositif expérimental : bobines utilisées pour le picge magnéto-optique

et le picge magnétostatique.
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tique moyenne par particule est donc diminuée. Ensuite, si des collisions élastiques se
produisent en nombre suffisant entre les atomes, 1’équilibre thermodynamique peut étre
atteint de nouveau, et la distribution en énergie cinétique évolue vers une nouvelle max-
wellienne caractérisée par une température plus basse. Pour réaliser un refroidissement
évaporatif efficace jusqu’a de tres basses température, deux criteres sont a respecter :
il est nécessaire que le temps de thermalisation soit suffisamment court devant la durée
de vie du nuage, c’est a dire que le taux de collision élastique soit suffisamment élevé
devant le taux de pertes par collisions inélastiques. Il faut aussi forcer le refroidissement
en diminuant continument la fréquence du champ radiofréquence au fur et a mesure que
la température diminue. On parle de rampe d’évaporation. La dynamique du refroidis-
sement évaporatif dans notre expérience est détaillée dans les theses [45, 75]. Plus la
radiofréquence finale du refroidissement évaporatif choisie par I’expérience est basse,
plus le nuage d’atomes obtenu a une température faible. Nous sommes capables avec
notre dispositif expérimental d’atteindre le seuil de dégénérescence quantique, qui cor-
respond pour notre piege typique a une température d’environ 3 uK et a une densité de
2 x 103cm3.s7! [2]. Afin de détecter le nuage d’atomes, on utilise une méthode d’ima-
gerie par absorption. Apres avoir coupé le champ magnétique de piégeage, le nuage su-
bit une phase d’expansion libre, il est ainsi soumis a la seule pesanteur terrestre, durant
quelques millisecondes (typiquement 5 ms). A I'issue de ce temps de vol 7, la taille
du nuage est, dans le cas d’un nuage thermique, représentative de la distribution initiale
des vitesses dans le piege, c’est a dire de la température. Le nuage est alors illuminé par
un faisceau résonnant, appelé faisceau sonde, pendant une durée courte devant le temps
de vol, a savoir quelques dizaines de microsecondes. Les atomes absorbent ce faisceau,
y laissant une ombre. Une image est réalisée sur un détecteur CCD, aligné selon 1’axe z
(voir la figure). On a acces a la densité optique DO du nuage en fonction de la position

dans le plan (x,y) orthogonal au faisceau sonde

DO(x,y) = Oaps / n(x,y,z)dz (2.6)

oll Oy est la section efficace d’absorption du laser sonde par les atomes, et n(x,y,z)
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est la densité spatiale du gaz d’atomes apres temps de vol. Les expériences de photoas-
sociation ont été réalisées sur des nuages thermiques pour lesquels la densité est une
fonction gaussienne des coordonnées d’espace xyz. Le profil de densité optique DO(x, y)
est ajusté par une fonction gaussienne des coordonnées d’espace xy. Son intégrale sur x
et y donne quantité proportionnelle au nombre d’atomes N dans le nuage. On considere
que celui-ci est conservé pendant 1’ouverture du piege et 1I’expansion ballistique. Il est
possible de le calibrer en mesurant par ailleurs la température critique de condensation.
On peut également déduire la température 7' dans le piege magnétique a partir de la
densité optique DO(x,y) du nuage aprés temps de vol. Cela suppose que la coupure du
piege ne perturbe pas ou perturbe de facon connue le nuage. Si le piege est coupé trop
rapidement, des courants de Foucault perturbent 1I’expansion du nuage et le détériorent.
On préfere couper le piege en deux étapes : on effectue une décompression adiabatique
du nuage en diminuant pendant 200 ms le courant dans les bobines de compensation du
biais (H1 et H2 sur la figure 2.6), ce qui modifie certes les caractéristiques du nuages
mais de facon contr6lée. On coupe ensuite subitement le piege de Ioffé constitué des
trois seules petites bobines (Q1,02 et B3 sur la figure 2.6). Comme les courants a couper
sont plus faibles, I’influence des courants de Foucault est limitée. L’évolution du pro-
fil de la densité du nuage pendant la décompression adiabatique et le temps de vol est
connue théoriquement, et il est possible de relier la largeur de la gaussienne DO(x,y) a

la température T du nuage avant ouverture du piege'.

2.3.2 Expérience de photoassociation

Le nuage d’atomes métastables est confiné dans un piege magnétique quadrupo-
laire est refroidi a une température de I’ordre de quelques uK par évaporation a 1’aide
d’un champ radiofréquence selon la procédure évoquée au paragraphe 2.3.1. Le biais
du champ magnétique By est de I’ordre de quelques gauss, aligné avec le laser de pho-

toassociation, et la densité d’atomes de 10'3 cm™3. La laser de photoassociation est une

I’ étude expérimentale d’un décalage de raie de photoassociation a deux photons lié a la température
non nulle du nuage a montré que nous déterminons ainsi la température dans le piege magnétique a 15 %
pres (voir la figure 4 dans [39])
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Figure 2.7 — Principe d’une expérience de photoassociation. 1) Un nuage d’atomes re-
présenté par une ellipse est maintenu dans un piege magnétique quadrupolaire de biais
By réalisé par trois bobines. 2) On applique un champ laser colinéaire au biais de champ
magnétique pendant un temps donné. 3) Apres un temps dit de thermalisation, le piege
magnétique est coupé, et on en fait 'imagerie d’absorption apres un temps de vol. L’en-
semble lame demi-onde, cube polariseur (PBS), lame quart d’onde permet d’ajuster I’in-
tensité et la polarisation du laser de photoassociation.
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diode DBR émettant a 1083 nm, dont I’émission est amplifiée par un amplificateur a
fibre dopée a I’ytterbium. L’utilisation d’une cavité externe permet de réduire la largeur
de raie a quelques centaines de kHz. Le faisceau de photoassociation est focalisé avec
un waist de ’ordre de 0.5 mm sur le nuage atomique d’une taille de 30 um dans la di-
rection perpendiculaire a la propagation de la lumiere, et appliqué pendant un temps Tpa
variant entre quelques dizaines de s et quelques ms en fonction de ’intensité utilisée.
Le faisceau laser focalisé sur le nuage passe par une lame demi-onde, un cube polariseur
(PBS), et une lame quart d’onde (voir la figure 2.7). La lame demi-onde et la lame quart
d’onde permettent d’ajuster 1’intensité lumineuse et la polarisation du faisceau appliqué
sur le nuage peut étre ajustée. Une composante 6~ est nécessaire afin d’exciter 1’ état ini-
tial de moment cinétique total J = 2, de projection M; = 2 vers I’état excité de moment
cinétique total J' = 1 (voir la figure 2.1). Pour produire des molécules excitées dans le
potentiel O connecté a I’asymptote S + P, la fréquence du laser de photoassociation
doit étre désaccordé dans le rouge de la transition atomique S + Fy, jusque qu’environ 1.4
GHz en vue de produire I’état vibrationnel v = 0. On utilise pour cela un asservissement
exploitant le battement du laser de photoassociation avec un laser de référence accordé
sur la transition atomique S+ Fy [60].

La séquence expérimentale est représentée sur la figure 2.8. Une fois le nuage ultra-
froid produit dans le piege magnétique, on applique le laser de photoassociation pendant
un temps Tpa. On attend ensuite pendant un temps dit de thermalisation Tierm typique-
ment de ’ordre de 200 ms. Le qualificatif de thermalisation est justifié plus loin dans
ce paragraphe. Ensuite, le piege magnétique est coupé en deux étapes comme expliqué
dans le paragraphe 2.3.1 : annulation du courant dans les bobines de compensation du
biais en un temps Tyamp = 200 ms, coupure quasi-instantanée des autres courants produi-
sant le piege magnétique. Apres un temps de vol 7,, = 5 ms, on réalise I’imagerie par
absorption a I’aide du faisceau sonde.

On répete plusieurs fois la séquence précédente pour différents désaccords du laser
de photoassociation. Le désaccord A du laser est varié de 20 MHz au voisinage d’une
résonance en utilisant un modulateur acousto-optique. Nous nous sommes intéressés a

différents types de données extraites de I’imagerie d’absorption apres temps de vol :
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Figure 2.8 — Séquence expérimentale pour I’expérience de photoassociation.

— le nombre d’atomes N dans le nuage : 1a photoassociation induit des pertes d’atomes
par émission spontanée. La plupart des produits de désexcitation ne sont pas pié-
gés et sont perdus. On observe une diminution du nombre d’atomes quand le laser
est au voisinage de la résonance.

— la température T : certains produits de désexcitation ont un état de spin piégé ma-
gnétiquement, et une énergie cinétique supérieure a celle des atomes n’ayant pas
subi la photoassociation. En attendant le temps Tiherm, On permet la redistribution
de cette énergie cinétique par collisions élastiques et le retour a 1’équilibre thermo-
dynamique, d’ou le nom de temps de thermalisation. On observe une augmentation
de la température au voisinage de la résonance. Cet effet déja mentionné dans le
paragraphe 2.1, est discuté dans la these [43].

— la densité optique DO au centre du nuage : du fait de la diminution du nombre
d’atome et de I’augmentation de la température, et donc de la taille du nuage, au
voisinage de la résonance, on observe une diminution de la densité optique au
centre du nuage.

La figure 2.9 montre les spectres correspondant aux trois types de données extraites des
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mémes images d’absorption quand la fréquence du laser est balayée au voisinage de la
transition vers I’état moléculaire v =0, J' = 1 du potentiel 0,. Nous remarquons que
la position de la résonance pour les trois spectres est la méme. Nous choisissons dans
la suite d’étudier de préférence le signal de température qui est de meilleure qualité.
L’ étude quantitative de celui-ci, et le fait que son maximum corresponde a la résonance

de photoassociation sont détaillés dans la these [45].

(/109)

Nombre d’atomes

Temp. (uK)
v

4] L
£01]

Densité optique
im
o
w
T

-1445 -1440 -1435 -1430 -1425
A (MHz)

Figure 2.9 — Spectres de photoassociation de I’état v =0, J' = 1 dans le potentiel 0 .
Pour chaque valeur du désaccord A de la fréquence du laser par rapport a la transition
atomique S — Py, on réalise la séquence expérimentale de la figure 2.8 (Tpa = 100 ms,
Tramp = 200 ms). A partir des résultats obtenus par imagerie d’absorption, on extrait trois
signaux : (a) le nombre d’atomes, (b) la température du nuage en UK, et (c) la densité
optique au centre du nuage. Les courbes (a) et (c) sont des moyennages des données
expérimentales, et la courbe (b) est un ajustement lorentzien des données expérimentales.
Sur cet exemple, ’intensité du laser de photoassociation est insuffisante pour produire
un décalage mesurable.

La figure 2.10 montre deux spectres de photoassociation obtenus pour des intensités
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laser petite et grande. On observe un décalage et un élargissement du signal de résonance

dans le cas de I’intensité forte.

Temperature (UK)

1430 1440 1450 1460 1470
-A(MHz)
Figure 2.10 — Spectres de photoassociation de I’état vibrationnel v = 0 pour une intensité
du laser de photoassociation de (a) 9 mW.cm ™2 et (b) 5 W.cm™2, et une durée d’impul-
sion laser 7pp de 1 ms et 10 us respectivement. L’augmentation de la température du
nuage du fait de la photoassociation est reportée en fonction du désaccord A du laser de

photoassociation par rapport a la transition atomique S — Py. Les données expérimentales
sont ajustées par un profil lorentzien. La résonance (b) est visiblement décalée et élargie.

Pour chaque niveau vibrationnel v, on mesure le décalage 6, de la résonance en fonc-
tion de I’intensité / du laser de photoassociation, ce qui illustré sur la figure 2.11. Pour les
grandes intensités, la raie s’élargit significativement, et ce d’autant plus que le nombre
vibrationnel v est élevé. Ceci explique que I'intensité maximale utilisée soit inférieure
pour v = 2, et que la taille des barres d’erreurs augmente avec /. On observe une dépen-
dance linéaire de 9, en fonction de /. La pente de chaque droite obtenue est difficile a
déterminer de facon absolue du fait de I’incertitude sur I’intensité laser présente effecti-
vement sur le nuage d’atomes que I’on détermine a 50 % pres. Il est en effet difficile de

déterminer la taille du faisceau laser au niveau précis du nuage d’atomes. C’est pourquoi
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on se base sur le rapport des pentes de deux niveaux vibrationnels pour confronter la

théorie a I’expérience et déterminer la longueur de diffusion a.

décalage (MHz)

1
[N
(9]

[
)

Intensité (W.cm™2)

Figure 2.11 — Mesure du décalage de la résonance de photoassociation pour différents
niveaux vibrationnels v en fonction de I’intensité du laser de photoassociation. Un ajus-
tement linéaire donne pour le décalage en MHz/W.cm™2 : -8.9, -14.6, -34.2 pour res-
pectivement v =0, v =1 et v = 2. L’intensité lumineuse effectivement focalisée sur les
atomes étant difficile a établir expérimentalement, on utilise le rapport des pentes obte-
nues par un ajustement linéaire pour différents v afin de confronter théorie et expérience
et trouver la longueur de diffusion a.

Nous avons également mesuré, pour une intensité laser donnée et un niveau vibra-
tionnel donné, la dépendance du décalage en fonction de la polarisation du laser de
photoassociation. Rappelons que seules les ondes partielles de collision s contribuent
a la production de molécules excitées. Du fait de leur caracteére isotrope, on pourrait
s’attendre a une absence de dépendance en fonction de la polarisation de la lumiere.
Cependant, 1’utilisation d’intensités lumineuses importantes met en évidence des cou-
plages entre la molécule excitée et des voies de collision en onde ¢ # 0. C’est a notre
connaissance la premiere fois qu'un tel phénomene, évoqué dans [74], est mis en évi-
dence expérimentalement. Les données sont reportées sur la figure 2.12. La polarisation

de la lumiere est modifiée en tournant une lame quart-onde par laquelle passe le fais-
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ceau de photoassociation (figure 2.7). Nous observons une variation linéaire du décalage
lumineux en fonction du rapport de 'intensité polarisée 6™ sur I’intensité totale. Cette
dépendance sera établie quantitativement dans le paragraphe suivant. La pente est parti-
culierement prononcée pour v = 2, ce qui sera interprété en terme de recouvrement de

fonctions d’onde.
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Figure 2.12 — Décalage de la résonance de la photoassociation pour une intensité laser de
1 W.cm~2 en fonction de la polarisation du laser. I+ est I’intensité dans la polarisation
o*. Pour I;+ = 0, on retrouve le résultat de la figure 2.11 pour une intensité I, =
1 MHz/(W.cm~2). La valeur maximale de I+ /(I5+ + 1) utilisée, de 1’ordre de 0.95,
est limitée par le fait qu'une fraction non nulle de lumiere 6~ est nécessaire pour exciter
effectivement les atomes en molécule. On remarque une dépendance plus prononcée
pour v =2 que pour v =0 et v =1, ce qui est interprété ultérieurement en terme de
recouvrements de fonctions d’onde.

Nous allons a présent développer le formalisme qui permettra d’interpréter ces me-
sures en appliquant les principes du paragraphe 2.2 au cas particulier de la photoasso-

ciation de I’hélium métastable.
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2.4 Analyse quantitative et détermination de a

2.4.1 Potentiels d’interaction
2.4.1.1 Collision entre atomes métastables

En I’absence de couplage lumineux, et en négligeant I’interaction spin-spin décrite
ultérieurement dans le paragraphe 4.2.1, le spin électronique total S et le moment ciné-
tique de rotation des atomes ¢ de deux atomes *He* de spin électronique 1 sont conser-
vés. Il est commode de décrire la collision de deux atomes a et b dans la base (2.7), o
Sa, Sp sont les spins de ’atome a et b, ¢ est le moment cinétique de rotation des atomes,
Mg et M, sont leur projection sur 1’axe de quantification lié au champ magnétique pré-
sent dans I’expérience. Ces atomes n’ont pas de moment cinétique €lectronique orbital

puisqu’ils sont dans 1’état 23S.
|(Sa=1,8, =1)S,Ms; ¢, M) 2.7)

Du fait que 1’atome “He est un boson, on peut montrer que les états de spin électro-
nique total singulet (S = 0) et quintuplet (S=2) ont une fonction d’onde spatiale qui se
décompose sur des ondes partielles avec ¢ pair, tandis que les état triplets (S = 1) ont une
fonction d’onde spatiale qui se décompose sur des ondes partielles avec £ impair (voir
appendice A de [81]). Du fait que 2 la fois I’atome “He et son noyau sont des bosons,
les états singulets et quintuplets (triplets) ont la symétrie gerade (resp. ungerade) vis a
vis de I'inversion des nuages électroniques par rapport au centre de charge du systeme.
Comme les orbitales électroniques atomiques 23S sont sphériques, la partie angulaire de
la fonction d’onde électronique du systeme est inchangée par une symétrie par rapport a
un plan contenant I’axe interatomique, et la paire d’atomes a la symétrie +. L’état de col-
lision est un état X puisqu’il n’a pas de moment cinétique électronique orbital. La figure
2.13 montre les courbes de potentiel IZ;, 32; et 52; associées aux états singulet, tri-
plets et quintuplets respectivement. Les potentiels ab initio 12;, 32; sont calculés dans
[82], le potentiel 52; dans [54, 56, 82, 83, 84], et les coefficients C,,, de I’interaction a

grande distance interatomique dans [85, 86].
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Figure 2.13 — Potentiels d’interaction entre deux atomes d’hélium métastables 23S, dans
I’état électronique singulet, triplet et quintuplet.

2.4.1.2 Etats couplés optiquement

Dans I’expérience, les atomes sont piégés magnétiquement, et leur énergie de col-
lision est suffisamment faible pour que seule 1’onde partielle £ = O contribue a la pho-
toasociation. L’état qui caractérise les degrés de liberté interne et de rotation de la paire
d’atomes est (S, = 1,5, =1),8S =2,Ms =2;¢ = 0,M, = 0). Le moment cinétique total
J est la somme S+ L+ ¢ ou L est le moment cinétique électronique orbital. Pour une
paire d’atomes dans 1’état métastable 2°S on a L = 0. L’état de collision initial est donc
caractérisé par J = 2 et M; = 2. Le moment cinétique total J n’est pas conservé en pré-
sence du laser de photoassociation. On note J' et My le moment cinétique total de I’ état
excité et sa projection sur I’axe de quantification du laboratoire. Les régles de sélection
pour le couplage dipolaire-€lectrique induit par le laser sont les suivantes :

- =1 <J<|J+1

— My —M; =qouqg= —1,0,1 pour une polarisation 6,7 et 6" de la lumiére.

— Le couplage entre états ayant la méme propriété vis a vis de 1’inversion des coor-
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données électroniques par rapport au centre de charge de la molécule est nul.
Dans I’expérience que nous voulons interpréter, les atomes sont excités dans un état
J' =1, My = 1. Comme nous I’avons souligné précédemment, 1’état de collision initial
|(Se=1,8,=1),5=2,Mg=2;{=0,M, = 0) n’est pas le seul état couplé a 1’état excité,
et donc donnant une contribution au décalage de le résonance de photoassociation. Du
fait des regles de sélection, la projection du moment cinétique total My = Mg+ M, d’un
état couplé a I’état excité est My = 1 —q. De plus S et £ sont contraints de la facon
suivante : J = S+/, J' = 1 et le moment cinétique unité du photon obéissent a I’inégalité
triangulaire. Ainsi, les état symétrisés (voir I’annexe A.1) qui sont couplés par la lumiere
0~ et 0" sont donnés respectivement par (2.8) et (2.9) en utilisant la notation simplifiée

(A.2) de I’annexe A.1) :

122:00)
22;20) |21;21) [20;22)  |00;22) (2.8)
22;40) [21;41) [20;42) [2—1;43) [2—2;44)

120;00)  [00;00)
20;20) [21;2—1) [22;2-2) [2—1;21) [2—2;22) |00;20) (2.9)
20;40) [21:4—1) [22:4—2) [2—1:41) [2—2:42)

Nous commentons (2.8) et (2.9) :

— Dans 2.8) Mg+ My =2¢et (2.9 Mg+ M, = 0.

— Les fonction d’onde de collision des voies [22;00) et |20;00) qui apparaissent
a la fois dans (2.8) et (2.9) dépendent de la longueur de diffusion a des voies
quintuplet que nous voulons déterminer. Les fonctions d’onde des autres voie ne
dépendent pas de a, puisqu’elles correspondent a une collision dans I’état singulet,
ou a des collisions dans ’onde d ou g ou I'influence de la barriere centrifuge est
prépondérante.

— En changeant la polarisation du laser de photoassociation, on change la proportion

des contributions dépendant ou non de a puisque les voies couplées sont diffé-
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rentes dans les deux cas.

— Les collisions dans 1’état |00;00) sont caractérisées par la longueur de diffusion a;

du potentiel IZ; (voir la figure 2.13). Elle est estimée a a; = 35+ 15 ag [25, 82].

Nous décrivons a présent le potentiel excité. Contrairement au cas que nous ve-
nons d’étudier pour une paire d’atomes dans 1’état 2°S; +23S;, S et £ ne sont pas des
bons nombres quantiques pour décrire les courbes de potentiel connectées a 1’asymp-
tote 23S; + 23Py. Du fait de la structure fine de 1’état P, le spin S est couplé au mo-
ment cinétique électronique orbital ¢ et n’est pas conservé. D’autre part, I’interaction
entre un atome dans I’état S et un atome dans 1’état P n’est pas isotrope puisqu’elle
dépend de I’orientation relative du moment cinétique électronique orbital de I’atome
dans I’état P et de 1’axe interatomique. Le moment cinétique ¢ n’est donc pas conservé.
Les bons nombres quantiques pour le systeme sont J, My et €, la projection de L+ S
sur I’axe interatomique. Le potentiel purement a longue portée 0 exploré expérimen-
talement a déja été évoqué précédemment. La décomposition de 1’état €lectronique 0
dans la base du cas (a) de Hund est nécessaire au calcul exact du couplage lumineux
entre les états fondamental et excité. Les états °T1,,°I1,,°%} and 'E} contribuent a
cette décomposition [44]. L’état 3L est absent puisqu’il appartient au sous-espace 0, .
Dans 1’expérience, on forme I’état excité J' = 1. L’état J/ = 2 n’est pas symétrique par
I’échange des noyaux bosoniques, et n’est donc pas physique. L’état J' = 3 est tres fai-
blement couplé a I’état initial et n’est pas observé expérimentalement. Comme 1’état
J' =1 est formé a partir d’une paire d’atomes en collision J = 2,M; = 2, les regles
de sélection imposent que M; = 1 pour I’état excité. L’état excité auquel nous nous in-
téressons est donc |J/ = 1,My = 1;0;]). Nous ne reprenons pas ici le calcul de [81]
des couplages entre cet état et les états (2.8) et (2.9). Ces couplages dépendent de la dis-
tance interatomique r puisque 1’ état électronique excité en dépend aussi. Nous proposons
ici simplement un calcul direct des couplages pour une grande distance interatomique.
Comme les états que nous étudions sont purement a longue portée, leur état électro-
nique est voisin de celui de deux atomes indépendants. L. approximation qui consiste a
remplacer un couplage par sa valeur asymptotique s’avere excellente pour les états de

nombre vibrationnel v > 1, et occasionne des écarts de 1’ordre de 10% avec le calcul
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exact pour v = 0. Les applications numériques ultérieures sont bien siir effectuées avec
le couplage dépendant de la distance interatomique. Nous voulons finalement trouver
Qs Mgt M, = \/TTI‘IU’ = 1,My =1,07|d,.8 +d,.|S,Ms; {,My) I’élément de matrice ce
couplage dipolaire €lectrique entre I’état moléculaire excité et un état de collision entre
métastables. I, est 'intensité lumineuse dans la polarisation qui autorise la transition
(g = —1,0,+1 pour une polarisation c~,7,6"), c la vitesse de la lumiere, d, et d}, le
opérateurs dipOle des atomes a et b. L’ opérateur d;., ol € est le vecteur polarisation,
agit uniquement sur le moment cinétique orbital L; de projection My, de I’atome i de la
facon suivante, o ¢ = —1 pour une polarisation 6~ et ¢ = +1 pour une polarisation
ot:

di.E|Li = 0,Mp, = 0) = dy|Li = 1,My, = q) (2.10)

Nous décomposons le spin électronique total S d’une paire d’atomes métastables a et b

de spin §, et S}, de projection Mg, et M, :

(SaSp)SMg) = Y (Sa.Ms,:Sp,Ms, | (SaSp)SMs)|Sa,Ms,: Sy, Ms,) (2.11)
M, Mg,

Nous définissons j; = L; + S; le moment cinétique électronique total de 1’atome i, et
Jj = Jja+ jp. Dans I’état excité, et dans la limite d’une grande distance interatomique, un
atome i a absorbé un photon proche de résonance avec la transition atomique S| — Py,

et se trouve alors dans 1’état j; = O dont la projection sur le ket du membre de droite de

(2.10) s’écrit :
<(Sl = 1,Li = 1)], = O,Mji = OlSi = laMS,- = —q;Ll' = I,MLi = C[> = 1/\/5 (212)
L’autre atome n’a pas absorbé de lumiere, et reste dans un état j; = 1 :

<(Sl' = I,Ll‘ = O)]l = liji = —C[|Si = lyMS,- = C[;Ll‘ = 07ML1. = 0> = 1 (213)
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On a alors dans la base électronique de deux atomes sans interaction, selon que 1’atome

a ou b ait absorbé le photon :

<(SaLaSbLb>ja = 07Mja = 0§jb = 17Mj;, = ‘]’(SaLaSbLbjajb)j = 17Mj = Q> = 1
((SaLaSpLp)ja = 1,M;, = q; jy = 0,M;, = O|(SaLaSpLpjajp)j = 1,Mj=¢q) = 1

On doit prendre en compte a présent le moment cinétique ¢ de rotation des atomes, et
symétriser correctement la fonction d’onde. On trouve dans [87] le changement de base
qui permet de passer de la base de deux atomes sans interaction en rotation a la base du

cas (c) de Hund symétrisée :

|(SaLaSpLp jajb)2IMy) Z\/ Jmowm|<SaLaSbLbjajb>jwMJ> (2.14)
l

L’ état que nous formons se note en utilisant la notation du membre de gauche de (2.14) :

' =1,Mp =1,07) = — (](101110)011) +|(111001)011)) (2.15)

1
V2

On trouve alors finalement en combinant les changements de base :

2nl, v/ 2d
'Q‘S7MS§£7MZ: %%\/26%‘1(}21,QZO,E,O|JZIQ:0>X

<Sa = l,MSa =—q;8, = I,MSh :Mg+q|SMS> (2.16)

2.4.1.3 Deux expressions équivalentes du décalage lumineux

Nous calculons deux expressions pour le décalage des résonances associées aux états
liés de I’état excité |J' = 1,M; = 1;0;) du fait du couplage lumineux avec les états
fondamentaux. Nous utilisons un Hamiltonien effectif et deux expressions du propaga-
teur pour les voies dans 1’état fondamental électronique non couplées optiquement pour
établir I’équivalence entre deux formules utilisées dans des références précédentes. La
premicre expression utilise une somme sur tout le spectre d’énergie des états fondamen-

taux [52, 57]. La seconde utilise des fonctions d’onde a une énergie donnée, et s’avere
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beaucoup plus simple a évaluer numériquement [41, 51, 58, 88]. L’équivalence entre ces
deux formules est une extension de la référence [88]. La contribution au décalage des
états liés qui est explicite dans la premiere expression est aussi contenue dans la seconde,
ce qui est illustré dans I’annexe C.12.

Nous établissons a présent I’Hamiltonien effectif du systeme. Nous négligeons I’in-
teraction spin-dipdle responsable du couplage entre les voies de collision dans 1’état
électronique fondamental (voir paragraphe 4.2.1). Nous nous ramenons ainsi a un pro-
bleme a deux voies |g) = |S,Ms; {,My) et |e) = |J' = 1,My = 1,0;"). Cette approximation
sera discutée ultérieurement. Les décalages s .0 m, calculées pour les voies (2.8),(2.9)

sont ajoutés pour former le décalage total o.

5= Y)Y & (2.17)

§=S,Ms3l,M;
Le couplage induit par le laser d’intensité I entre un état g = (S, Ms; ¢, My) et I’ état excité
e est noté Qg pre.o.m, () = Qeg (7). Le couplage Qq(r) est le résultat d’une intégration
sur les variables électroniques et les variables angulaires de I’axe interatomique et n’agit
que sur la distance interatomique r. Le probleme est décrit par un Hamiltonien a deux

voies Hyc (2.18) dépendant de r :

Hye = Ho+Wg (2.18)
1 d? Ve (r 0
2udr 0 V(r)—A—i

Ve — 0 Qge(r)
Qeg(r) 0

Dans (2.18), Vg(r) est le potentiel fondamental, somme du potentiel d’interaction 25+1 Zg
et du potentiel centrifuge £(¢ 4 1)/2ur?. V,(r) est le potentiel J = 1,0;". 1 est la matrice
identité. ¥ rend compte de 1’émission spontanée depuis 1’état excité. Le zéro d’énergie
est le seuil de dissociation du potentiel associé a 1’état g : (S =2,Mg=2;¢=0,M; =0)

correspondant a la collision de deux atomes métastables polarisé€s. A est le désaccord
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oy — oy entre la fréquence du laser @y et la fréquence de la transition atomique S — Py
(voir la figure 2.1). En présence d’un champ magnétique B, les potentiels correspondant
a des voies de valeur de My différentes sont décalés proportionnellement a ggtpB ou
gs est le facteur de Landé pour le spin S et up le magnéton de Bohr. Nous définissons
I’énergie Ej; et le vecteur d’onde kj; . qui apparaissent dans les €léments de matrice de

I"'Hamiltonien effectif H,¢¢(E) :

Ej, = Vg(o0) = (Ms —2)gslipB (2.19)
Ko = \/20(E — E53.) (2.20)

Afin d’expliciter I’'Hamiltonien effectif, nous définissons P et Q les projecteurs sur les
voies fondamentales et excitées respectivement (2.21). Ces états sont caractérisés par des
grandeurs o et B qui désignent soit un nombre vibrationnel soit I’énergie de collision

des états propres de PHyP et QHyQ

P = Y g a)gal

0 = Y leB)epB (2.21)
B

Nous définissons Gj (E) = (E — Hy +i€)~! le propagateur en 1’absence de couplage
correspondant a la condition aux limites d’une onde sortante (chapitre XIX [89]). L'Ha-

miltonien effectif H, sy pour les €tats excités s’€crit :

1 d?

g g TV ) (A HOVRPG(E)PVR 222)

Hepp(E) =

Nous faisons I’approximation, dont la validité est discutée a la fin de ce paragraphe,
qu’un seul état excité caractérisé par un nombre vibrationnel v est a résonance. On a
donc Q = Q, = |e,v)(e,v|. L’élément de matrice (e,v|H,sr|e,v) est I’énergie de 1’état
vibrationnel v perturbé par la lumiere. Son expression fait intervenir (2.23) qui a une

partie réelle 6"(E) qui correspond au décalage de 1’énergie du niveau v, et une partie
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imaginaire I'(E) qui correspond a un élargissement radiatif :
(e,v|QVRPGY (E)PVRQ, Je,v) = 8)(E) —iTL(E) /2 (2.23)

Considérons I’élément de matrice (r/ ]PG(()+) (E)P|ry=%"(E;r,r) du propagateur PG(()H (E)P.
L’équation (2.24) montre qu’il intervient dans (2.23) ou I’on note @¢(r) la fonction
d’onde réelle associée a I’état |e,v). On utilise aussi le fait que Q. est réel, de telle

sorte que Qg = Qg,.

(0510VePGL) (EYPVRQIOS) = [ [ Q) Qe )8 (Esrr )02 (1) g2 ¢
(2.24)

G+ (E;r,r) peut s’exprimer de deux fagons différentes :

1. La définition G(()H (E) = (E +ie—Hy) ! du propagateur et I’expression de PG((;L) (E)P
en fonction d’états discrets |g,i = 1...n) d’énergie E7, et d’états de diffusion
|g,E’) d’énergie E’ dans la voie g donne 1’équation (2.25). &Y désigne la va-
leur principale de Cauchy, ¢é(r) est la fonction d’onde réelle associée a 1’état 1ié
;i =1...n), 9£(r) est la fonction d’onde réelle associée a I’état de diffusion

g, =E) et E§° est I’énergie de dissociation associée a la voie g (voir (2.19)).

OL(r)9i(r) e oL () 9F (1)

I e a B INAE
EE] - PR dE" —ing, (1), (1)

(2.25)
La fonction d’onde (pf est solution de 1’équation de Schrédinger radiale associée
a la voie g qui s’annule pour r — 0. Elle est qualifiée pour cette raison de réguliere
a gauche. Son expression pour r — oo fait apparaitre un déphasage ng(kz,") et le

vecteur d’onde k;.

20 . e T -
OF (r — o0) = /ﬂ_]%sm K= (k)] (2.26)
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2. La solution de I’équation différentielle qui définit le propagateur ¢ (E;r,7’) avec
les conditions aux limites adéquates donne (chapter XIX in [89]) :

GHE: ) =—mof (ro)of T (rs) (2.27)

r- and r- sont respectivement le plus petit et le plus grand de r et . q)f“” est
solution de la méme équation de Schrodinger que (]){é5 , mais avec une condition

aux limites d’onde sortante :

E s on) = \/% owli(ker—Zen00)] @

On utilise (2.25) ou (2.27) dans (2.24), et on identifie les parties réelle et imaginaire
de (2.24) avec celles de (2.23) pour obtenir I’élargissement radiatif et le décalage lu-
mineux. Les expressions (2.25) et (2.27) donnent la méme forme pour I’élargissement

radiatif ["(E) :
2

=27 /O ) OF (r)Queg(r) 92 (r)dr (2.29)

L’expression du décalage 8" (E) est différente selon que 1’on utilise (2.25) ou (2.27)
qui donnent respectivement (2.30) et (2.31) :

Z ‘f() ¢g

dE'
(2.30)

orarf’ | /\fo ' (1) Qg ()92 (r)dr
E —

E E’ E’

8(E) =27 | dr [ dr'Qu(nQu (3 OE)NE) @3

La solution normalisée en énergie q)f de I’équation de Schrodinger radiale a I’énergie
E pour la voie g, a une condition aux limites pour r — oo qui correspond a la partie réelle

de (2.28) :
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Cette fonction d’onde diverge pour r — 0 et n’a donc en elle méme pas de sens physique.
Elle est qualifiée d’irréguliere a gauche.

L’expression (2.31), qui a déja été établie de différentes manieres [41, 51, 58, 59],
est plus facile a calculer numériquement que 1’expression (2.30) puisqu’elle n’utilise
que des fonctions d’onde a I’énergie E plutdt que tout le spectre d’états d’énergie E’
and Eg,. Les deux expressions sont issues de deux expressions exactes du propagateur
en I’absence de couplage lumineux (2.25) et (2.27), et sont donc équivalentes [88]. En
particulier, I’expression (2.31) contient la contribution au décalage d’états liés, qui est
explicite dans I’expression (2.30).

Nous avons fait deux approximations. Tout d’abord, nous avons supposé que lorsque
le laser de photoassociation est proche de résonance avec un état excité, I’influence
d’autres états excités est négligeable. Cette approximation est valable tant que 1’intensité
du laser de photoassociation est suffisamment faible pour que 6"(E) and I'V(E) soient
petits devant 1’écart en €nergie entre deux niveaux excités [41, 58, 59]. Si cette approxi-
mation n’est plus valable, le décalage n’est plus une fonction quadratique du couplage
Q,(r), et n’est donc plus proportionnel a I’intensité du laser [58]. Nous nous restrei-
gnons aux décalages linéaires avec I’intensité du laser tels que ceux que nous avons
observés expérimentalement.

D’autre part, nous avons négligé I’ interaction spin-dipdle entre différents états de col-
lision fondamentaux. Les prendre en compte ajoute des termes de type Q, Vg P’ G(()H (E)PVRQ,
dans I’Hamiltonien effectif (2.22), ot P’ est défini de facon analogue a (2.21), mais
pour une autre voie de collision fondamentale g’. Ces éléments doivent en toute ri-
gueur étre inclus dans le calcul du décalage. Leur importance par rapport aux éléments
QVVRPG((,H (E)PVRQ, que nous n’avons pas négligés est la méme que la probabilité par
collision de relaxation de spin par rapport a la probabilité de collision élastique : en effet
une collision de relaxation de spin change 1’état des partenaires de collision (élément
P G(()+) (E)P) contrairement a une collision élastique (élément PG(()H (E)P). Ces proba-
bilités sont calculées dans [26, 27, 90] et indiquent que les éléments matrice que nous

négligeons sont quatre ordres de grandeur inférieurs a ceux que nous conservons.
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2.4.2 Calcul du décalage pour I’hélium

Les expressions du décalage induit par la lumiere (2.17) et (2.31) font intervenir des
intégrales de recouvrement de fonctions d’onde régulieres et irrégulieres avec la fonction
d’onde de I’état excité. Comme 1’€tat excité est dans un potentiel purement a longue
portée, ces intégrales ne dépendent pas de la partie a courte distance interatomique de
la fonction d’onde du fondamental, et le calcul montre que ces intégrales peuvent étre
tronquées a R, = 100 ag et Ry, = 500, 800, 1000 ag pour v=0, 1 et 2 (voir les figures
2.4 et 2.14a). On peut utiliser une expression asymptotique de la fonction d’onde de
collision. Le calcul des couplages s y.¢.m,(7) est effectué dans 1’appendice B de [81],

et nous en avons présenté un calcul asymptotique dans le paragraphe 2.4.1.2.

2.4.2.1 Contribution de voies fondamentales ¢/ =0

Dans I’expérience que nous interprétons, 1’état excité est formé par de la lumicre
o~ a partir de paires d’atomes dans la voie S =2, Mg = 2;¢ = 0,M, = 0 avec 1’énergie
de collision E.. La contribution de cette voie fait intervenir des solutions régulieres et
irrégulieres de 1’équation de Schrodinger radiale a 1I’énergie E = E.. = ( ;}S:2)2 /21 pour
le potentiel 52; et £ = 0. Ces solutions sont tracées sur la figure 2.14b. Leur expression

asymptotique est la suivante :

2 ) -
W) 00(r) = ‘/nkm“ sin [k57, _(r —a)] (2.32)
=2
- 2 -
Wrn00(r) = — 7rk°°‘u cos [kMSZZ(r—a)} (2.33)
\/ Mg=2

On utilise (2.31) et le développement de (2.32) et (2.33) pour k;‘;lszz —0:

. o0 r| . .
05 2:0.0(Ew) ~ _4“/0 d”l/o dr€.2.00(r1) 9, (r1)R2,2:00(r2) 9, " (12)

o 2
(kMsz_Z) (r—a) + (r2—a)?

1+ )| @39

(rn—a)
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Figure 2.14 — Fonctions d’onde interve-
nant dans le calcul du décalage (2.31).
La partie (a) illustre la fonction d’onde
de I’état électroniquement excité v = 0
du potentiel J = 1,0, dont le support
est compris entre R, = 100 ag and
Riax = 500 ag. Les fonctions d’onde v =
1 et v =2 sont représentées sur la fi-
gure 2.4. La partie (b) illustre les fonc-
tions d’onde réguliere y» 2.0 et irrégu-
licre ¥ .00 correspondant a une colli-
sion dans I’onde s a 1’énergie de colli-
sion nulle. On a représenté y» 1.0 pour
deux valeurs de a en noir et en gris. Dans
le cas de la fonction d’onde grise, on
voit que le recouvrement des différentes
fonctions d’onde est proche de 1’annula-
tion du fait de la compensation de par-
ties positives et négatives dans 1’intégra-
tion du produit des trois fonctions d’ondes
V=0, ¥2,2:0,0(7) et ¥22.0,0. La partie (c)
illustre Ws prg=2:0, €t Ws,s5:0=2,M, POUT
une onde partielle de collision d. Nous
remarquons que le produit des fonctions
d’onde réguliere et irréguliere qui appa-
rait dans I’équation (2.31) est du méme
ordre de grandeur pour (b) et (c) (prendre
garde a I’échelle différente de 1’axe ver-
tical dans les deux cas). Ceci montre que
la contribution au décalage de collisions
dans I’onde d est du méme ordre de gran-
deur que la contribution de collisions dans
I’onde s.
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L’équation (2.34) montre que pour ky; _, — 0, la contribution de I'onde s au décalage
contient un terme linéaire en a et quadratique en k;}szz, et donc linéaire en E... Dans la

limite ky; _, = 0, I’équation (2.35) montre explicitement la dépendance linéaire en a de
=

v=i .
2,2;0,0 -
. oo r . »
8)2:0,0(0) = {—411 /0 dry /0 dr292,2;07o('”1)¢evl(rl)Qz,z;o,o(rz)%V’(rz)rz] -
o0 ry » .
a |:—4‘Ll/0 dr1/0 di’zglz;o?o(n)(])evfl(rl)gz’z;o,o(rz) ;l(rz):|(2.35)

Létat |S = 2,Mg = 0,/ = 0,M; = 0) est également couplé par la lumiere o™ a I’état

excité. Sa contribution au décalage fait intervenir des fonctions d’onde de la méme

forme que (2.32) et (2.33), o ky; _, doit étre remplacé par Kntg—o = \/ 2U(Ew+2gsupB)
d’apres (2.19) and (2.20). Dans le cas d’'un champ magnétique suffisamment grand, 1’ap-
proximation 1s— yfg=2./—0,M,—0 = —k;‘;lszoa et I’'inégalité k}’;,szor << 1pour Ryjn <r<
R,.qx ne sont plus valables, et des fonctions d’onde calculées numériquement doivent
étre utilisées pour remplacer 1’équation (2.34). La voie |S = 0,Mg = 0;¢ = 0,M; = 0) est
I’objet des mémes remarques. De plus, comme nous 1’avons déja évoqué dans le para-
graphe 2.4.1.2, le déphasage dans cette voie est donné par la longueur de diffusion a; du
potentiel IZ; qui devrait étre 20 ag < a; < 50 ag d’apres des calculs antérieurs [25, 82].
L’incertitude sur a; induit une incertitude sur le calcul du décalage si la polarisation laser

de photoassociation a une composante 6.

2.4.2.2 Contribution de voies fondamentales ¢ = 0

Les fonctions d’ondes régulieres et irrégulieres d’une voie |S, Ms; ¢ # 0, My) sont re-
présentées sur la figure (2.14c). Bien que I’amplitude de la fonction d’onde réguliere
soit négligeable par rapport au cas ¢ = 0, ce n’est pas le cas pour la fonction d’onde
irréguliere. La contribution d’une voie ¢ # 0 au décalage, qui fait intervenir le produit
des fonctions d’onde (voir I’équation (2.31)) n’est pas nécessairement petite par rapport
a une contribution ¢ = 0. Les contributions S, Ms; ¢ # 0, M, sont estimées correctement

en négligeant I'interaction de Van der Waals par rapport au potentiel centrifuge. Ces
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contributions sont donc indépendantes du potentiel d’interaction, et donc de a. Comme
le domaine R,;i, < r < Ry est classiquement inexploré du fait de la barriere centrifuge,
nous n’avons pas besoin du déphasage ¢ > 0. Les fonction d’ondes régulieres et irré-
gulieres peuvent €tre approchées de fagon tres satisfaisante par des fonctions de Bessel

sphérique ji(kyz r) and yo(ky; r).

2 o N+ /700

Wsagieron (1) = |- k’i (ko) o (K5 r) (2.36)
Mg

T 2 o0 o0

W5 ag:0£0,m, (1) % (kyzgr) yi(kygr) (2.37)
Mg

En utilisant le développement des fonctions d’onde (2.36) (2.37) pour k}}}s — 0, nous
trouvons I’expression suivante en fonction de 1’énergie de collision et du champ magné-

tique.

. oo r . .
5SV,X4ZS;£7AOM4 ~ —4u /o dr /0 draQs mge£0.m, (1) Qs Mg 020.m,(12) 0, (r1) 9" (12)

1 AT (k)P (20— 1) — (20+3)

r2
e T a4

Avant de décrire la comparaison entre théorie et expérience, remarquons que nous
avons envisagé la possibilité qu’un décalage lumineux, d’origine atomique, s’ajoute a
celui que nous étudions, d’origine moléculaire. L’annexe A.2 montre qu’un tel décalage

lumineux peut étre négligé.

2.4.3 Comparaison entre théorie et expérience

Nous ajoutons d’apres (2.17) les résultats (2.34) et (2.38) pour chaque voie de col-
lision S, Mg; ¢, M, pour obtenir le résultat final. Le tableau 2.1 donne la dépendance du
décalage en fonction de a dans le cas E. = 0, B =0 et une polarisation 6. Nous don-
nons la contribution des ondes partielles £ = 0,2,4, leur somme, et le décalage total pour

a = 143 ag [39]. La contribution de 1’onde s est la plus importante, et indépendante du
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champ magnétique. Le tableau 2.2 illustre les résultats obtenus avec une polarisation o
et en champ magnétique nul en fonction de la longueur de diffusion a. Comme chaque
voie de collision dans 1’état électronique fondamental est couplée par de la lumiere soit
o~ soit 6", on peut pondérer les résultats pour la polarisation o+ et 6~ pour rendre

compte d’une situation expérimentale donnée.

Tableau 2.1 — Contributions des ondes partielles s,d et g au décalage lumineux d’un
niveau vibrationnel v en MHz/W.cm~2 pour un couplage par de la lumiére ¢, en
champ magnétique B nul, et avec une énergie de collision E. nulle. a est la longueur de
diffusion pour le potentiel fondamental 52; exprimée en rayon de Bohr ag. La derniere
colonne donne le résultat pour la valeur a = 143 ag mesurée dans [39].

onde s onde d | onde g total total (a = 143 agp)
v=0 || -16.75+0.0862 a | -1.89 | -0.06 | -18.70+0.0862 a -6.37
v=1 || -13.47+0.0310a | -2.64 | -0.02 | -16.13+0.0310 a -11.70
v=2 || -38.16+0.1001 @ | -5.81 -0.01 | -43.88+0.1001 a -29.57

Tableau 2.2 — Contributions des ondes partielles s,d et g au décalage en MHz/W.cm ™2
pour un couplage par de la lumiere o+, en champ magnétique B nul, et avec une énergie
de collision E, nulle. a est la longueur de diffusion pour le potentiel fondamental 52;
exprimée en rayon de Bohr ag. L’incertitude sur la contribution de I’onde s est due a
I'incertitude sur la longueur de diffusion a; = (35 + 15) ap du potentiel 12; [25]. La
derniere colonne donne les résultats pour a; = 35 ap and a = 143 ag [39].

onde s onded | onde g total total (a = 143 ayp)
v=0 || -5.86+0.03+0.0144a | -3.49 | -0.01 | -9.364+0.03+0.0144 a -7.36+ 0.03
v=1 || -6.89+0.02+0.0052a | -4.10 | -0.004 | -10.9940.02+0.0052 a -10.25+ 0.02
v=2 || -17.804+0.06+0.0167 a | -8.70 | -0.002 | -26.50+0.06+0.0167 a -24.114 0.06

A champ magnétique nul, nous remarquons que les résultats totaux du tableau 2.2
différent de moins de 15% de ceux du tableau 2.1. Les résultats expérimentaux de la
figure 2.12, ol le décalage de v = 2 est fortement réduit en lumiére 6™, sont collec-
tés en champ magnétique non nul, et I’approximation ky; _or << 1 (voir le paragraphe
2.4.2.1) n’est plus valable. Le calcul numérique montre que la contribution de I’onde s
est fortement réduite dans le cas 6™ par rapport au cas o~ du fait d’un recouvrement

défavorable de fonctions d’onde, comme illustré par la figure 2.15. Nous avons cherché
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a reproduire par le calcul le résultat expérimental de la figure 2.12, ce qui est illustré sur
la figure 2.16. Quand nous passons d’un couplage d’'un 6~ a o", on observe bien une
réduction des décalages pour les trois niveau vibrationnels, particulierement prononcée
pour v = 2 comme nous venons de le justifier. Cette réduction est cependant 1égérement
sous-estimée par le calcul.

Comme nous 1’avons évoqué précédemment, le décalage est une fonction linéaire
des éléments de couplage Qi Mg:l My ©t donc une fonction linéaire de I’intensité du laser
I. L’intensité lumineuse vue par les atomes est délicate a établir de fagon absolue. Ce-
pendant, nous remarquons que les valeurs des décalages calculées pour la valeur de a
connue a posteriori (voir le tableau 2.1) est en accord a 40 % pres. Le rapport des déca-
lages de niveaux vibrationnels différents est lui une grandeur indépendante de 1’intensité
du laser, et que ’on peut donc déterminer aisément. La figure 2.17 illustre le rapport
des décalages 8"=!/8"=0 et §"=2/5"=Y en fonction de la longueur de diffusion a dans
le cas d’un couplage o~ et pour un champ magnétique nul. La singularité en a ~ 210 ag
est due a I’annulation avec changement de signe de §"=C. Cela est illustré par la figure
2.14 : le décalage lumineux fait intervenir I’intégrale du produit de la fonction d’onde
W,_o (figure 2.14 (a)) avec la fonction d’onde W; 700 (figure 2.14 (b)). Des mesures
expérimentales précises ont été prises pour une polarisation 6~ et une polarisation li-
néaire (mi 6~ mi 6"). Des rapports §"~! /§"=0 =1.70+£0.14 et §"=2/8"=" =3.34+0.7
sont mesurés dans le premier cas. Ils correspondent a la partie gauche de la figure 2.17
pour lesquels tous les décalages 8" sont vers le rouge de la transition atomique. Re-
marquons que la valeur de a prédite par la référence antérieure du groupe d’Orsay[53]
correspond a la partie droite de la figure. Dans le deuxieéme cas on mesure des rapports
5"=1/6"=0=1.504+0.12 et §"=2/8"=0 =3.3+0.7.

La figure 2.18 confronte les résultats expérimentaux aux calculs théoriques pour
déduire a. La mesure du rapport §*=!/8"=C pour une polarisation ¢~ (figure 2.18(a))

donne une détermination de la longueur de diffusion :

a=724+0.6 nm
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Figure 2.15 — Fonctions d’onde intervenant dans le calcul de la contribution de la voie
12,0;0,0) au décalage lumineux du niveau excité v = 2 induit par de la lumiére o™, pour
le champ magnétique magnétique utilisé expérimentalement (4 Gauss). Du fait du champ
magnétique non nul, le vecteur d’onde de collision kp,—q de la voie couplée est non nul et
vaut quelques centaines de a, ! comme le montrent les oscillations des fonctions d’onde
de collision. Le calcul du produit des fonctions d’ondes montre que le recouvrement est
proche de I’annulation, et donc la contribution au décalage réduite. Ceci est responsable
de la réduction du décalage lumineux de v = 2 quand on passe de la lumiere 6~ a la
lumiere o (voir les résultats expérimentaux 2.12 et théoriques 2.16).
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Figure 2.16 — Calcul des décalages lumineux pour v = 0,1,2 dans les conditions ex-
périmentales de la figure 2.12, c’est a dire pour un champ magnétique de 4 G. La forte
réduction du décalage de v = 2 est aussi observée expérimentalement, et interprétée par
la figure 2.15.

Les mesures avec une polarisation linéaire et pour le rapport §*=2/8"= donnent des
résultats moins précis mais toutefois compatibles. La comparaison de ce résultat avec
certaines déterminations expérimentales antérieures ne donne pas un bon accord. L’ ob-
servation de I’expansion du condensat de Bose-Einstein avait donné a = 204 10 nm [1]
et a = 16 £+ 8 nm [2], tandis que la méthode du groupe d’Orsay utilisant 1’observation
conjointe des collisions élastiques et inélastiques donnait a = 11.31%8 nm [53]. Ce-
pendant, I’observation des collisions €élastiques lors du refroidissement évaporatif avait
donné un résultat compatible a = 10 £ 5 nm [91]. Nous avons alors entrepris la confir-
mation de notre résultat par des expériences décrites dans la these de Steven Moal [55].
En effet, en utilisant la présente détermination de a, il est possible de déduire au moins
de facon approchée I’énergie de liaison du dernier état 1ié Epgp = —h> /2ua* dans le
potentiel 52;. En utilisant la détermination de a par les décalages lumineux, nous avons
mesuré avec succes cette énergie de liaison par photoassociation a deux photons [39]. En

ajustant les potentiels ab initio disponibles a cette énergie de liaison, nous avons trouvé
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Figure 2.17 — Rapport des décalages §"=! /§"=0 et §"=2 /5"~ en fonction de la longueur
de diffusion a dans le cas d’un couplage 6. Pour a ~ 210 ag, "~ change de signe,
ce qui s’interprete a partir du recouvrement des fonctions d’ondes des figures 2.14 (a) et
(b). Pour a < 210 qg le niveau v = 0 est décalé vers le rouge de la transition atomique,
ce qui a été observé expérimentalement (voir figure 2.18).
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qu’ils sont caractérisés par une longueur de diffusion a = 7.512 £0.005 nm, ce qui est

en parfait accord avec le résultat que nous présentons ici.

2.5 Conclusion et perspectives

Nous avons décrit dans ce chapitre les aspects théoriques et expérimentaux des déca-
lages lumineux dans la spectroscopie de photoassociation de 1’hélium métastable *He*.
Ces développements ont permis de déterminer la longueur de diffusion a =7.2+0.6 nm
caractéristique des collisions entre atomes métastables 23S polarisés. Nous avons consi-
déré le cas ol une paire d’atomes polarisés de spin est excitée dans un état moléculaire
du potentiel J = 1, 0; par I’absorption d’un photon dont la fréquence est dans le rouge
de la transition atomique S — Fy. Nous avons considéré le couplage de cet état excité aux
états de diffusion et aux états liés des voies de collisions fondamentales et la dépendance
de ces couplages en fonction de la polarisation du laser de photoassociation. Nous avons
notamment insisté sur le role joué par les voies de collisions ¢ # 0, et la dépendance en
fonction de la longueur de diffusion a. En utilisant la méthode de 1I’Hamiltonien effectif,
nous avons calculé I’expression des décalages lumineux. Expérimentalement, les déca-
lages lumineux pour les niveaux vibrationnels v = 0, 1,2 ont été étudiés en fonction de
I’intensité du laser de photoassociation, ainsi que sa polarisation. Comme I’intensité du
laser effectivement vue par les atomes est une quantité difficile a calibrer, nous avons
utilisé des rapports des décalages lumineux qui en sont indépendants pour comparer
théorie et expérience. En fait, on peut considérer que 1’on dispose d’un systeme modele
pour I’étude des décalages lumineux dans la spectroscopie de photoassociation : la voie
de collision initiale est bien définie étant donné que les atomes sont polarisés et que la
température du nuage est tres faible. D’autre part, I’atome considéré n’a pas de structure
hyperfine, ce qui simplifie le traitement des collisions. Enfin, étant donné que le poten-
tiel excité est purement a longue portée, nous disposons des fonctions d’ondes exactes
décrivant les molécules excitées. En conséquence, nous pouvons utiliser 1’expression
asymptotique des fonctions d’ondes de collision pour calculer les quantités physiques

qui font intervenir des recouvrements de fonctions d’onde. C’est la raison pour laquelle
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nous avons pu exprimer le décalage lumineux comme une fonction linéaire de a, sans
avoir a connaitre les détails du potentiel d’interaction entre atomes métastables. En ce
sens, la méthode que nous avons présentée ici est plus directe (mais moins précise) que
la détermination par spectroscopie a deux photons réalisée ultérieurement [39, 55] : dans
ce cas, on doit déduire le lien précis entre la longueur de diffusion et 1’énergie de liaison
du dernier état 1ié a partir de 1’étude de potentiels ab initio.

Les atomes alcalino-terreux sont d’autres systemes intéressants pour lesquels ces dé-
calages lumineux, et de facon plus générale la photoassociation, pourraient étres étudiés.
Certains isotopes n’ont pas de structure hyperfine ce qui en fait des objets d’étude plus
simples que les alcalins. Les isotopes “°Ca, 80Sr, 88Sr ont été étudiés dans les références
[34, 35, 92, 93, 94]. Le cas 3Sr est particulierement intéressant puisqu’il présente des
potentiels a longue portée [95], et le cas de !74Yb est particulier puisqu’il n’a ni structure

fine, ni structure hyperfine.
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CHAPITRE 3

DETERMINATION DE LA DUREE DE VIE D’UN DIMERE D’HELIUM
METASTABLE PAR L’ETUDE DE PROFILS DE FANO DANS LA
SPECTROSCOPIE DE PHOTOASSOCIATION A DEUX PHOTONS.

Dans ce chapitre, nous étudions théoriquement et expérimentalement une expérience
voisine de celle présentée au chapitre 2 (voir la figure 2.1). Ici, les atomes en collision
ont la possibilité d’interagir avec un deuxieme champ laser (voir la figure 3.1). Celui ci
est accordé au voisinage de la transition entre 1’état moléculaire J = 2, 52;, v =14 liant

+ =

deux atomes métastables, et 1’état moléculaire électroniquement excité J' = 1, 0,

0. Un tel schéma de niveaux dit en A est bien connu en physique atomique [46], et a
déja été exploité plusieurs reprises en physique moléculaire (voir les références de la
revue [9], chapitre VII). Nous nous intéressons aux spectres de photoassociation a deux
photons qu’il est possible d’acquérir dans ces conditions. Ceux-ci font intervenir des
formes de raies asymétriques universelles appelées profils de Fano [57, 96]. L'intérét
que nous portons a une telle expérience est double. D’une part, comme nous I’avons
évoqué en conclusion du chapitre précédent (voir le paragraphe 2.5), la détermination de
1’énergie de liaison de I’état vibrationnel v = 14 du potentiel > Z; permet de déterminer
la longueur de diffusion correspondante. Cette étude a laquelle j’ai contribué [39] est
décrite dans la these [55]. D’ autre part la molécule v = 14, peut étre qualifiée de molécule
exotique puisqu’elle est constituée de deux atomes dans I’état métastable, chacun ayant
une grande énergie interne (20 eV). Se pose alors le probleme de sa désexcitation, et
donc sa durée de vie. C’est cet aspect que nous développons ici. Nous voulons mettre
en relation dans ce chapitre la largeur des raies de photoassociation a deux photons
avec le durée de vie intrinseque T de la molécule exotique. Cela passe par une bonne
compréhension des formes de raies rencontrées. Dans le chapitre 4 nous déterminerons
théoriquement la durée de vie induite par autoionisation Penning, processus ayant pour
état final un atome stable dans I’état “He(1'Sg), un ion “He™ et un électron. Nous la

comparerons avec le résultat expérimental 7= 1.4+ 0.3 us que nous établissons dans ce
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chapitre pour tenter de I’interpréter.

Ce chapitre est divisé en deux parties. Dans une premiere partie, nous calculons la
forme de raie de photoassociation en fonction de parametres expérimentaux (tempéra-
ture du nuage d’atomes froids, intensité des deux lasers de photoassociation) et de gran-
deurs caractéristiques du systéme, en particulier la durée de vie T du dimere He3. Nous
évoquons en introduction le caractere universel des profils de Fano, leur importance et
leurs applications en physique atomique, notamment pour les atomes présentant une
configuration de niveaux en A : transparence induite électromagnétiquement, piégeage
cohérent de population dans des états dits noirs. Nous présentons ensuite les similitudes
et différences avec notre probléme de photoassociation. Dans la partie 3.1.1, nous étu-
dions le probleme le plus simple de diffusion qui fait intervenir un profil de Fano, et
interprétons physiquement son asymétrie. Nous abordons alors dans le paragraphe 3.1.2
un calcul des spectres de photoassociation de 1’hélium métastable. Deux mécanismes
de pertes peuvent étre envisagés : désexcitation radiative de I’état électroniquement ex-
cité J' =1, v=0, 0] (voir la figure 3.1) et pertes lies 2 la désexcitation du dimere
J=2,v=14, 52;. Nous montrons que les deux taux de désexcitation se décomposent
en produits et sommes de profils de Breit-Wigner et de profils de Fano dont 1I’amplitude
et la largeur dépendent des taux de relaxation des états liés 0 v =0 et 52;, v =14.
Cette décomposition, a notre connaissance inédite, est obtenue en adoptant une méthode
mettant en jeu des projecteurs et un Hamiltonien effectif. Les développements de cette
partie s’appuient sur la référence [97] qui traite des profils de Fano observés en spectro-
scopie atomique a deux photons ou seul 1’état électroniquement excité peut relaxer, et la
référence [52] qui traite de la photoassociation a un photon. Nous retrouvons les mémes
raies que celles établies par Bohn et Julienne en utilisant la théorie MQDT (Modified
Quantum Defect Theory) [51, 98, 99].

Dans une deuxieme partie nous présentons les résultats expérimentaux, publiés dans
la référence [100]. Nous montrons que dans notre situation expérimentale, les signaux
relevés sont le reflet de la désexcitation radiative de I’état moléculaire électroniquement
excité 0. Les résultats expérimentaux concernant la largeur de la raie en fonction des

parametres de I’interaction avec les lasers et de la température du nuage d’atomes sont
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Figure 3.1 — Potentiels et états moléculaires pertinents pour la description de I’expérience
de photoassociation a deux photons. Le potentiel 3 Z; décrit I’interaction de deux atomes
métastables dans I’état de spin total S = 2, ce qui est le cas quand ceux-ci sont polarisés.
On considere deux tels atomes entrant en collision avec 1’énergie E... L’état moléculaire
du potentiel 52; avec I’énergie de liaison la plus faible est caractérisé par le nombre
quantique de vibration v = 14. Le niveau vibrationnel v = 0 du potentiel d’interaction
0 connecté a I’asymptote S| — Py sert de niveau relai dans un schéma de niveaux en A
continuum-lié-lié¢ (E..,v = 0,y = 14). Les états sont couplés par des lasers émettant aux
fréquences v; et v, qui correspondent a des désaccords Ay et Aj — A,.
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analysés. On trouve une durée de vie T = 1.4 +0.3 us. A I'aide d’expériences complé-
mentaires, nous montrons que celle-ci n’est pas limitée par des collisions, comme ¢’ était

le cas dans des expériences voisines sur Rb; [101, 102].

3.1 Profils de Fano en spectroscopie de photoassociation a deux photons

Les formes de raies asymétriques de Fano sont des formes de raies universelles ren-
contrées notamment en spectroscopie atomique et moléculaire [103]. Elles ont été ob-
servées pour la premiere fois dans le cadre de la spectroscopie de gaz rares [104]. Fano a
montré qu’elles sont le reflet du fait que le systeme étudié présente un ou plusieurs états
lié en interaction avec un plusieurs continuum d’états d’énergie voisine. L’interférence
entre amplitudes de transitions correspondant a différents chemins entre 1’état initial et
I’état final réalisés expérimentalement est responsable de la forme de raie spécifique
[57, 105, 106]. L’étude expérimentale de tels profils est intéressante d’un point de vue
spectroscopique dans la mesure ou elle renseigne sur I’énergie et la durée de vie de I’état
lié en question.

Un phénomene bien connu dont I’ étude fait intervenir des profils de Fano est la trans-
parence électroniquement induite, bien connue en physique atomique. Il est observable
sur un systeme atomique a trois niveaux en configuration A, avec deux états électro-
niques fondamentaux, chacun couplé par un champ laser distinct a un état excité pré-
sentant une largeur radiative, qui joue le role du continuum dans le probleme de Fano.
Pour des valeurs adéquates des fréquences de chacun des deux champs lasers, on peut
observer idéalement une annulation de la section efficace d’absorption de la lumiere par
une vapeur atomique. On parle de transparence électromagnétiquement induite [107].
Ce phénomene est i€ au fait que les atomes sont pompés optiquement dans un état qui
est découplé du champ laser. On dit qu’ils sont dans un état noir. Depuis leur découverte
[108], les états noirs ont été utilisés dans différentes applications, comme 1’amplification
d’un champ laser sans inversion de population [107], le transfert cohérent de popula-
tion [109], le refroidissement subrecul [110], ou la spectroscopie haute résolution [111].

Les spectres de fluorescence obtenus lors de 1’étude du piégeage cohérent de population,
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c’est a dire le pompage optique d’une vapeur atomique dans un état noir, ou encore la
suppression de I’absorption d’un champ laser par une vapeur atomique, ont été interpré-
tés en terme de profil de Fano [97].

Reprenons a présent le probleme de photoassociation étudié dans le chapitre pré-
cédent en ajoutant cette fois-ci un champ laser supplémentaire (voir la figure 3.1). Il
est possible d’avoir un systeme analogue a la configuration en A de la physique ato-
mique. L’observation de la transparence induite électromagnétiquement, ou de réso-
nances noires en physique moléculaire a notamment été discutée dans les références
[39, 96, 102, 112]. Le probleme de physique moléculaire présente les différences sui-
vantes par rapport a son homologue atomique :

— Un des états atomiques stables est remplacé par un continuum d’états de collision

(états de collision dans le potentiel 52;,“).

— L’état atomique électroniquement excité est ici un état li€é du potentiel purement a
longue portée 0.

— Le deuxieme état atomique électroniquement stable est remplacé ici le dernier état
lié v = 14 du potentiel > Z;. Ce dernier ne peut étre considéré comme stable, a deux
titres : il n’est ni dans I’état de vibration fondamental, ni dans I’état électronique
fondamental. Il peut donc subir une relaxation vibrationnelle, une relaxation de
spin, ou encore une ionisation Penning.

Nous allons montrer dans ce chapitre que le signal de photoassociation a deux pho-
tons présente un profil de Fano. Nous voulons mettre en relation la durée de vie de la
molécule 52; avec la largeur du profil de Fano en fonction des différents parametres
expérimentaux.

Cette section est divisé en deux parties. Dans une premiere partie, nous considérons
un probléme modele de diffusion pour mettre en évidence 1’origine physique du caractere
asymétrique des profils de Fano. Dans une deuxieme partie, nous calculons les formes
de raies de photoassociation d’une maniere originale, différente de la théorie MQDT
[51, 98], et qui présente I’avantage d’étre factorisée sous forme de produits de profils de

Fano et de Breit-Wigner.
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3.1.1 Exemple simple de profil de Fano

Considérons un probleme simple de diffusion élastique décrit sur la figure 3.2. Nous
allons voir qu’il met en jeu des profils de Fano. Deux particules sont infiniment €loi-
gnées a t — —oo, de telle sorte que leur interaction est nulle. Au fur et a mesure que le
temps s’écoule, elles se rapprochent avec une énergie cinétique relative E.., interagissent,
puis s’éloignent de telle sorte que pour t — 4o les particules sont a nouveau infiniment
éloignées et sans interaction. L’interaction mise en jeu temporairement pendant la colli-
sion peut faire intervenir des états quasi-li€s ou résonances. Comme on se place dans le
cas d’une diffusion €lastique, les états initiaux et finaux des particules sont identiques,
et ’énergie cinétique E. est conservée. Ils font partie d’un continuum d’états paramé-
trés par I’énergie de collision. La collision est caractérisée par une matrice de diffusion
#(E) qui dans notre cas se résume a un nombre de module unité faisant intervenir le

déphasage 1 (E«) (voir I’annexe C.3 et 1’équation (C.14)) :
S (Eo) = ¢*M(E=) (3.1)

Supposons que 1’on puisse décomposer ce déphasage en une partie due a la résonance
associée a un état discret, Ny, €t une partie résiduelle 1 associée au continuum d’états

de collision (voir par exemple [113]) :

W(Ew) = n0<E°°) + Nres (EOO) (3.2)

Au voisinage d’une résonance isolée caractérisé par une énergie Es et une durée de vie

1 /Tes, le déphasage Nyes(Ew) est donné par ([114], p514) :

[res/2

—_— 3.3
Eres - Eoo ( )

tan Nres(Foo) =

On a alors finalement en utilisant (3.2) et (3.3) dans (3.1) :

: T
E.) = ?MlE=) (] — £ res 4
y( ) ¢ o TeS irres/z (3 )
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Figure 3.2 — Exemple de probleme de diffusion simple : on envisage une collision élas-
tique entre deux particules d’énergie cinétique relative E... Leur interaction représentée
ici en fonction de la distance interatomique fait intervenir un état quasi-lié ou résonance
d’énergie Es et de largeur ['}s. Deux chemins correspondent a une collision élastique :
I’un est direct (chemin en traits pleins et rouges), I’autre est indirect, et fait intervenir une
transition virtuelle vers 1’ état quasi-li€ (chemin bleu en pointillés). L’interférence entre
ces deux chemins intervient dans I’expression de la section efficace de collision élastique
qui présente un profil de Fano en fonction de I’énergie de collision E.. La largeur et la
position de ce profil donne des informations sur Epeg et I'es.
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On décompose la matrice de diffusion en une partie résonante .#;s et une partie rési-

duelle . :

S = fy()‘i‘y}es (35)

_ 2ino(Ew) _ 200 (Ew) T res ) (3.6)
= e e . .
(Eoo - Eres + ZFI'GS/Q’

La section efficace de collision élastique est notée o, et la section efficace de collision
élastique en 1’absence de résonance est notée 6p. On obtient d’apres ’annexe C.5 et

1”équation (C.23) :

T T
o«ﬁ\l—y\zzﬁu—%—xesﬁ (3.7)
T
cocxﬁu—yo\z (3.8)

On introduit le désaccord sans dimension €, qui s’exprime en fonction de 7.5 d’apres
(3.3):
E°° - EI'GS

€= ——"— = —COtMNe: (3.9
Fres/Z nres

et le parametre de Fano ¢ :

q = —cotmo (3.10)

Remarquons que le parametre g rend compte de 1’effet de la diffusion en 1’absence de la
résonance liée a 1’état discret d’énergie Eres. Si g = +7/2, ¢ =0, 0p o< |1 —.%|* est
maximal, le taux de collision oy est 2 la limite unitaire. Si g = 0, o o< |1 —.%|> =0,
tout se passe comme si les particules n’interagissent pas en 1’absence de résonance, et
q = 0. En travaillant I’expression de la matrice de diffusion (3.4), la section efficace de
collision élastique o (€) (3.7) s’exprime en fonction du produit de la section efficace de
collision élastique en I’absence de résonance oy (&) et d’un profil de Fano f,(¢g) ([115,
116]) :

o(g) = oo(e) fy(e) (3.11)
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ou I’on appelle profil de Fano de parametre ¢ la fonction f;(€) :

2
f(e) = ﬁ—zl (3.12)

La figure 3.3 illustre le profil de Fano f,(&). Sa forme asymétrique s’explique facilement
par I'interférence qui apparait dans I’expression (3.7) de la section efficace de collision.
On voit aisément que la phase de .#}s dans (3.6) varie de 7 au voisinage de la résonance
E. = Erg, et les formules (3.11) et (3.12) montrent que pour € = —gq, il y a interférence
destructive, et pour € = 1/g, interférence constructive. Si la diffusion non résonante
est faible, ¢ est grand, et f,(€) est semblable a une lorentzienne. Si la diffusion non

résonante est importante |g| est nul, et f,(€) est semblable a une lorentzienne inversée.

1+q2

Figure 3.3 — Profils de Fano o(€) de parametre ¢g. La courbe principale correspond a
q = 2. Sur les encarts, on voit que pour g — oo, le profil est proportionnel a une lo-
rentzienne, et pour ¢ — 0 a une lorentzienne inversée. On remarque que pour € = —¢,
f4(—q) = 0 et que le maximum est atteint pour € = 1/g. Ces deux valeurs de € corres-
pondent a des interférences respectivement destructive et constructive qui apparaissent
dans I’expression de la section efficace (3.6).

Nous avons vu que la section efficace de collision élastique (3.11) s’écrit sous la
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forme d’un produit entre une une section efficace non résonante qui est due a une diffu-
sion directe, et un profil de Fano qui est due a une diffusion indirecte via un état lié. Nous
allons voir dans la partie 3.1.2 que le taux de perte par photoassociation di a la désexci-
tation radiative de 1’état moléculaire 0; a une contribution qui peut s’écrire comme un
produit de deux termes correspondant a deux chemins : un profil de Breit-Wigner qui
correspond a un chemin direct (photoassociation a un photon), et un profil de Fano qui

correspond 2 un chemin indirect via I’état moléculaire > EZ,“.

3.1.2 Calcul des formes de raie de photoassociation a deux photons

Nous décrivons ici la photoassociation comme un probleme de collision entre atomes
en présence de couplage lumineux. Nous utilisons une base de voies de collision ha-
billées qui est le produit d’une base pour les voies de collision par une base du rayon-
nement laser [52]. Une voie de collision est la donnée de 1’état €lectronique interne de
deux atomes, et de leur état de rotation relative ([117]). D’apres la figure 3.1, les voies
de collision utiles pour notre description sont les |SZ;,“,S =2,Ms=2(=0,M;=0) et
|0F,J" = 1,My = 1) avec lesquelles nous sommes familiers grice au chapitre 2 (parties
2.4.1.1 et 2.4.1.2). En ce qui concerne le rayonnement laser, on considere les modes du
champ laser de pulsation ®; et @, (fréquences Vv et v, de la figure 3.1), a la polarisation
o~ peuplés par N; et N, photons. Finalement, on se restreint aux éléments |52;,S =
2,Ms =2,0 =0,M; =0,N,N2), [0 ,J = 1,M; = 1,N; — 1,N2) et PES,S =2 Mg =

2,0=0,M;=0,N; —1,N,+ 1) que ’on note respectivement |0, N1, N), |I,N; — 1, N,) et

|0, N1 — 1, N, + 1). Remarquons que 1’état de translation (nombre vibrationnel v ou éner-
gie de collision E.) n’y sont pas spécifiés puisque que I’on parle de voies de collision, et
non pas d’éléments de base décrivant tout le systéme. Nous ne prenons pas en compte le
couplage a des états de rotation ¢ # 0 dans le potentiel > Z;,F comme nous I’avons fait dans
le chapitre 2. Cela serait nécessaire pour rendre compte quantitativement de décalages
lumineux, que I’on considere ici comme des parametres phénoménologiques.

L état initial de I’expérience est |0, Ew, N1, N>). Une voie de collision est dite ouverte
si la conservation de 1’énergie autorise qu’elle décrive un état final de collision, c’est

a dire deux atomes infiniment distants. D apres la figure 3.1, la seule voie de collision
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ouverte est la voie |0, N1, N,) étant donnés les désaccords des lasers. Nous allons calculer
I’élément de matrice de diffusion correspondant a une collision élastique dans cette voie,
F00- et interpréter 1 — |.%y0|*> comme probabilité par événement collisionnel qu’il y ait
relaxation (voir appendice C.8). Cette relaxation peut étre celle de 1’état |1,N; — 1,N;),
due a1’émission spontanée, ou celle de 1’état |0, N; — 1, N, + 1), qui pourrait par exemple
étre due a des collisions atome-molécule ou a un processus Penning intrinseque.

Dans la représentation des voies de collisions habillées, I’Hamiltonien du systeme,
qui ne dépend que de la distance interatomique r, s’écrit H = K +V, ou K est I’énergie
cinétique radiale, et V décrit I’effet des potentiels d’interaction et des couplages lumi-

neux. L opérateur V s’écrit dans la base |0,Ny,Nz), |1,N; —1,Nz), |0,N; — 1,N + 1) :

Ve(r) Q(r) 0
Vi=1Q(r) Ve(r)—(in(r)/2) -4 Q(r) (3.13)
0 .Qz(r) Vg(r)_(iYZ(r>/2)_All+A/2

V, et V, sont les potentiels d’interaction pour la voie § =2,Mg =2, =0,M; =0
et la voie 0;f,J = 1,M; = 1. Le choix de I'origine d’énergie est tel que V(o) =0 et
V,(e0) =0, A’1 = ) — ay. Les quantités A5 = @, — @y sont les désaccords des lasers 1 et
2 par rapport a la transition atomique S — Py de pulsation @y.

Q;(r) et Q;(r) décrivent les couplages dipolaire électrique induits par les lasers 1 et
2 entre les états |0) et |1) d’une part, et |1) et |2) d’autre part. Ces couplages, dont le
calcul est réalisé dans le chapitre précédent (paragraphe 2.4.1.2), sont le résultat d’une
intégration sur les variables électroniques et les variables angulaires de 1’axe interato-
mique, et n’agissent qu’en fonction de la distance interatomique r.

Les largeurs 71 (r) et %(r) rendent compte des processus dissipatifs qui limitent la
durée de vie des atomes dans les voies de collision |1,N; — 1,N,) et |0,N; — 1,N, + 1).
Ceux-ci dépendent de r du fait de I’interaction entre atomes. La largeur ¥ (r), attribuée
a la désexcitation par émission spontanée, tend vers une constante pour r infini qui peut
s’exprimer uniquement en fonction de la largeur ¥, du niveau atomique Fy. Pour r < oo,

celle-ci connait des modulations du fait de I’interaction électrostatique entre les atomes.
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Si I’on attribue par exemple la largeur 9> (r) a I’ionisation Penning, alors 9»(r) ne prend
des valeurs non nulles que pour r petit, puisque 1’ionisation Penning nécessite le recou-
vrement des nuages atomiques. Soit ¥, la fonction d’onde vibrationelle de 1a molécule
v =0 dans le potentiel OIJ[, et ¥, 14 la fonction d’onde vibrationelle de la molécule v = 14
dans le potentiel L. On note 11 = (W—o| % (r)|Wi—0) et 12 = (Yi—14]2(r)|Vi=14).
D’apres ([59] pl164), 1/, est la durée de vie de 1’état |1,v = 0), et 1/9» est la durée
de vie T de I’état |0,v = 14). A la fin de ce chapitre, les formes de raies seront exprimées
en fonction de ¥, et P, et I’ajustement aux données expérimentales permettra de déduire
les durées de vie correspondantes.

On sépare le couplage V en V = V4 4 V. V4 décrit de facon découplée I’interaction
entre les atomes dans la voie |0, N1, N,) d’une part, et I’interaction des atomes dans les
voies |1,N; — 1,N,) et |0,N; — 1,N, + 1) perturbée par le laser 2 d’autre part. Vg décrit

le couplage induit par le laser 1, responsable de I’excitation de 1’état |0).

Ve(r) 0 0
Va=| 0 V.(r)—in(r)/2—A] Q(r) (3.14)
0 Q(r) Vo(r) —ina(r) /2 — A} + 4,
0 Q) 0
e=|Qi() 0 0 (3.15)
0 0 O

On note Hy = K 4 V4. On appelle Q et P les projecteurs respectifs sur I’espace engendré
par les états |1,N; — 1,N;) et |0,N; — 1,N, + 1) d’une part et 1’état |0, Ny, N,) d’autre
part. On peut décomposer P et Q en projecteurs sur des états liés de nombre quantique
de vibration v et sur des états de diffusion d’énergie E :

14

P=Y [0,v,N1,N2)(0,v,Ny, Ny +/dE|0,E,N1,N2><0,E,N17N2\
v=0
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5
Q = Z |17V7N1 - 13N2><1;V,N1 - I,NZH—
v=0
[ AEILE N = 1N E N~ 1
14
Y 10,v, Ny = 1,Na +1)(0,v, Ny — 1, Ny + 1]+
v=0

/dE|O,E,N1 —1,N, +1){0,E,N; — 1,N, + 1|

Afin de calculer les pertes induites par photoassociation, nous voulons exprimer I’élé-
ment de matrice de diffusion .7 en fonction des données du probléme ou la collision
dans la voie |0) n’est pas perturbée par le laser 1 via la partie Vg du Hamiltonien. Nous
utilisons le théoreme de Watson (appelé parfois two potential scattering formula) qui
relie la matrice 7' caractérisant la diffusion régie par le Hamiltonien H = K + V4 + V3
en fonction de la matrice 7©), caractérisant la diffusion régie par le Hamiltonien Hy =
K +Vy. (La matrice T est la matrice . sont reliés par . = 1 — 27iT). Afin d’obtenir
I’élément de matrice Ty, ce théoréme fait intervenir une onde stationnaire de diffusion
entrante dans la voie |0) normalisée en énergie, ‘POE *, qui est solution du probléme régi
par H (voire ’annexe C.1). Il fait également intervenir ’onde stationnaire sortante &
solution du probleme régi par Hy (paragraphe 14-c dans[115], équations XIX-11-(74) et
XIX-20-(127-128) dans [89]).

0 _
Too = T\ + (L~ [VsWE™) (3.16)
On peut écrire le dernier terme du membre de droite de (3.16) en n’utilisant que la
résolvante G(E) = (E — H) ™!, et des fonctions d’onde solution du probleme régi par
Hy.
(PE~|VB|PET) = (P | PVROG(E)QVEP|®PE™T) (3.17)

On note 5”0(8 ) I"élément de matrice de diffusion pour une collision élastique dans la voie
|0) régie par le Hamiltonien Hy. On a ,5”0((())) = (OF | PET) = 2ME) ot (E) est le

déphasage dans la voie |0) pour la collision régie par Hy (voir [89]). En utilisant le fait
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que par définition .4y = 1 — 27wiTy, et en utilisant (3.17) dans (3.16) on obtient :
oo = e¥ME) _21i(dE~ |PVOG(E) QVpP|DET) (3.18)

L’ opérateur QG(E)Q qui intervient dans (3.18) peut s’écrire en fonction d’un Hamilto-
nien effectif Hegr(E) qui agit dans ’espace engendré par |1,N; — 1,N;) et |[0,N; — 1,N, +

1):
Q 0

G(E)Q = B
QG(E)Q O(E —Hy—VsPGy(E)PV5)Q  E — Heii(E)

(3.19)

L opérateur Go(E) est défini par Go(E) = (E — Hp) . L’ élément de matrice de diffusion

(3.18) s’écrit alors :

_ PNE) i |pVy— L yupldEt 2
yoo e 7Cl< 0 | VBE—Heff(E)VB | 0 > (3 0)
avec .
Hetr = QHoQ + QVpPGo(E)PVpQO (3.21)

Nous sommes intéressés par 1’état vibrationnel v = 0 de la voie |1,N; — 1,N;), et I’état
vibrationnel v = 14 de la voie |0,N; — 1,N, +1). On note Q le projecteur sur 1’espace

engendré par ces deux états :

QZ ‘1,V=0,N1—1,N2><1,V=0,N1—1,N2|+
0,v=14,N; — I,N, + 1){0,v =14 Ny — 1,N, + 1| (3.22)

On suppose que les fréquences des lasers 1 et 2 sont accordées au voisinage des transi-
tions |0,E.) —|1,v=0) et |1,v = 0) — |2,v = 14), et que I’on peut négliger I’excitation
de tout état sur lequel O ne projette pas. On remplace alors Q par Q. Comme 1’action
de Vp sur la voie |0) est uniquement de la coupler a la voie |1), on a PVg = PVQ ~
PVsQ = PV|l,v = 0,N; — 1,N>){(1,v = 0,N; — 1,N,|. De méme, on a VgP ~ |1,v =
0,N; — 1,N2)(1,v =0,N; — 1,N;,|VgP. En utilisant également le fait que

PV0 = Q (r)P|1,v =0,N; — 1,N,){1,v = 0,N; — 1, ;|
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(voir la définition (3.15) de V), (3.20) s’écrit :

o0 = #ME) — 2mi(DE~ |10, (r)|1,v = 0,N; — 1,N,)

(1,vy=0,N; —1,N|

1L,v=0,N;—1,N,
E—Heff| )

(1,v=0,N; — 1,N2|Q (r)|®5 ")) (3.23)

Nous voyons dans (3.23) que nous avons besoin de 1’élément de matrice (1,v = 0,N; —
1,My|(E — Hegr(E)) ™Y 1,v = 0,N; — 1,N>). Pour cela, nous exprimons d’abord (E —
Hei(E)) dans la base {|1,v = 0,N; — 1,N;),]0,v = 14,N; — 1,N, 4+ 1)} en utilisant la
définition (3.21), et le faitque 0 ~ Q :
E+ A, — Eyg— 8,0(E) + i1tE0(E) —Q
-Q E+A —Ay—E,_14+i%
(3.24)

E — Hegr =

Dans I’expression (3.24) interviennent les quantités :

- Q= (1,v=0|Qy(r)|2,v = 14) est la pulsation de Rabi caractérisant le couplage
entre les deux états moléculaires liés couplés par le laser 2

— 1/7 et 1/7, sont les durées de vie des états moléculaires |1,v = 0) et |2,v = 14)
introduites précédemment.

— E,—g et E,_14 sont les énergies de liaison des états moléculaires |1,v=0) et |2,v =
14)

— Lalaser 1 induit un décalage de 1’énergie de liaison 8, de |1,v = 0), ainsi qu’un

élargissement I',—( via le terme QVpPGoPVpQ de I’Hamiltonien effectif (3.21) :
———— = (1,v=0|QVsPG,(E)PVsQ|1,v = 0) (3.25)

Remarquons que le présent modele a trois voies est incapable de reproduire le dé-
calage et I’élargissement attendus expérimentalement, et qu’une prise en compte
de toutes les voies couplées a |1,N] — 1,N,) est a cet effet nécessaire. C’est ce

que nous avons fait dans le chapitre 2 dans le cadre de la photoassociation a un
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photon. Ici, 8,—¢ et I',—( doivent étre considérés comme des parametres phénomé-
nologiques ajustés pour reproduire 1’expérience. Remarquons aussi des a présent
que I’élargissement I',—( est en tous cas négligeable devant la largeur naturelle y;
dans nos expériences a deux photons étant donné les intensités laser utilisées (pour
une étude de la saturation d’une transition continuum-lié, voir [118, 119]).

Pour alléger les notations, on pose (voir figure 3.4) :

S = E4+A—E,—o—8 (3.26)
& = M+E_1u—E—o—8-o (3.27)

de telle sorte que (3.24) s’écrive :

Sl _|_ iYI+§v:O _Q

E — Hefr = <z .y
—Q 01— 0 +i%

(3.28)

On note Z le déterminant de (3.28) nécessaire a 1’expression de 1’inverse de (3.28) qui

intervient dans 1’élément de matrice de diffusion (3.23) :

v(n+T—o)

9251(51—82)-1-9.2— )

(4T Bi-8) 1 pd)  329)

Apres avoir calculé I’inverse de (3.28), on trouve 1’élément de matrice pertinent qui

intervient dans (3.23) :

51— & +ip/2
Ly = 0Ny —1,Ny) = =02 70/

1v=0N —1,N
Ly ! 2|E_Heff 9

(3.30)

D’autre part, I’expression de I',—y (voir 1’équation (2.23) du chapitre 2) et des états
stationnaires de collision |P5 ) et |®51) (voir I’annexe C.1) permet de simplifier les

éléments de matrice de couplage qui interviennent dans (3.23) :

r ..
(BE=1Q1()1,v=0,Ny — 1,N2)(1,v =0,N; — 1, N, |Q; (r)|DET)) = iﬂez”’w) (3.31)



|0,v = 14)

Y2

04

511
5yt

75

‘1,1} :O,Nl - 1,N2>

0, Eo, N1, N2)
|O,’U = 14,N1 - ]_,Ng —+ 1>

Figure 3.4 — Notations pour le calcul de la forme de raie Raman : niveaux d’énergie
dans la représentation des états non habillés (a gauche) et habillés (a droite). Lorsque
51 =0,la fréquence du laser 1 est accordée sur la transition entre 1’état de collision
|0, E..) et I’état |1,v = 0) perturbé par la lumire. Lorsque &, = 0, la fréquence du laser
2 est accordée sur la transition entre I’état |1,v = 0) perturbé par la lumiére et I’état
|0,v = 14) (voir les équations (3.26) et (3.27)). Le fait que I',—( apparaisse en plus de
71 dans la largeur de 1’état |0,v = 0) est dii au fait que |0, Ew) appartient & un continuum

d’états.
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Finalement, en injectant (3.30) et (3.31) dans (3.23), et en réduisant au méme dénomi-
nateur, on trouve :
N

Foo = e2“7<E)§ (3.32)

avec

o T, ' - -
H =868y PO D) L )68 mb) 639

Comme indiqué en introduction de ce calcul, nous cherchons a calculer les pertes au
cours de la collision. Celles-ci sont reliées au déficit d unitarité de la matrice de diffusion

1 — |-#0|*. Nous identifions deux contributions :

| < = 2yl
1 — | -Fol? %(ﬁﬂ%—(&—&)z)—l—% (3.34)
= [ Snl*+ S0l (3.35)

La premiére contribution, notée |.#y;|? est nulle si y; = O et est attribuée 2 la désexci-
tation radiative de 1état |1,v = 0,N; — 1,N,). La deuxiéme contribution, notée |-/,
tend vers zéro si le couplage Q induit par le deuxieme photon tend vers zéro'. Elle
est attribuée aux pertes dues aux processus dissipatifs concernant I’état |0,v = 14,N; —
1,N, + 1). On a par construction 5”020 + 5”021 + 5”022 =1, ce qui correspond a la réa-
lité suivante : pour une collision dans I’état initial |0, Ew, N1, N;), 1’état final est soit
I’état |0, Ew, N1, N;) (collision élastique), soit I’état d’un produit de relaxation de I’état
|1,y =0,N; —1,N,) ou |0,v = 14, N; — 1,N, + 1) (collision inélastique). Afin d’obte-
nir une bonne compréhension des formes de raies obtenues en balayant 51 a 52 fixé, on

factorise Z (équation (3.29)) en faisant apparaitre deux racines :

7 =(8-8"+in/2)(8 -8 +ip/2) (3.36)

1Remarquons que les notations . et %y, ne sont pas celles de la théorie de la diffusion conven-
tionnelle, car ici les voies 1 et 2 sont fermées, et les éléments de matrice de diffusion correspondants ne
sont pas définis. On doit comprendre |71 |* et | #2|> comme déficits d’unitarité de . dus aux processus
dissipatifs affectant les voies 1 et 2.
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(1)

La racine 50 — i1 /2 est choisie comme celle qui tend vers —i(I',—o + 71)/2 (énergie
complexe du niveau habillé |1,v =0,N; — 1,N,)) quand Q tend vers zéro, et Séz) —ih/2
est choisie comme celle qui tend vers & — i /2 (énergie complexe du niveau habillé
|0,v = 14,N; — 1,N; + 1)). Du fait de I’invariance de la trace de Heg par changement de
base, le changement des énergies complexes des niveaux |1,v =0,N; — I,N,) et |2,v =
14,N; — 1,N, + 1) quand Q # 0 sont opposés. Ceci permet de définir la largeur Yz et le

décalage O :

(8" =in/2) = (im0 +1)/2) == | (8§ = i/2) = (2= 112/2)] = (& —m/2)
(3.37)

On définit un parametre de saturation s qui facilite I’écriture des racines dans le cas

s << 1 (cas oules états |1,v=0,N; — 1,N;) et |0,v = 14,N; — 1,N, + 1) sont faiblement

couplés) :
QZ
§= (3.38)
~ +1—‘V: — 2
522 4+ n -0 »)
On a alors pour s << 1 :
g = 56 (3.39)
" = sT=0+n—") (3.40)

Dans le cas pp,I'—g <<y << 5 qui est étudié dans notre expérience de spectroscopie
Raman, le couplage induit par le laser 2 induit les changements d’énergies de résonance

et de largeurs suivants :

5 =~/ (3.41)
no= n—(Q/&)n (3.42)
5. = 8+9%/5 (3.43)
B o= n+(Q/&)™n (3.44)

Nous interprétons d’abord la forme de |.#y,|?, qui correspond 2 la probabilité par
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collision que les atomes soient perdus suite a la formation d’une molécule dans 1’état

|(),v: 14, N, —1,N2—|—1> :

QZYZF\/zo
S0l = - > (3.45)
[(51 +8R)2+ W} [(51 & W)+ M]
ce qui donne dans la limite s << 1
|\ F2 = @yl
~ ~ s B o 2 ~ ~ ~ s B — P
[(51 +58)2+ (n+Tv—o (F4V—0+Yl »)) ] [(51 — 5 —58)2+ (p+ (Fv—(‘)l+71 »))
(3.46)

|Y02\2 est donc le produit de deux Lorentziennes centrées en 51 = 0 (résonance avec
Iétat [1,v = 0,N; — 1,N,)) et 8, = &, (résonance avec I’état [0,v = 14,N; — 1,N> + 1)),
a un décalage sgz ~ Q2 / 52 pres. Dans la limite ou s tend vers zéro, et I',—g << 71, le
rapport de I’amplitude de la premiére lorentzienne sur la deuxiéme est (% /71)? (voir
figure 3.5).

Nous interprétons ensuite la forme de |-%;|?, qui correspond a la probabilité par
collision que les atomes soient perdus suite a la formation d’une molécule dans 1’état

|1,v=0,N; — 1,N,), et nous distinguons trois éléments A, Bl et B2 :

YIFv:O %
[(51 +3R)2+ (71+FVZO—YR)2]

| So1|* =

Gi-&2 B4
g k) s _ 3 (Bt+1R)?
[(51 —52—5R)2+W2%} [(51 —52—3R)2+T]

—AX (B1+B2) (347)

ce qui donne dans la limite d’un grand désaccord &, (s << 0) en utilisant (3.39) et (3.40)
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Figure 3.5 — Déficit d’unitarité de la matrice de diffusion dii aux processus dissipatifs qui
affectent I’état |0,v = 14) (voir I’équation (3.46)). 1l est interprété comme la probabilité
par collision dans I’état |0, E.,Ni,N;) qu’il y ait relaxation suite a la production de
I’état |0,v = 14,N; — 1,N, + 1). On observe deux résonances associées dans la limite
ou le parametre de saturation s tend vers zéro a ’état |1,v = 0,N; — 1,N;) (condition
de résonance) 5, = 0), et a I’état |0,v = 14,N; — 1,N, + 1) (condition de résonance)

01 = &).



80

(voir figure 3.6) :

nlh—o y
[(Sl _|_s52)2 + n +Fv:o—S(1;v:o+}’1—1’2))2]

(81— &)? n % /4

[(51 5 S52)2 + (Y2+S(Fv:(‘)l+7’1_7’2))2:| [(51 _ 52 _ sgz)z + (Yz+s(rv:2+%—72))2

=Ax (B1+B2) (3.48)

1. Le terme A en facteur correspond a la photoassociation de 1’état |0,v = 0) et cor-
respond a un profil de Breit-Wigner (on reconnait en prenant s = 0, c’est a dire

Q =0, la forme lorentzienne de la raie de photoassociation a un photon).

2. Le premier terme entre parentheses Bl peut-&tre mis sous la forme d’un profil de
Fano f, de parametre g (voir I’équation (3.12) et la figure 3.3) centré en 5 =
(1+5)8,, au voisinage de résonance avec [0,v = 14,N; — 1,N, +1) :

(81— ) (e+4q) _

b= o = 3.49
1 [(S] — 82 — 552)2 + (72+5(Fv:(i+71*72))2 e2+1 f‘](‘g) ( )

enposant:
81— & — 56
e = 3.50
(p+sT—o+n—7)/2 (3:50)
g = $02 (3.51)

(p+s@=0+71—7)/2

La forme du profil de Fano en fonction du parametre g est rappelée sur la figure
3.3. Ce profil de Fano est di a I’'interférence de deux chemins couplant I’état initial
|0, Ew, N1, N>) au continuum des produits de désexcitation de |1,v=0,N; — 1,N;) :
le premier est direct et ne fait intervenir que le couplage induit par le laser 1, le
deuxieéme est indirect et fait intervenir une fois le couplage induit par le laser 1 et

deux fois le couplage induit par le laser 2. Les chemins pertinents sont représentés
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0 NG N
(14 5)dy o1
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So1 % c—
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[1,0=0)
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Figure 3.6 — Déficit d’unitarité de la matrice de diffusion dii aux processus dissipatifs qui
affectent 1’état |1,v = 0) (voir 1’équation (3.48)). Il est interprété comme la probabilité
par collision dans I’état |0) qu’il y ait relaxation suite a la production de I’état |1). On
est ici dans le cas dans le cas ou le désaccord 52 est grand (s << 1). La forme de raie
|.%01|% se décompose comme le produit d’une lorentzienne (A) associée a I’état |1,v =
0) par un profil de Fano (B1) (voir figure 3.3) et une lorentzienne (B2) associé a la
résonance avec 1’état |2,v = 14). Le profil de Fano peut étre vu comme la conséquence
de I’interférence entre deux chemins menant a la désexcitation de |1,v = 0) représentés
sur la figure 3.7. La largeur de la résonance au voisinage de 8, (voir encart) est étudiée
expérimentalement dans le paragraphe suivant pour déterminer le taux de relaxation 7,
et la durée de vie associée.
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sur la figure 3.7 dans une représentation d’états non habillés. Pour € = —g, c’est a
dire pour 5 =26,il y a interférence destructive entre ces chemins, et la désexci-
tation spontanée de |1,v = 0) est inhibée. On voit sur la figure 3.3 que f(—¢) =0

On parle de résonance noire.

523— 0F

2

Figure 3.7 — Chemins menant aux produits de désexcitation de |1,v = 0) : absorption
d’un photon a la fréquence v, émission spontanée avec le taux 7y (chemin rouge en
trait plein) ; absorption a la fréquence vy, émission stimulée et absorption de photons a
la fréquence v;, et émission spontanée avec le taux y; (chemin bleu en pointillé). Si les
fréquences v; et v, sont accordées avec la résonance a deux photons, il y a interférence
destructive entre les chemins rouge et bleu, la désexcitation de |1,v = 0) est inhibée. En
présence de processus dissipatifs qui limitent la durée de vie de |2,v = 14) (largeur 9»),
I’interférence entre les deux chemins ne peut étre que partiellement destructive.

3. Le deuxieme terme entre parentheses B2 est une lorentzienne décalée de 58 par
rapport a la résonance avec 1’état |0,v = 14,N; — 1, N, + 1). Celui-ci met en évi-

dence le fait qu’en présence de dissipation pour I’état |0,v = 14), il ne peut y avoir
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d’inhibition totale de la désexcitation de |1,v = 0,,N; — 1,Ny).

Quand on calcule A x (B1 + B2), on obtient la forme de raie globale pour les pertes
issues de I’état |v = 0) présentée sur la figure 3.6. Celle-ci est utilisée dans la partie 3.2
pour ajuster les données expérimentales et trouver la durée de vie T de I’état |2,v = 14).

Nous mentionnons pour terminer le fait que 1’inhibition de la désexcitation de |1,v =
0) est la plus visible dans le cas ou 8 = 0. Dans ce cas, il est facile de montrer que
Or = 0, et que le parametre ¢ associé au profil de Fano Bl est nul. La figure 3.8 illustre
cette situation qui a été étudiée en détail expérimentalement dans [55, 100]. On peut en
principe déduire de la largeur de I’inhibition (résonance noire) le taux de relaxation 7,
mais en pratique, il est difficile de s’affranchir de I’élargissement radiatif induit par le
photon 2 (couplage €2), dont la fréquence est ici résonante. C’est pourquoi on utilise dans

la partie 3.2 le cas non résonant ou 5, est grand.

Finalement, nous avons déterminé dans ce chapitre les formes de raies apparaissant
dans la spectroscopie de photoassociation a deux photons, en insistant sur la configu-

ration Raman ou 1’excitation effective de 1’état 0"

+, v =20 est faible (parametre de sa-

turation s faible (voir 1I’équation (3.38))). Nous avons distingué les pertes issues de la
désexcitation radiative de 1’état moléculaire 0, v = 0 (3.48) des pertes issues des pro-
cessus dissipatifs affectant 1’état moléculaire 52;, v— 14. Nous en venons a présent a la

présentation de 1’étude expérimentale.
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Figure 3.8 — Figure analogue a 3.6 dans le cas 5 =0.Le profil B1 est un profil de Fano
de parametre g = 0. L’étude de la largeur de la résonance noire permet en principe de
déduire le taux de relaxation 9». La contribution B2 empéche 1’inhibition complete de
I’excitation de 1’état |1,v = 0). Celle-ci serait nulle si » =0
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3.2 Expérience de photoassociation a deux photons

3.2.1 Réalisation expérimentale

Le principe de 1’expérience de photoassociation a deux photons, représenté sur la
figure 3.1, est tout a similaire a ce que nous avons présenté dans le paragraphe 2.1. Les
atomes en collision sont ici susceptibles ici d’interagir avec un laser supplémentaire de
fréquence v,, désaccordée de A, par rapport a la transition a deux photons vers 1’état
v=147 ZZ{. On note A le désaccord de la fréquence v; par rapport a la transition entre
Iétat collisionnel entrant d’énergie E. et I’état rovibrationnel v = 0,0;. D’un point de
vue pratique, les lasers L; et L, sont issus d’'un méme faisceau qui est séparé en deux.
Chacun des deux faisceaux ainsi obtenus passe dans un modulateur acousto-optique dis-
tinct, monté en double passage. Les faisceaux diffractés par les modulateurs acousto-
optique sont les lasers L et L,. Leur fréquence est contrdlée par 1’expérimentateur via
la fréquence de I’onde radiofréquence qui est appliquée sur les cristaux des modulateurs
acousto-optiques. Les faisceaux sont focalisés sur le nuage d’atomes avec un waist d’en-
viron 200 um. La température du nuage d’atomes a été variée entre 2 et 10 uK, et sa
densité est de 1’ordre de 103 cm™3. Les lasers L; et L, sont simultanément allumés et
éteints pendant des temps changés entre 0.2 et 100 ms. Apres un temps de thermalisation
variable (entre 0 et 400 ms selon les expériences) qui est destiné a redistribuer I’éner-
gie cinétique des produits de désexcitation de la photoassociation dans tout le nuage, le
piege est coupé. L'image du nuage est faite apres temps de vol, et on en déduit le nombre
d’atomes, la densité optique, et la température du nuage apres photoassociation (voir la
partie 2.3.2). Différents types de spectres peuvent €tre obtenus en utilisant le schéma
présenté sur la figure 3.1 selon que I’expérimentateur choisisse de varier la fréquence v
ou V; et selon les intensités I et Ir des lasers 1 et 2. Ceux-ci ont été décrits de maniere
détaillée dans les références [55, 100]. Nous insistons ici sur la configuration Raman : le
désaccord A; — A est choisi grand devant le couplage induit par le laser 2 entre les deux
états moléculaires v = 0 et v = 14 (fréquence de Rabi Q << A; — Ay). Un spectre est
constitué des mesures prises en faisant varier v; et en gardant v, fixé. Un exemple est re-

présenté sur la figure 3.9. Comme dans le chapitre 2, nous extrayons des mémes données
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a partir de I’imagerie par temps de vol : nombre d’atomes, densité optique maximale,
et température du nuage apres photoassociation. Nous remarquons que les trois signaux
présentent les mémes formes, positions et largeurs, et que le meilleur signal est celui de
température. C’est donc celui-ci que nous utilisons dans la suite.

La figure 3.10 montre le signal de température correspondant a une photoassociation
a deux photons. Nous avons effectué un ajustement par un profil lorentzien correspon-
dant 2 |.#,|? et un autre ajustement par la superposition d’un profil lorentzien et d’un
profil de Fano correspondant 2 |.%|>. Les données expérimentales sont ajustées de fa-
con satisfaisante dans le second cas étant donné la qualité du signal. Cela suggere que la
contribution de |.#p,|? aux signaux expérimentaux est négligeable devant celle de |- |?.
Remarquons enfin que I’ajustement des données expérimentales par (3.53) est laborieux,
car de nombreux parametres sont inconnus : il est en effet impossible de faire la spec-
troscopie des résonances associées a |2,v = 14) et |1,v = 0) avec les mémes parametres
expérimentaux. La figure 3.6 montre que la résonance a un photon a une amplitude beau-
coup plus grande que la résonance Raman. Des conditions expérimentales qui permettent
de détecter correctement le pic Raman conduisent a une destruction de tout le nuage ato-
mique lorsque le laser 1 est a résonance avec la transition a un photon. Les parametres
comme le décalage 0E,—¢ ((3.25)) ne peuvent donc étre déterminés. Pour extraire le pa-
rametre Y, = 1/7 qui permet d’obtenir la durée de vie T du niveau |2,v = 14), on choisit
donc d’étudier la largeur a mi-hauteur des signaux Raman. En reprenant le calcul de 5’021
pour s — 0 (3.38) qui est le cas que nous étudions expérimentalement (on a 5 >>Q),
le profil |.#|* au voisinage de la résonance Raman est proportionnel a (voir la figure

3.11(a)): ( )2
€+q 1

52
1+¢2 Jr1+£2 (3.52)

avec € = (51 — 52)/ Y et g =Q?%/ 523/2. On définit la largeur 2 mi-hauteur Ae comme
la largeur du profil (3.52) a une ordonnée qui est la moitié de son maximum. La figure
3.11(b) montre gAe en fonction de 1/¢ qui a un comportement analogue a la largeur a
mi-hauteur que I’on mesure expérimentalement en fonction de 9. Une étude analogue

sera effectuée ultérieurement pour déduire un taux de relaxation a partir d’une mesure
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Température (uK)
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Figure 3.9 — Spectroscopie Raman obtenue avec les parametres expérimentaux A; —
Ay =~ 10 MHz, I; = 260 mW.cm 2, , = 65 mW.cm ™2, temps de photoassociation de
200 ms, temps de thermalisation de 400 ms. A est le désaccord du laser L; par rapport
a la transition atomique S — Fy. La courbe rouge est un ajustement des données expé-
rimentales utilisant la forme de raie établie dans le paragraphe 3.1.2. Nous remarquons
que les trois signaux indiquent la méme position de la résonance, et la méme largeur de
raie.
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Figure 3.10 — Ajustement du spectre Raman par les formes de raie |.#y; |? et |-#p2|* dans
le cas du signal de température. On remarque que |.%p|* ajuste beaucoup mieux les
données expérimentales que | |?, ce qui suggere que le signal de température reflete
essentiellement les pertes issues de la désexcitation spontanée de 1’état |1,v = 0).
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de largeur de profils (voir le paragraphe 3.2.2 et la figure 3.15).

N
Umax

O-max/2

1.4
1.2

0.8 -
0.6 -
0.4 e
0.2 =

Ae/q

0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

Figure 3.11 — (a) Superposition o(€) d’un profil de Fano de paramétre g et d’une lo-
rentzienne. On définit la largeur & mi-hauteur Ag d’un tel profil. (b) Ag/q est tracé en
fonction de 1/¢. On remarque que pour g — oo, la largeur a mi-hauteur est le double de
1/q, ce qui est symbolisé par la droite en pointillé : on tend vers un profil lorentzien.
L’adaptation de cette procédure permet de déduire un taux de relaxation 9 a partir des
largeurs a mi-hauteur des signaux expérimentaux.

Remarquons également que |.%; |> dépend de 1’énergie de collision E entre les atomes
via Sl (voir I’équation (3.26)). On doit donc prendre en compte la distribution des éner-
gies de collision du fait de la température finie du nuage d’atomes utilisée pour les ex-

périences. Les signaux expérimentaux doivent donc en toute rigueur €tre ajustés par une
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fonction proportionnelle au taux de perte :

kBT 2 —S/k T dS
K=—||%A BS 3.53
hQT/’ 01"e i (3.53)

ot Q7 = (2wukgT /h?)3/2 [120].

3.2.2 Etude des sources d’élargissement

Elargissement radiatif [’équation (3.44) nous donne la largeur }» de 1’état associé a
la résonance Raman. Dans la limite d’un parametre de saturation s (3.38) nul (couplage
Q induit par le laser 2 nul), I’état associé a la résonance Raman est I’état |0,v = 14, N; —
1,N,+ 1) de largeur 9, non contaminé par I’état |1,v=0,N; — 1, N;). Dans la limite d’un
grand désaccord &, >> Q, le parametre de saturation s tend vers 0, et s’écrit (Q/5,)2.

L’ état associé a la résonance Raman a alors une largeur ¥, donnée par (3.44) :
2
P=p+—="T=oi)+1n—7) (3.54)

Dans les expériences réalisées, 1’intensité /; du laser 1 est insuffisante pour induire un
élargissement du signal : le taux de transition I',—( entre 1’état du continuum et la molé-
cule dans 0, est négligeable devant la largeur naturelle ¢, = 27 x 3 MHz de la molécule
dans I’état 0;. En effet, I’expression de I',—¢ ((2.23)) fait intervenir la densité d’états
du continuum a I’énergie de collision E. via la normalisation des fonctions d’onde du
continuum. Cette densité d’états est particulierement faible aux températures considérées
[51]. En conséquence, pour les valeurs I1 < 1 W.cm ™2 utilisées, I'y— /2w est au plus de
’ordre de 100 kHz. L’ intensité I, du laser 2 intervient linéairement via le terme Q2 dans
la largeur 7, (3.54). Nous avons vérifié expérimentalement cette dépendance en étudiant
la largeur a mi-hauteur du signal Raman en fonction de ;. Les résultats sont reportés sur
la figure 3.12. Remarquons qu’il n’est pas immédiat de rendre compte précisément de
la pente observée du fait que dans 1’équation (3.54), 5, fait intervenir un décalage lumi-
neux de ’état |1,v = 0,N; — 1,N;) que I’on ne peut mesurer dans les mémes conditions

que le pic Raman (cette difficulté a été évoquée plus haut dans le paragraphe 3.1.2).
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D’autre part, nous avons vu que la largeur a mi-hauteur que nous mesurons ne donne
pas directement 5 (voir figure 3.11). Nous proposons cependant un ordre de grandeur :
nous négligeons dans (3.54) p» et I',—¢ devant y; = 27 x 3 MHz et nous utilisons la fi-
gure 5 de la référence [100] pour calibrer Q en fonction I, (Q+/I, =27 x 6.67W.cm™2).
Dans les conditions expérimentales de la figure 3.12, 52 = 20 MHz, et on calcule un
élargissement (augmentation de %) de 0.33 MHz/W.cm~2 du méme ordre de gran-

deur que I’élargissement expérimental (augmentation de la largeur a mi-hauteur) de

0.49 +0.05 MHz/W.cm 2.

0.2 -

Largeur a mi-hauteur (MHz)

I I I I
0 0.2 0.4 0.6 1 12 14 16

I (W.cm™2)

Figure 3.12 — Largeur a mi-hauteur du signal Raman en fonction de I’intensité /. Les
autres parametres expérimentaux sont fixés : I; = 660 mW.cm 2, A; — A, =20 MHz, et
T ~4uK. La fleche indique I’intensité utilisée usuellement pour les autres expériences.
L’extrapolation a intensité nulle donne 0.28 £+ 0.02 MHz, et la pente de I’ajustement est
de 0.4940.05 MHz/W.cm 2.

Elargissement lié a la température Une température 7 non nulle induit une distri-
bution de Boltzmann des énergies de collision E. de largeur ~ kgT (voir la discussion
de I’équation (3.53)). Les résultats sont portés sur la figure 3.13. L’ajustement des don-
nées expérimentales donne une largeur a mi-hauteur a 7 = 0 de 0.20£0.05 MHz, et un

élargissement de 0.015 +0.010 MHz/uK, soit 0.71 4+ 0.48 MHz/ (kgTh™ ')
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Figure 3.13 — Largeur a mi-hauteur du signal Raman en fonction de la température du
nuage d’atomes. La température est changée en modifiant la fréquence finale du champ
radiofréquence utilisé pour le refroidissement évaporatif. Les autres parametres expéri-
mentaux sont fixés : I; = 660 mW.cm 2, , = 66 mW.cm 2 et A — A, = 20 MHz. La
fleche indique la température utilisée usuellement pour les autres expériences. La droite
rouge est I’ajustement aux données expérimentales : (0.20 £ 0.05 MHz) + (0.015 &+
0.010) MHz/uK, soit 0.7140.048 MHz/(kgTh™").

Elargissement lié a la durée de I’interaction La durée 7p4 de I’interaction avec les
lasers est ajustée en fonction de I'intensité /> de maniere a obtenir la meilleure qualité
de signal. Une valeur élevée de Tpsy peut induire une déformation de la raie : si Tpy est
grand, le nombre d’atomes photoassociés peut représenter une fraction non négligeable
du nombre d’atomes disponibles initialement, et ce d’autant plus que le laser est proche
de résonance. En revanche, une valeur Tp4 trop faible limite spectralement la largeur
minimale de raie observable a environ 1/7ps. Nous avons varié tps entre 50 s et 1 ms, et
nous n’avons observé aucune dépendance de la largeur Tps. Les résultats sont consignés

sur la figure (3.14), et sont compatibles avec aucun €largissement.

3.2.3 Résultat

Nous utilisons comme résultat la valeur de la largeur du pic Raman a température
nulle déduite des résultats de la figure 3.13 : (0.20+0.05 MHz). Cette valeur est mise en

relation avec le parametre ¥, /27 en utilisant la forme de raie (3.53) a température nulle,
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Figure 3.14 — Largeur a mi-hauteur du signal Raman en fonction du temps de pho-
toassociation. Les autres paramétres expérimentaux sont fixés : I; = 650 mW.cm ™2,
L =65mW.cm 2, Aj —A, =20 MHz et T ~ 4uK. Les données sont totalement com-
patibles avec I’absence de dépendance.

et I’expression de |.#y;|? (3.48). Nous avons déja vu sur la figure 3.11 le fonctionnement
de cette procédure. La figure 3.15 traduit le méme calcul, mais en fonction des données

expérimentales. On trouve :
1/27 = (0.124+0.025) MHz
Nous en déduisons la valeur de la durée de vie

T=1/p=(1.4+0.3) us (3.55)

3.2.4 Etude expérimentale des collisions atome-molécule

La molécule *H e5 est exotique car elle est constituée de deux atomes métastables.
La durée de vie déduite de I’expérience correspond a celle d’une molécule *H e, dans
un nuage comportant des atomes *He* et d’autres molécules *H e5. Des lors, on peut se

demander si la durée de vie n’est pas limitée par des collisions avec les especes environ-
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Figure 3.15 — Largeur du pic Raman en fonction de 9. Cette courbe, analogue a celle de
la figure 3.11, est calculée a température nulle pour ’intensité et le désaccord du laser 2
utilisés dans la plupart des expériences (I, = 66 mW.cm™2 et A —A; =20 MHz). La
largeur pour 95 = 0 est non nulle du fait de la présence d’un élargissement radiatif faible
mais non nul dii au laser 2.

nantes, comme cela a déja été observé dans des expériences analogues ou des molécules
ont été formées dans un condensat de Rb, [101, 102, 121]. Les diverses collisions envi-
sageables sont les suivantes :

— collision molécule-molécule avec relaxation vibrationnelle ou rotationnelle

Hes(v=14,0=2,M;=2)+Hes(v=14,0 =2,M; =2) —
Hes(V,J' \My)+He; (V' J" M) (3.56)

— collision Penning molécule-molécule

H@;(V:14,]:2,MJ:2)—|—H€§(V:]47J:2,MJ:2)_>
He+He*+He* +Het +e~ (3.57)

— collision atome-molécule avec relaxation vibrationnelle ou rotationnelle

Hey(v=14,J =2,M; =2)+He* — He;(V,J') + He" (3.58)
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— collision Penning atome-molécule
Hes(v=14,J =2,M;=2)+He* — He+He' + He+e~ (3.59)

Les collisions (3.56) et (3.57) sont des collisions molécule-molécule, et sont beaucoup
moins probables que les collisions atome-molécule (3.58) et (3.59) du fait que la densité
de molécules est bien inférieure a la densité d’atomes. Les collisions (3.57) et (3.59) sont
des collisions Penning. Du fait que les atomes et les molécules sont polarisées, celles-ci
devraient étre inhibées car la collision Penning ne conserve alors pas le spin. 2.

Nous avons réalisé deux types d’expérience afin d’étudier I’importance des collisions
(3.58) et (3.59).

— Dans un premier temps, nous avons modifié la densité d’atomes *He* dans le piege
afin de voir son influence sur la durée de vie des molécules He3. Il n’a pas été
possible de la modifier de plus d’un facteur trois en gardant les autres parametres
expérimentaux fixés : les fortes densités sont limitées par notre source d’atomes,
et les faibles densités conduisent a la destruction du nuage si I’intensité laser n’est
pas réduite. Les résultats sont illustrés sur la figure 3.16 pour I = 66 mW.cm™ 2 et
T =4 uK. Un ajustement des données par une droite donne une largeur a densité
nulle de (0.04+0.08) MHz, et un élargissement compatible avec zéro de (0.029 +
0.057) MHz/10'3cm™3. Remarquons que la durée de vie T ~ 1.4s mesurée dans
le paragraphe 3.2 correspond 2 une densité de 1.4 x 10'3 cm™3. Si les collisions
atome-molécule sont le facteur limitant la durée de vie, le taux de collision atome-

3

molécule est alors de 6 x 1078 cm?.s~!. Un tel taux est peu vraisemblable car trés

élevé. Les expériences similaires menées sur des molécules dans un condensat de
Rb ont conduit 2 un taux inférieur 2 8 x 107! em?.s~1.
— Dans un second temps, nous avons modifié la polarisation du laser 2 pour qu’elle

soit oF, en gardant une polarisation ¢~ pour le laser 1. La fréquence du laser 2

%En toute rigueur, la molécule Hej(v = 14,J = 2) n’est pas dans un état de spin bien défini S =
2, Mg = 2 du fait du couplage spin-dip6le entre les deux atomes de spin S = 1, Mg = 1 qui la constituent.
Cependant, un calcul rigoureux montre que le poids des autres composantes de spin dans la décomposition
est inférieur 2 10~ en terme de module carré d’amplitude.
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Figure 3.16 — Largeur du pic Raman en fonction de la densité d’atomes. La densité est
variée en modifiant les caractéristiques du refroidissement évaporatif. Les parametres
expérimentaux sont I; = 660 mW.cm™ 2, I = 66 mW.cm™ 2, Tpy = 500us et A} — Ay =
20 MHz.

est choisie a résonance avec la transition couplant 1’état moléculaire |1,v = 0) et
I’état moléculaire |S = 2,Ms = 0,¢/ = 0,M; = 0,v = 14). Celui-ci a une énergie
inférieure de 2gupB (B est le champ magnétique, g le magnéton de Bohr, et g un
facteur de Landé) par rapport a I’état |S =2,Mg =2,/ = 0,M, = 0,v = 14) étudié
précédemment du fait de I’effet Zeeman. Etant donné que I’état initial a un moment
cinétique total J =2, M; = 2 on produit alors des molécules He;(v = 14,J =
2,M; = 0) non polarisées plutdt que des molécules He;(v = 14,J =2,M; = 2)
polarisées’. Le principe de cette expérience est présenté sur la figure 3.17. Les
collisions atome-molécule devraient présenter des taux supérieurs : les collisions
du type 3.58 impliquent des surfaces de potentiel supplémentaires par rapport au
cas polarisé, et les collisions Penning 3.59 ne sont plus inhibées. Si la durée de
vie T mesurée expérimentalement pour la molécule polarisée était limitée par les
collisions atome-molécule, alors la durée de vie que I’on mesure pour la molécule
non polarisée devrait €tre encore inférieure, et la largeur de raie plus grande. Le

contraire a été établi expérimentalement a I’aide d’un signal dit de résonance noire

30n définit les états polarisés pour la molécule *H e5 comme les états S = 2, Mg = +2. Les autres états
sont dits non polarisés. L’ état polarisé piégé magnétiquement qui nous intéresse ici est S =2, Mg =2



97

qui est présenté sur la figure 3.18 [100]. Le profil théorique correspondant est
présenté dans le paragraphe 3.1.2 et la figure 3.8. Un tel signal est obtenu quand le
laser 2 est accord€ sur la transition entre les deux états moléculaires, et la fréquence

du laser 1 est balayée au voisinage de la transition de photoassociation.
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Figure 3.17 — Schéma de niveaux pour la photoassociation a deux photons 6~ — o ™. Le
potentiel 52;, S =12, Mg =2 est décalé de 2gupB (B est le champ magnétique, ug le
magnéton de Bohr, et g un facteur de Landé) par rapport au potentiel 52;, S=2, Mg=2
envisagé précédemment.
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Figure 3.18 — Signal de résonance noire atome-molécule non polarisée. La largeur de
I’inhibition de I’augmentation de la température en fonction du désaccord A} n’est pas
supérieure a la largeur des pics Raman étudiés précédemment.
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3.2.5 Conclusion et perspectives

Dans ce chapitre, nous avons mené a bien un calcul original des formes de raies de
photoassociation a deux photons. Nous avons distingué les pertes issues de la désexcita-
tion radiative de I’état |1,v = 0) de celles issues de la désexcitation de 1’état |0,v = 14).
Nous avons vu que les spectres expérimentaux présentent 1’asymétrie du profil de Fano
caractéristique des pertes radiatives de |1,v =0). Aprés avoir identifié différentes sources
d’élargissement, nous avons déterminé la durée de vie T = (1.4 +0.3) us d’une molécule
exotique *H e5. Afin de déterminer si cette durée de vie était limitée par des collisions
atome-molécule, nous avons réalisé des expériences ou la densité d’atomes est variée, et
ou I’état électronique de la molécule est différent. Celles-ci ont montré que la durée de
vie de la molécule étudiée ne dépend pas de son environnement, et doit donc étre une
durée de vie intrinseque. Le chapitre suivant étudie la possibilité que cette durée de vie
soit limitée par autoionisation Penning.

Bien que la photoassociation a deux photons se soit révélée tres efficace pour mesurer
une énergie de liaison [39], nous remarquons dans ce chapitre que la détermination de la
largeur naturelle d’une raie est compliquée par les nombreuses sources d’élargissement.
Une expérience plus directe pour mesurer la durée de vie T consisterait a produire une
population de molécules en un temps court devant T (ce qui n’est pas évident en soi
si T est de ordre de 1 us), détecter les produits de désexcitation de ces molécules, et
déterminer le temps caractéristique de leur production. S’il s’agit d’ions, I'utilisation
d’un multiplicateur d’électrons tubulaire que nous avons récemment installé sur notre
dispositif expérimental permettrait cette détection.

Une autre piste pour I’étude de molécules *H e5, v = 14 est 'utilisation de transition
a un photon a I’aide d’un champ radiofréquence [122, 123]. Cette méthode ne permet-
trait cependant pas de produire des molécules dans le méme état électronique que 1’état
de collision, comme c’est le cas pour la transition a deux photons optiques que nous
avons étudiée dans ce chapitre. Elle propose en revanche I’avantage de ne pas coupler le

systeme 2 des états soumis 2 la désexcitation radiative, comme 1’état 0}/ .






CHAPITRE 4
AUTOIONISATION PENNING DE DIMERES D’HELIUM METASTABLE

Dans le chapitre 3, nous avons déterminé la durée de vie intrinseque 7 = 1/p =
(1.44+0.3) us du dimere 4Heﬁ dans I’état 52;, J =2, M;=2, v=14. Dans le présent
chapitre, nous voulons déterminer s’il est possible d’expliquer la durée de vie de cette

molécule par un mécanisme d’ionisation Penning interne a la molécule :
“Hes (2381 —238)) —=* He(1'So) +* He™ + e~ 4.1)

Le mécanisme d’autoionisation vibrationnelle est introduit par Nielsen et Berry dans
[124]. A notre connaissance, nous réalisons ici la premiere étude d’ionisation Penning
ou les réactifs ne sont pas libres, mais sous forme de molécule. Le dimere est dans 1’état
électronique 52;, de spin total S = 2, et laréaction (4.1) ne conserve pas le spin total de la
molécule S. Nous verrons dans ce chapitre que 1’ionisation fait intervenir une transition
virtuelle induite par le couplage entre le spin des deux atomes vers un état non polarisé
12; pour lequel I’ionisation est directe.

Ce chapitre est divisé en deux parties. Dans la premiere partie, nous commengons par
un rappel historique sur les collisions Penning, et évoquons leur inhibition quand les par-
tenaires de collision sont polarisés. Nous montrons sur un probleme de collision simple
deux manieres de modéliser 1’ionisation Penning dans le potentiel 12; : a I’aide d’une
largeur d’ionisation qui est utilisée comme la partie imaginaire du potentiel d’interaction
[82, 125], ou a I’aide d’une condition aux limites absorbante pour une distance interato-
mique caractéristique du recouvrement des nuages atomiques (quelques ag) [26, 27].
Nous obtenons un résultat original : dans la limite ou la largeur d’ionisation est tres
grande, les deux descriptions se rejoignent.

Dans la deuxieme partie, nous calculons la durée de vie 7 de la molécule en utilisant
les deux modélisations, et une théorie de perturbation. Apres avoir calculé le Hamilto-

nien spin-dipdle qui couple les états 52; et 12;, nous mettons tout d’abord en ceuvre
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une condition aux limites totalement absorbante de fagon analogue a 1’étude des colli-
sions Penning d’hélium polarisé de G. Shlyapnikov [26, 27]. Ce calcul est présenté pour
la premiere fois dans cette theése. Dans un deuxieme temps, nous utilisons la largeur
d’ionisation issue de calculs ab initio. Nous retrouvons alors le calcul et les résultats
publiés par I. Whittingham [126]. Nous obtenons comme dans cette référence une durée
de vie de I'ordre de 120 us, ce qui en étant environ cent fois plus grand que le résul-
tat du chapitre 3 ne peut en aucun cas rendre compte des observations expérimentales.
Nous remarquons que dans notre modele, nous utilisons des calculs ab initio anciens
de I'interaction dans le potentiel 12; [82], et non vérifiés par d’autres équipes'. Nous
partons alors du principe que I’interaction a courte distance dans le potentiel 12; est mal
connue, et nous la remplacons par une condition aux limites partiellement absorbante.
Nous calculons la durée de vie en fonction de la phase et I’amplitude de la réflexion sur
la condition aux limites, et mettons en évidence 1’influence possible d’un état quasi-lié
ou résonance dans le potentiel IZ;. Il existe alors une limite physique inférieure a la
durée de vie 7 de I’ordre de 50 ns, limitée par I’intensité du couplage entre les spins des
deux atomes. Il est alors possible de rendre compte de la durée de vie expérimentale de
I’ordre de 1 us, mais a la condition de supposer que 1’ionisation Penning directe dans le
potentiel 12; est un processus peu efficace. Nous proposons finalement des expériences
complémentaires pour tester notre explication de la durée de vie .

Nous avons reporté dans 1’annexe B des calculs de durée de vie de diméres “He}
dans I’état 52; pour des situations différentes de celles de 1I’expérience décrite dans le
chapitre 3 : états vibrationnels v < 14 (section B.1), champ magnétique élevé et/ou état
électronique S = 2, Mg = —2 (section B.2). Celles-ci mettent révelent une physique in-
téressante que nous interprétons, et qui pourrait étre observée expérimentalement. Nous
proposons également la description du calcul numérique non perturbatif qui a permis de

vérifié I’ensemble des résultats de ce chapitre (section B.3).

'Mentionnons ici deux points qui vont dans le sens de cette remarque : dans la référence [82], les
coefficients de I’interaction a longue portée C5, utilisés sont sensiblement inexacts a la lumiere de calculs
postérieurs [85, 86], et le calcul du potentiel 52;, effectué avec la méme méthode que le potentiel 12;,
n’est pas assez précis pour prédire le bon nombre d’états liés.



103
4.1 Collisions Penning

4.1.1 Rappels sur les collisions Penning

On note A* un €état excité d’un atome A, et B 1’état d’un autre atome, ou d’une molé-

cule. Les processus (4.2) et (4.3)

A*+B — A+B +e (4.2)
A*+B — AB +4e” 4.3)

sont appelés respectivement ionisation Penning [127], et ionisation associative. Si A*
est métastable, au sens ot il ne peut se désexciter par I’émission spontanée d’un photon
optique, sa durée de vie est assez longue pour que 1’on puisse étudier ces processus
expérimentalement, ce qui a été fait premierement sur des jets atomiques [128, 129].
L’observation de I’énergie cinétique et de la distribution angulaire des ions et électrons
produits renseigne sur I’interaction entre A* et B. L’hélium métastable fut en particulier
I’objet de nombreuses études expérimentales et théoriques pour plusieurs raisons : son
énergie interne (~ 20 eV) est suffisante pour ioniser un grand nombre d’especes, sa durée
de vie (=~ 8000 s) permet de 1’étudier dans de nombreuses conditions expérimentales,
I’hélium est abondant dans 1’univers, et enfin il dispose d’une structure électronique
suffisamment simple pour étre accessible théoriquement par des calculs ab initio. Dans
une situation ou la concentration en espéce métastable A* est suffisante, les processus

(4.2) et (4.3) avec B = A* peuvent avoir lieu. Dans le cas de He*, la réaction

He*+He* — He+He  +e 4.4)
He*+He* — Hey +e” 4.5)

est responsable de la perte d’atomes métastables et de la production d’ions He™' et H e;
[125, 130, 131]. Remarquons que dans le cas ou les especes entrant en collision sont
polarisées, le spin total n’est pas conservé au cours des collisions (4.2) et (4.3). Prenons

I’exemple (4.4) et (4.5) pour I’isotope *He de spin nucléaire nul. Un atome métastable
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dans I’état 23S, a un spin électronique de 1. Un systeéme de deux tels atomes polari-
sés, comme les réactifs de (4.4) et (4.5), a donc un spin total de 2. Les produits de
la réaction étant un électron de spin 1/2, un atome de spin nul et un ion de spin 1/2,
leur spin total est au maximum de 1. En conséquence, on s’attend a ce que les pro-
cessus Penning soient inhibés par la polarisation des atomes puisqu’ils n’obéissent pas
a la conservation du spin. Cela a été prouvé expérimentalement pour la premiere fois
dans la référence [132]. L utilisation de I’hélium métastable *He* dans des expériences
de refroidissement subrecul et de piégeage magnéto-optique [10, 110, 133] a suscité
un intérét supplémentaire concernant I’étude cette inhibition en vue du refroidissement
évaporatif dans un piege magnétique. On souhaite en effet dans ce cadre que le taux
de collisions inélastiques, comme I’ionisation Penning, soit le plus faible possible de-
vant le taux de collision élastique. Des études théoriques [26, 27, 90] ont établi que les
collisions Penning dans un échantillon d’atomes polarisés ultrafroid ne seraient pas un
obstacle a la réalisation d’un condensat de Bose-FEinstein, ce qui a été confirmé expé-
rimentalement [1, 2, 3, 4]. D’autres recherches ont concerné les collisions assistées par
lumiere d’atomes métastables avec des atomes dans 1’état 23 P [134], ainsi que les colli-
sions du mélange *He* —3 He* [135, 136] dont les propriétés se sont révélées favorables
a la réalisation d’'un mélange dégénéré [5]. Mentionnons pour terminer la réalisation de
piege magnéto-optique et d’études de collisions d’autres gaz rares comme le néon [7],
I’argon [137] (et son mélange avec le rubidium [138, 139] et le néon [140]), le krypton
[141], le xénon [142, 143].

4.1.2 Modélisation des collisions Penning
4.1.2.1 Modélisation par une largeur d’ionisation

Les collisions (4.2) et (4.3) sont possibles si I’énergie de I’excitation de A vers A* est
supérieure a 1’énergie d’ionisation de B. Pour des énergies de collision assez faibles, on
peut les décrire en utilisant I’approximation de Born-Oppenheimer qui sépare le mouve-
ment des électrons du mouvement des noyaux [144]. Ainsi, les processus Penning sont

un exemple du probleme modele de mécanique quantique du couplage d’un état discret
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a un continuum [57, 105, 106] appliqué a la physique moléculaire [145, 146, 147] : pour
une distance donnée entre les espéces A* et B, I’état électronique correspondant a (A*, B)
est couplé a un continuum d’états du type (A,B") + e~ paramétré par I’énergie cinétique
de I’électron, ce qui est illustré par la figure 4.1. En fait, les processus Penning (4.2) et
(4.3) peuvent étre vus comme un probleme de couplage d’un état électronique discret
a un continuum, compliqué par le fait qu’il y a mouvement relatif des noyaux de A*
et B. En conséquence, pour chaque distance r entre A et B, on peut définir une largeur
['(r) (en unité d’énergie) associée a Vy(r) qui traduit le couplage au continuum d’états
électroniques V. (r) + €. I'(r) /i est la probabilité par unité de temps que deux atomes

distants de r s’ionisent. Le formalisme correspondant est développé dans [148]. Le mé-

V_|_(/r')| + €
“ VO (7“)

Vi(r)

FEnergie

™

Figure 4.1 — Les potentiels Born-Oppenheimer V; et V' sont les potentiels d’interaction
entre A et B connectés respectivement a I’asymptote A* + B et A+ B™. Si I’énergie d’ex-
citation de A vers I’état A* est supérieure a I’énergie d’ionisation de B, alors le potentiel
Vo est situé dans un continuum de potentiels V + € représenté par une zone ombra-
gée, ou € est I’énergie de 1’électron issu de I’ionisation de B. Dans les expériences qui
intéressent cette these, B=A* = *He(23S1), A= *He(1'Sp) et BY = *He™.



106

canisme responsable des processus Penning est la réorganisation des électrons de A* et
B due a I'interaction d’échange. En conséquence I'(r) est de courte portée (de 1’ordre
de I’étendue des nuages électroniques, c’est a dire quelques rayons de Bohr ag). La pre-
miere étude théorique complete de la fonction I'(r) a été effectuée par Garrison, Miller
et Schaefer [125] selon le modele de Miller [144], en adaptant le calcul effectué pour les
collisions Penning avec 1’hydrogene [144]. Cette étude estime la méme largeur pour un

état collisionnel de spin total S =0 ou § = 1, et donne

Toums(r) = 0.3 x Ejexp (—r/1.086ag) (4.6)

ou £, est I’énergie de Hartree, et ag le rayon de Bohr. Des largeurs distinctes pour les col-
lisions dans I’état S = 0 et S = 1 ont été proposées ultérieurement par Miiller ez al. a partir
d’un calcul ab initio des potentiels d’interaction de I’hélium métastable [82, 130]. Dans
le cadre de I’étude des collisions inélastiques entre atomes ultrafroids, nous ne sommes
intéressés que par 1’état de spin total singulet (voir I’annexe A.1). Nous proposons un
ajustement I'y;(r) des données de [82] utilisant des fonctions de la distance interato-

mique exponentiellement décroissantes, caractéristiques de I’interaction d’échange :

2
r r
Ty(r) = 0.011E - - 4.
m(r) =00 hexP( 5.682a0 (5.404a0)> .7

Les deux fonctions I'y; et I'gys sont comparées sur la figure 4.2. Remarquons que Iy,
devrait étre une meilleure estimation de la largeur d’ionisation étant donné qu’elle s’ap-
puie sur des calculs ab initio pour les collisions Penning avec I’hélium métastable et
non sur une extrapolation de calculs pour I’hydrogeéne. Cependant, a la maniere de nom-
breuses études sur I’hélium métastable [25, 90, 126, 149, 150], nous prenons dans la
suite 1’habitude d’estimer les résultats physiques a 1’aide des deux fonctions, et d’étu-
dier I’'influence d’une variation de £20% de celles-ci. Nous illustrons des a présent ce
point en envisageant le calcul du taux de collision Penning entre deux atomes dans 1’ état
de spin total singulet IZ; interagissant selon le potentiel 'V (r). Ce taux contribue par

exemple aux pertes dans un piege magnéto-optique. Pour cette illustration, I’energie de
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I' (Ey)

3 4 5 6 7 8 9
Distance interatomique (ao)

Figure 4.2 — Largeurs d’ionisation I" de deux atomes d’hélium métastable dans un état de
spin total singulet, en fonction de la distance interatomique. I'(r) /7 est la probabilité par
unité de temps qu’il y ait ionisation. Sont présentés la fonction I'gys(r) (4.6) issue de

[125], et les points du calcul ab initio de [82] accompagnés de notre ajustement 'y (r)
(4.7)
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collision E.. = h?k?/2u, ol k est le vecteur d’onde de collision et y la masse réduite
du systeme, tend vers zéro. On utilise la modélisation par des largeurs d’ionisation I"(r)
qui sont Ny (r) et NTgys(r), ot n =0.8,1.0, 1.2 est un parametre qui traduit arbitrai-
rement 1’incertitude des calculs ab initio. En utilisant I’annexe C.3, on se rameéne a une
équation de Schrodinger radiale pour I’onde partielle £ = 0 (voir 1’équation (22) de la
référence [82]).

72

" ! —iE ur—ﬁur
a0+ (VO = Yt ="t @s)

On cherche numériquement des nombres a et . (k) qui spécifient les conditions aux
limites :

- u(0)=0et/(0) =«

_ u(r N oo) — e_ikr—y(k)eikr
On utilise I’équation (C.26) de ’annexe C.8 donnant le taux de collision inélastique en
laissant de coté dans cet exemple 1’éventuel effet de I’indiscernabilité des particules. On
considere que I’énergie de collision est bien définie et tend vers zéro (comme c’est le cas
pour des collisions dans un nuage atomique a température nulle). Seule la contribution de
I’onde partielle £ = 0 ne tend pas vers zéro. On a alors pour le taux d’ionisation Penning
Kion :

Kion(k — 0) = (1~ | (K)) @9)
kew

Les résultats sont présentés dans le tableau 4.1. On constate qu’étant donné I’incertitude

envisagée sur la largeur d’ionisation, le taux d’ionisation n’est calculé qu’a 20% pres :

4.1.2.2 Modélisation par une condition aux limites absorbante

Une autre maniere de modéliser les collisions Penning qui a été utilisée dans les ré-
férences [26, 27] consiste a imposer une condition aux limites absorbante a une distance
interatomique rg : la fonction d’onde y est proportionnelle a exp (—iko(r — rp)). Ceci
assure que dans la zone r < rg, aucun flux de probabilité ne circule vers les grandes dis-

tances interatomiques, ou de facon équivalente que deux atomes s’approchant a moins
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I I

Kijon €n cm>.s~ Kjon €0 cm>.s~

calculé avec la largeur NIy, | calculé avec la largeur NGy
n =028 4.44 x 10710 5.63x 10710
n=1.0 5.13x 10710 6.07 x 10~10
n=12 5.65x 10710 6.43 x 10710

Tableau 4.1 — Illustration de I’effet de I’incertitude sur les largeurs d’ionisation Penning
Iy et Tgus : taux de collision Penning en cm®.s~! pour la collision & énergie nulle de
deux atomes “He* dans 1’état de spin total singulet 12;. Les résultats sont donnés pour
des calculs utilisant des largeurs d’ionisation nI" ot n = 0.8,1,1.2 et ' = I'y/(r) ou
I' =T'gus (équations (4.7) et (4.6))

de rp font une collision Penning, et ne peuvent retourner dans I’état métastable. Cette
procédure est illustrée sur la figure 4.3. Les distances caractéristiques apparaissant dans
les largeurs (4.6) et (4.7) suggerent de prendre une distance ry de I’ordre de quelques
ap. Les références [26, 27] utilisent ry ~ 7 agp, ce qui se situe au voisinage du minimum
du potentiel d’interaction. Le choix exact de ry autour de cette valeur a peu d’influence
sur les résultats physiques que 1’on peut calculer en utilisant cette modélisation, puisque
le mouvement relatif des noyaux y est quasi-classique : le flux absorbé en r = r( varie
peu en fonction de ry. Ceci est illustré sur la figure 4.4 ou I’on reprend 1’exemple du
calcul du taux d’ionisation Penning a énergie de collision nulle pour une paire d’atomes
se trouvant dans 1’état de spin total singulet. La calcul est analogue a celui du paragraphe
4.1.2.1. L’équation de Schrodinger radiale que 1’on résout est ici :

s

—— " (N + VvV (ulr) = Wu(r) (4.10)

et on cherche numériquement des nombres o et . (k) tel que :

— u(rg) = ael=*o(r=r0)) et i/ (ry) = —ikooe(~*o(r=70))

_ u(r N oo) — e—ikr_y(k)eikr
Le taux de collision inélastique est encore donné par (4.9). Sur la figure 4.4, on observe
que la distance interatomique ry = 6.1 ap donne une moyenne des estimations du ré-
sultat que 1’on obtient en faisant varier ry, c’est a dire Kj,, = 7.0 10~ Bem3.s7 1. Cette

distance correspond en fait au minimum du potentiel d’interaction. Comme celui-ci y
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AHe(1150), He) + e~ He(23S1) + He(235)
= efik:o(rfro) e*lk??”
% «— E’ eik}?”
g =
5 Y
=z 5
o 3
—_— C
Q o
=
=
Q
+
@)
ol
* >
To r

Distance interatomique

Figure 4.3 — Schématisation de la modélisation de I’ionisation Penning par une condition
aux limites absorbante pour une distance interatomique r = rg. Pour r > r(, I’onde sta-
tionnaire de diffusion (voir I’annexe C.4) contient une onde entrante (se propageant vers
r = —oo) et une onde sortante (se propageant vers r = +oo) de vecteur d’onde k. Pour
r < rp, on considere qu’il y a eu processus Penning, et que les atomes ne peuvent retour-
ner dans I’état métastable. L’ onde stationnaire de collision ne contient qu’une contribu-
tion se propageant vers r = —eo et s’écrit exp (—iko(r — ro)) ol kg est le vecteur d’onde

local en r = rg (ko = \/ 21 /1 (E.. — V(rg)) ot u est la masse réduite du systeme, E.. est
I’énergie cinétique de collision, et V le potentiel d’interaction).
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est approximativement constant (sa dérivée premiere par rapport a la distance interato-
mique est nulle), on évite des artéfacts liés a la réflexion des ondes de collision entrantes
et sortantes au voisinage de ry. Pour ry inférieur au point de rebroussement interne du
potentiel (distance interatomique minimale pour laquelle le potentiel est égal a sa va-
leur asymptotique), le mouvement n’est plus quasi-classique, et le flux de probabilité
absorbé, ainsi que le taux de collision inélastique sont exponentiellement décroissants
en fonction de ry.

On remarque enfin que le résultat trouvé par une condition aux limites absorbante en
ro = 6.1 ag differe jusqu’a 35% par rapport aux modélisations par les largeurs d’ionisa-

tion du paragraphe 4.1.2.1.

4.1.2.3 Comparaison des deux modélisations

Dans ce paragraphe, nous répondons a la question suivante : quelle largeur d’ioni-
sation I'(r) faut-il utiliser pour retrouver la modélisation par une condition aux limites
absorbante ? Nous montrons ici que la modélisation par condition aux limites absorbante
correspond a une modélisation utilisant une largeur d’ionisation trés grande. La figure
4.5 reprend le calcul du taux de collision Penning entre deux atomes dans 1’état de spin
total singulet, a énergie de collision nulle. On envisage des largeurs d’ionisation NIy, et
Nl'gus avec 0 < n < 4. Remarquons qu’une valeur 11 = 1 correspond aux résultats de
calculs ab initio issus des références [82, 125], et que les valeurs  =0.8 et 7 = 1.2 ont
déja été envisagées dans le tableau 4.1. On observe que pour 7 petit, le taux de collision
varie linéairement, tandis que pour 1 grand le taux de collision tend vers une valeur
limite qui coincide avec 1’estimation utilisant une condition aux limites absorbante en
ro = 6.1 ag, le minimum du potentiel d’interaction (voir figure 4.4). Ceci valide a poste-
riori le choix d’un tel ry. Interprétons a présent la valeur  ~ 0.5 pour laquelle on passe
du comportement linéaire au comportement asymptotique du taux de collision en fonc-
tion de 1. L’inspection des états liés du potentiel comprenant la contribution du potentiel
d’interaction singulet et d’une largeur d’ionisation nI'(r) est sur ce point enrichissante.
Le calcul montre que pour 11 = 0.5, I'influence de I’ionisation est suffisante pour que le

dernier état 1ié du potentiel d’interaction soit juste déplacé dans le continuum, et que la



112

0.02

0.01

-0.01

Energie (Hartree)

-0.02

-0.03

8.0

75

7.0

6.5

6.0

10" Taux de collision (cm3.s'l)

55

5.0

Figure 4.4 — Illustration du choix de la position ry de la condition aux limites absorbantes

traduisant I’ionisation Penning : (a) Potentiel d’interaction singulet IZ; (b) taux de col-

lision Penning en cm?.s~! pour la collision a énergie nulle de deux atomes *He* dans

I’état de spin total singulet. En deca de la distance interatomique ro on considere qu’il y
a eu ionisation. On observe une modulation dont la longueur est liée au vecteur d’onde
local en ry, ko. Cette modulation est particulierement faible au voisinage de 6.1 ag qui est
le minimum du potentiel d’interaction indiqué par la droite verticale en pointillé. Pour
S ap < rg <9 ap, le résultat varie de moins de 5% autour de sa valeur moyenne car le
mouvement est quasi-classique, et le flux absorbé en ry varie peu. Pour ry < 5 ag, ro
se trouve au voisinage du point de rebroussement interne rj, ~ 4.2 ag du potentiel d’in-
teraction, et le résultat varie de fagon plus prononcée : le flux absorbé en ry y est une
fonction exponentiellement décroissante de ry.
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largeur des derniers états liés devienne du méme ordre que la différence de leur énergie
de liaison. Pour 1 sensiblement supérieur a 0.5, on ne peut alors plus proprement parler
d’états li€s. On retrouve la modélisation décrite par la figure 4.3 pour laquelle il existe
un continuum d’états d’énergie inférieure a I’énergie de dissociation, correspondant a

des ondes planes de déplacant vers r = —oo.

|
T
|

@)}

largeur NIy, ——

: : largeur NIy — — -
;0 c. lim. absorbante :

(9]
T
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Figure 4.5 — Comparaison de la modélisation par largeur d’ionisation et par condition aux
limites absorbante : taux de collision Penning en cm®.s~! pour la collision 2 énergie nulle
de deux atomes *He* dans I’état de spin total singulet. Le résultat est donné pour des
largeurs NI’y et nl'gys en fonction de 1. On remarque que pour 1 grand, on retrouve
le résultat calculé dans avec la modélisation par une condition aux limites absorbante en
ro = 6.1 ap, le minimum du potentiel d’interaction singulet (figure 4.4). Les pointillés
reprennent les résultats du tableau 4.1 pour lequel on a étudié les valeurs 1 = 0.8 et
N = 1.2 correspondant a une barre d’erreur arbitraire de 20% pour les calculs issus des
référence [82, 125].

4.2 Limite intrinséque de la durée de vie d’'un dimére d’hélium métastable *He;

Nous présentons dans le paragraphe 4.2.1 I’Hamiltonien spin-dipdle qui décrit 1’in-
teraction entre les spins électroniques des deux atomes de la molécule. Nous montrons

que le dimere que nous étudions, dans 1’état électronique S = 2, Mg = 2, est couplé a
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d’autres états électroniques S = 2 et S = 0. Nous présentons dans le paragraphe 4.2.2
les processus intrinseques que ces couplages impliquent et qui peuvent limiter la du-
rée de vie d’une telle molécule : dissociation en deux atomes métastables (couplage a
des états S = 2) et autoionisation Penning (couplages a I’état S = 0). Pour les faibles
champs magnétiques utilisés expérimentalement, nous montrons que seule 1’autoionisa-
tion Penning est possible. Les résultats calculés pour la durée de vie utilisent une théorie
de perturbation du second ordre et les modélisations de I’ionisation Penning présentées
dans le paragraphe 4.1.2. Ils sont présentés dans les paragraphes 4.2.2.1 et 4.2.2.2 et
donnent une durée de vie qui est cent fois supérieure a la mesure expérimentale établie
au paragraphe 3.2.3. Dans le paragraphe 4.2.3, nous étudions un phénomene qui pour-
rait expliquer la durée de vie observée expérimentalement, a savoir le couplage avec
un éventuel état quasi-lié du potentiel IZ;. Dans le paragraphe 4.2.3, nous discutons la
vraisemblance de cette explication, et évoquons des expériences complémentaires pour

la mettre a I’épreuve.

4.2.1 Expression de I’Hamiltonien spin-dipole

Les expressions de I’Hamiltonien spin-dipole utilisées dans la littérature traitant de
I’hélium métastable sont tres diverses ([26, 27, 90, 126, 149, 150]) selon le systeme
d’unités choisi, et I’intégration ou non sur les variable angulaires d’espace. Ceci motive
les détails inclus dans ce paragraphe. On calcule ici I’Hamiltonien spin-dipdle H,; dé-
crivant I'interaction dip6le magnétique-dipole magnétique entre deux atomes d’hélium 4
métastable *He* en vue de 1’écriture de I’équation de Schrodinger radiale. Ce calcul est
présenté dans la référence [126]. Les moments magnétiques des atomes 1 et 2 sont dé-
signés par M; et My et sont reli€s aux spins S;—1 > par M; = gslUgS;, oul gg = 2 est le
facteur de Landé pour 1’état 23S, et up = efi/2m, est le magnéton de Bohr qui s’exprime
en fonction de la charge e et de la masse m, de I’électron. L’expression de I’Hamiltonien
spin-dipdle est reliée a 1’expression de I’énergie d’interaction du dipdle magnétique M;
avec le champ magnétique cré€ par le dipdle magnétique M en i (Fig. 4.6). En notant r
le vecteur de module r joignant la position de I’atome 1 a la position de I’atome 2, on a

I’expression suivante ([151], complément Byy) :
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2
Hy(r) = —%% (3(S1.r)(S2.r) — S1.82) @.11)
A
Ml
B
M, r

Figure 4.6 — Disposition relative des moments magnétiques M; et M, de deux atomes
“He*. Le vecteur qui joint la position des deux atomes est noté r. Les opérateurs mo-
ments magnétiques se projettent naturellement dans un repere 1i€ a un axe de quantifica-
tion fixe dans le référentiel du laboratoire, donné par exemple par le champ magnétique
B appliqué par I’expérimentateur. Par contre, I’opérateur moment cinétique de rotation
des atomes se projette naturellement dans un repere li€é a r, colinéaire a 1’axe de la
quasi-molécule.

On souhaite exprimer 1’action de 1’Hamiltonien (4.11) sur la base des états élec-
troniques |S(S1S2)Ms) utilisant le spin électronique total S = S; + S, de projection Mg
selon I’axe de référence du laboratoire, et sur la base des harmoniques sphériques [¢{M).
Cet Hamiltonien couple évidemment des états de spin différent, mais aussi les diffé-
rentes harmoniques sphériques : le couplage spin-spin est anisotrope puisqu’il dépend
de I’orientation relative des moments magnétiques. En sa présence seul le moment an-
gulaire total J = S + ¢ est conservé. En développant les produits scalaires de (4.11) en
fonction des variables angulaires spatiales ([151], complément Bx;,[126]) on peut mon-

trer la décomposition suivante :

- B= f"—ﬂ(gsug)z s’exprime aisément en fonction de la constante de structure fine
o ~ 1/137, le rayon de Bohr ay, I'énergie de Hartree Ej, = 1i* /m.a3 : B = 0> Eyaj.

Cette deuxieme expression utilisée dans [126, 150] est particulierement pratique
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pour I’utilisation du systeéme d’unités atomiques ol i=m, =e =ag = 1.
— C® est un opérateur tensoriel irréductible d’ordre 2 agissant sur la base |¢M;)

dont les composantes sont formées a partir des harmoniques sphériques Y ;(Q) :

4
Cc? =v2va+1, /ﬁym(g)

En utilisant la relation sur I’'intégrale du produit d’harmoniques sphériques ([89],

Appendice C3 ou [151], Complément Cy),

(261 —+ 1)(262 —+ 1)
AT(205+1)

/YElvMé’l <Q>Y£27M4‘2 (Q)Yé3,M[3 (Q)dQ = (—I)M/«é \/

X <£170;£270|£370> <€17M€1 ;627M€2|£37 _M€3>

on obtient I’expression suivante :

21
(0 Mp|CP 0, My) = M/—_:_l<£,O;2,0|€/,O>(6,Mg;2,q|€/,Mg/> (4.12)

L’ observation des coefficients de Clebsch-Gordan dans (4.12) permet de remar-
quer que I’interaction spin-dipdle couple les états |¢,My) et |¢', M) tels que ¢ =
02,0 =10sil#£0,et|My— M| <2. Cela était attendu du fait que C®@ est un
tenseur d’ordre 2.

— S est un opérateur tensoriel irréductible d’ordre 2 agissant sur la base |S(S15;)Ms).
C’est le produit tensoriel des opérateurs S; et S, qui sont des opérateurs tensoriels
d’ordre 1 dans notre cas. Le théoreme de Wigner-Eckart (4.13) donne les compo-
santes de S((]z) en fonction des éléments de matrices réduits notés ( || || ) (4.14)
faisant intervenir des coefficients 9 de Wigner ([89], Appendices C14 et C15).

(S'(8155), Mg [S{7S(5152), Ms) = (8'(155) 8P ||S(5152))

25" +1
<S7MSa27q|S/3MS'> (413)
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(S (S185) (IS |1S(8182)) = /(25 +1)(2 x 2+ 1) (28 + 1)

S S$ S
x< 1 1 2 p(SIISt]IS1)(S5IIS2]|S2) (4.14)
sS, s

Les éléments de matrice réduits dans le membre de droite de (4.14) sont définis par
le théoreme de Wigner-Eckart appliqué aux opérateurs tensoriels S;—j » d’ordre 1
et valent chacun /6.

— Le produit scalaire S(2).C2 est défini par la relation suivante :
2) (2) _ (2) ~(2)
$2.c@ =Y (—1)1s,7c)

q

On en déduit les expressions des éléments de matrice qui seront utilisés ultérieure-

ment pour 1’étude des collisions d’un nuage d’atomes piégé magnétiquement dans la

limite d’une température nulle (état initial S =0,Mg=0;{=0,M; =0) :

S M0, M
Ao = (8(S180)Mg: €', My|S@).CP|S(5,8,)Ms: €, My)

21;21 20;20 00;22
A3550=1/6/5 Ao =2/V5 AYo0=2/5 (4.15)

En définitive, on a I’expression suivante pour I’élément de matrice de I’ Hamiltonien
spin-dip0le radial qui couple I’état S, Ms; ¢, My a 1’état ', Mg, ¢’ My :

/ M0, M ,B

s, Ho
<SI,MS/;€,MZI|Hsd(}’)|S,M5;€,Mg> = _AS,MS;&M[ avec [3 = —(gS‘LLB)2 = OCthaS

] 4r
(4.16)

L’expression utilisée dans [26] est différente car elle ne contient que I’intégration sur les
variables de spin décrite par ’équation (4.12), et que /47 est pris égal a 1 (systeme

CGS électromagnétique).
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4.2.2 Durée de vie du dimére *H e, induite par interaction spin-dipole

Nous calculons dans ce paragraphe la limite de la durée de vie du dimere *H e, in-
duite par I'interaction spin-dipdle décrite au paragraphe précédent. Nous nous intéres-
sons en premier lieu a la molécule dans I’état vibrationnel v = 14, et qui en I’absence de
I’interaction spin-dipdle serait dans un état électronique S = 2, Mg = 2 (état SZZ{ dans
la base du cas (a) de Hund) et rotationnel ¢ = 0. L’ionisation Penning directe est inhibée
pour tel un état (voir le paragraphe 4.1.1). Comme nous 1’avons vu dans le paragraphe
4.2.1, cet état est couplé a des états S = 2, Mg # 2 et S = 0 (qui correspondent respecti-
vement dans la base du cas (a) de Hund a des états 52; et 12;), dans un état rotationnel
¢ = 2. Le couplage avec 1’état singulet IZ; permet comme mécanisme de désexcita-
tion I’autoionisation Penning. On parle d’ionisation Penning induite par relaxation de
spin. D’autre part, si la conservation de 1’énergie le permet (énergie de liaison + éner-
gie magnétique de la molécule=énergie cinétique + énergie magnétique des produits de
désexcitation), il peut y avoir dissociation de la molécule en paire d’atomes métastables.
Ces deux mécanismes sont représentés sur la figure 4.7. Ils sont analogues respective-
ment a I’ionisation Penning induite par relaxation de spin, et a la relaxation de spin, deux
types de collisions élastiques entre atomes d’hélium métastables polarisés étudiés par G.
Shlyapnikov [26, 27].

Expérimentalement, le champ magnétique est de quelques gauss, et le décalage Zee-
man entre la voie de collision initiale Mg = 2 et une voie de collision finale Mg =1 ou
Mg = 0, est au plus de 20 MHz en unité de h. Ce décalage est plus petit que 1’éner-
gie de liaison de la molécule v = 14, et la dissociation de la molécule en deux atomes
métastables est interdite (cas (a) de la figure 4.7). D’autre part, le décalage Zeeman est
négligeable devant la taille de la barriere centrifuge correspondant a un état de rotation
¢ = 2. C’est pourquoi dans ce chapitre, nous ne traitons que le cas de 1’autoionisation
Penning en champ nul. L’annexe B.2 traite les cas des champs magnétiques non nuls, et
valide notre approximation. Dans les calculs de ce paragraphe, nous utilisons la théorie
de perturbation du second ordre, ce qui est justifié car I’interaction spin-dip0le est pe-

tite devant I’interaction de Van der Waals entre les atomes. Nous mettons en ceuvre une

| Eg)apaﬂf- gmfw’f.cam @
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modélisation de I’ionisation Penning par condition aux limites absorbante (paragraphe
4.2.2.1), puis par une largeur d’ionisation (paragraphe 4.2.2.2). Par ailleurs, I’annexe B.3

montre le principe du calcul exact de la durée de vie pour les deux modélisations.

4.2.2.1 Calcul perturbatif a champ magnétique nul avec modélisation par une

condition aux limites absorbante

On s’intéresse ici aux équations de Schrodinger couplées mettant en jeu les compo-
santes singulet '¥(r) et quintuplet >¥(r) de la fonction d’onde moléculaire :

2
. S (r) + <5V(r) —E)S\P(r) = hyg(r)'¥(r) (4.17)

~3
n? ((t+1

2 () + (IV(r) - —(Z,Llrz ) —E> "P(r) = hu(r)®(r)  (4.18)
hsa(r) est1’élément de matrice du couplage spin-dipdle (4.16) entre les états |S =2, Mg =
2,0=0,My=0)et|S=0,Mg=0;¢/=2,My=2). E <0 est I"’énergie de liaison de la
molécule. Les conditions aux limites pertinentes sont celles d’un état 1ié pour >¥ (c’est a
dire >¥(0) = ¥(o0) = 0). Pour '¥, on tient compte de 1’ionisation Penning en imposant

une condition aux limites
1‘P(ro) o< exp(—ikso(r—rp))

ol ry est le minimum de potentiel d’interaction 'V (r) +£(£+ 1) /2ur? (voir le paragraphe

4.1.2.2), et kpg est le vecteur d’onde local défini par (4.19).

ko = \/21(E —1V (o) — €(+ 1) /213 /72 (4.19)

Enfin, comme E < 0, la solution physique vérifie 1‘P(oo) = 0. Nous calculons P, et le
courant de probabilité absorbé en rp. Son inverse est interprété comme la durée de vie

7 de la molécule. La fonction d’onde "W peut s’exprimer en fonction de Ay, P, et le
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524—
g
(a)
1y +
ZQ
S; =2 Mg, =2
li=0 My, =0
Ey=1a] | / Y29sppB
S;=0 Mg, =0
v=14 o) Si
AUTOIONISATION by =2 My, =2
PENNING
[He, He']
Jr
e
52+
g9
(b)
I+ S; =2 Mg, =2
29 £i=0 My, =0
Ey—14} )
= BISSOCIATION I2QS.LLBB
v=14
AUTS&%N‘\SN?ON Sy =0 Mg, =0
by =2 My, =2
[He, He™]
+
e
To ,

Figure 4.7 — Processus limitant la durée de vie de la molécule 52;5, v=14,J=2, M;=2
induits par le couplage spin-dipdle avec la voie 12;, J=1, My =2.(a) Si le champ ma-
gnétique B est tel que le décalage Zeeman 2gstpB qu’il induit est inférieur a I’énergie de
liaison E,—14 de la molécule, le seul processus envisageable est I’autoionisation Penning
induite par relaxation de spin : I’'ionisation Penning étant inhibée pour deux atomes dans
I’état électronique 52;, le passage de I’état initial a 1’état final se fait par une transition
virtuelle via 1’état électronique 12;, médiée par I'interaction spin-dipdle. Sur cette re-
présentation I’ionisation Penning est figurée par une condition aux limites absorbante
(voir figure 4.3). (b) Si le champ magnétique B est tel que le décalage Zeeman 2gstpB
qu’il induit est supérieur a 1’énergie de liaison E,—14 de la molécule, un autre proces-
sus envisageable est la dissociation de la molécule en deux atomes métastables. (Les
potentiels sont issus des références [82] et [56])
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propagateur %(r,r’) de 1’équation (4.18) avec hyg =0 :
r) = / G (. Vhsa (7 ) (7 )dr! (4.20)

Nous cherchons une solution perturbative du probleme telle que ¥(r) ~°> ¥ (r), ot
S@(9) est 1a fonction d’onde d’un état 1ié du potentiel 3V (r) non perturbé par I’interaction

spin-dipdle. On a alors :
= / Go(r,” Vhsa () O () dr’ 4.21)

L’expression de '¥(r ~ ry) nécessite I’expression de %(r = ro,r’ > ro) qui est donnée

par en appliquant I’annexe C.9 :

2.“, e—ik_f'()(r—ro) I\P(O) (r/)
a3 _kfoeino(kfo)

g()(l’ ~ I’o,r/ > I”()) = — 4.22)

La fonction d’onde "P(?) (/) est la solution de (4.18) avec hyy = O réguliére a droite,
c’est a dire se comportant comme une exponentielle décroissante en ¥’ = o0, L’expres-

sion de "P(O)(r = ry) définit la phase 1o (k o).
WO (7 2 rg) = sin (kgo(r—ro) +no(ky0)) (4.23)
Par définition du courant de probabilité :
LR ("®* (ro) "' (r0) ) (4.24)
T o 0 0 :

On utilise I’expression du couplage spin-dipole (4.16), et celle du propagateur en r = ry

2
) (4.25)

(4.22) pour trouver finalement :

1 4u
me meao

A I

)
/ II] ( )dr/
kj r/3
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Remarquons que ce résultat peut aussi étre dérivé de la facon suivante : on peut associer
a la condition aux limites absorbante en rg, llI’(ro) o< e‘ika(’_’O), un continuum d’états
de collision pour des particules venant de r — —oo. En utilisant la formule dérivée dans
le chapitre 2 pour I’élargissement de 1’état discret décrit par la fonction d’onde 3 1//(0) (r)
couplé a ce continuum par le couplage h4(r), on obtient pour 1’élargissement I', = 1/7
(voir la formule (2.29)) :

Vo= m [ [ [t a2 w0 e | @26)
2

— 21 (4.27)

/ LF () hsa () Yo ra(F)dr

ot ! (r) est une fonction d’onde normalisée en énergie (voir ’annexe C.11) :

Lo [ 2H 1 (0)
f(r) ,/ﬂhzkﬂ) v (r) (4.28)

L’application numérique pour le niveau vibrationnel v = 14 donne 7,—14 = 127.5 us (le

calcul pour des niveaux vibrationnels plus profondément liés est reporté dans I’annexe
B.1). Cette valeur est environ cent fois supérieure a la durée de vie mesurée expérimen-
talement (3.55). A ce niveau, il semble peu probable que I’autoionisation Penning limite
la durée de vie de la molécule. Nous allons tout de méme mener a bien le calcul avec
modélisation de I’ionisation Penning par les largeurs d’ionisation issues de calculs ab
initio. Il semble naturel de penser que nous allons calculer des durées de vie plus grandes
étant donné que nous utilisons une modélisation moins radicale de 1’ionisation Penning.
Cette idée sera réfutée et les résultats obtenus mettront en évidence un phénomene de

résonance qui sera détaillé dans le paragraphe 4.2.3.

4.2.2.2 Calcul perturbatif avec modélisation par une largeur d’ionisation

Dans ce paragraphe, nous présentons le calcul issu de [126] qui utilise la théorie des
perturbations et la modélisation par une largeur d’ionisation. La molécule S =2, Mg =

2;0 =0, My =0, v =14 est couplée par I’Hamiltonien spin-dipdle aux états vibration-
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nels et de collision d’autres voies, ce qui induit un décalage de 1’énergie de liaison de
la molécule. Le formalisme pour étudier ce phénomene a été établi dans le paragraphe
2.4.1.3 dans le cadre d’un couplage induit par laser. Dans le cas présent, 1’état électro-
nique S = 2 est couplé a des états électroniques singulets et quintuplets. Comme on I’a
vu dans le paragraphe 4.1.2.1, on peut rendre compte de I’ionisation Penning dans 1’état
singulet § = 0 par une largeur d’ionisation I'(r), c’est a dire une partie imaginaire du
potentiel d’interaction. En conséquence, le décalage de 1’énergie de liaison 8,—14 qui en
résulte est complexe, et on interprete sa partie imaginaire comme la largeur I',—14 de
I’état v = 14. La durée de vie associée a la décroissance exponentielle de la probabilité
que la molécule soit dans I’état v =14 est T = 1/I",—14 = 2/Im §,—14. C’est I’approche
qui est adoptée dans [126]. Comme établi dans le chapitre 2 (équation (2.31)), le déca-

lage 0FE,—14 s écrit de la fagon suivante :

Sr1a = / / Do, Vs (P (7 ) W14 (r) Womra () drd (4.29)

Comme montré en annexe C.9, le propagateur % (r,r’) pour le canal § = 0 s’écrit de la

facon suivante :
go(r’ r/) — 2_:‘; %g<r<)Xd(r>>
n w(Xe Xa)

Xg €t Xq sont deux solutions de I’équation de Schrddinger radiale pour le potentiel sin-

(4.30)

gulet dites respectivement réguliere a gauche et régulicre a droite :

no, ((+1) T
— ﬂ% (r)+ (IV(r) + (2I~U’2) —i (2r)) x(r)=E,—1ax(r) (4.31)
Xe(r—0) = 0 (4.32)

Ka(r—o0) = 0 (4.33)
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La quantité w(¥,, Xa) est le wronskien de y, et y; dont on sait qu’il est indépendant de r

puisque Y, et x4 sont solution de la méme équation différentielle.

w(Xg> Xa) = Xg(r) x4 (r) — %g(r) Xa(r) (4.34)

Remarquons que pour retrouver la contribution du canal singulet de 1’équation (27) de
[126], il faut adopter les notations suivantes :
2B
513
Y, (r) = Ryl(r)
1
/%O(r, r')r73111v214(r/)dr’

oo
Q\
—
~
N—
Il

et on obtient bien I’équation (27) de [126]% :

2 1
OE,—14 = \/;ﬁz/Rta(”/)rﬁga'(r) (4.35)

Nous proposons dans le tableau 4.2 I’application numérique pour les largeurs d’ionisa-
tion Nl'gys et NIy avec n = 0.8,1.0,1.2 en vue d’étudier I’effet de I’incertitude sur
la largeur d’ionisation sur le calcul de la durée de vie. De la méme maniere que les au-
teurs de [126], on utilise également des potentiels 'V (r) pour lesquels la partie interne
est modifiée de +2% pour étudier 1’effet de I'incertitude du potentiel IZ;. Pour une
raison inconnue, nous trouvons des résultats du méme ordre de grandeur, mais sensi-
blement différents de ceux de [126] ou les durées de vie calculées sont comprises entre
132.7 us et 187.9 us. Dans le cas ol la partie interne du potentiel 12; n’est pas modi-
fiée, ou multipliée par 0.98 (pour simuler I’incertitude de -2%), on trouve qu’une largeur
d’ionisation plus grande se manifeste par une durée de vie plus longue, ce qui semble
surprenant. Nous verrons dans le paragraphe 4.2.3 que cela est dii a la présence d’un état

quasi-lié dans le potentiel !X, d’énergie voisine de celle de v = 14 dans le potentiel

2Remarquons que les auteurs de [126] ne précisent pas les conditions aux limites de g, (r), qui
sont pourtant cruciales pour le calcul. Celles-ci sont données par celles de %(r,7’) (voir les équations
(4.30),(4.32) et (4.33))
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52;. Dans le cas ou la partie interne du potentiel IZ; est multipliée par 1.02 (pour si-
muler I'incertitude de +2%), il n’y a pas d’états liés d’énergie proche, et la variation de
la durée de vie en fonction du parametre 7 est intuitive. Nous avons contrdlé en utilisant
une largeur d’ionisation 1 X I'yy ou 1 X I'gys avec 1 >> 1 que nous retrouvions bien
exactement le résultat obtenu avec une condition aux limites absorbante du paragraphe
4.2.2.1, conformément aux observations du paragraphe 4.1.2.3. Tous ces calculs sont en
excellent accord avec le calcul numérique exact de I’annexe B.3.

Bien que tous les résultats du tableau 4.2 soient environ cent fois plus grand que
la mesure expérimentale (3.55), nous avons vu qu’il est possible en jouant sur la partie
interne du potentiel d’interaction de réduire ou augmenter la durée de vie calculée pour
une largeur d’ionisation donnée. Comme nous 1’avons souligné en introduction du cha-
pitre 4, I’interaction dans le potentiel singulet est mal connue, surtout a courte distance
interatomique. Dans le paragraphe suivant, nous remplagons la partie a courte portée du
potentiel par la condition aux limites la plus générale,et calculons la durée de vie de la

molécule v = 14 dans le potentiel 52;.

| [ 2% | 0% [ +2% |

0.8 x Lgms || 113.7 | 100.9 | 179.6
1.0xTgms || 120.6 | 110.5 | 159.5
12xTgus | 124.1 | 1169 | 147.9
0.8 x Iy 90.5 | 85.4 | 2082
1.0xIy | 1024 963 | 179.8
12xIy | 110.8 | 104.8 | 162.6

Tableau 4.2 — Durée de vie de la molécule 52;,“, v = 14 induite par autoionisation Pen-
ning modélisée par une largeur d’ionisation. Les résultats sont donnés pour des largeurs
d’ionisation NI'gms et NIy avec 1 = 0.8,1.0,1.2, ainsi que pour des potentiels d’in-
teraction de la voie singulet dont la partie interne est soit laissée intacte, soit modifiée
de +£2%. Ceci illustre I’effet de I'incertitude théorique de la largeur d’ionisation et du
potentiel d’interaction singulet. On remarque que pour les potentiels correspondant aux
deux premieres colonnes, une largeur d’ionisation plus grande se traduit par une durée de
vie plus longue, ce qui peut sembler surprenant au premier abord. Cette observation est

expliquée dans le paragraphe 4.2.3 par la présence d’un état quasi-lié dans le potentiel
1 y+
g



126

4.2.3 Effet d’un état quasi lié dans le potentiel IZ;

Dans cette partie, nous reprenons tout d’abord I’approche perturbative et la modéli-
sation de I’ionisation Penning par une conditions aux limites absorbante. Nous voulons
étudier I'effet d’une résonance qui affecte I’état final de 1’ionisation Penning, c’est a
dire le fait que la transition vers 1’état final passe par un état partiellement lié. On peut
envisager plusieurs explications physiques a un tel phénomene :

— La probabilité que deux atomes dans 1’état IZ; ne s’ionisent pas lorsqu’ils sont
proches est petite mais non nulle. D’ autre part, le potentiel 12;, ¢ =2 pourrait pos-
séder un état li€¢ d’énergie voisine de celle de la molécule dont on veut déterminer
la durée de vie si I’on met en doute la fiabilité des calculs ab initio disponibles
[82]. En conséquence la molécule 52; dont on veut déterminer la durée de vie
pourrait étre couplée avec un état quasi-lié 12; d’énergie voisine, et de durée de
vie non nulle associée a la faible probabilité que deux atomes proches dans 1’état
'T} ne s’ionisent pas.

— Les produits finaux de I’ionisation Penning He('1Sg) 4+ He' peuvent étre sous
forme d’une molécule (ionisation associative) dont la durée de vie serait limitée
par des collisions avec d’autres atomes métastable.

Nous allons modéliser cette résonance par une condition aux limites partiellement ab-
sorbante en r = ry pour la fonction d’onde de la voie singulet !y, définie par I’amplitude

p et la phase @ de I’onde réfléchie vers r — +oo :
111/(’,0) o e—ikfo(r—ro) . pei¢rese+ikf0(}’—r0) (436)

Dans le cas p = 1, il existe une énergie E.s déterminée par @r.s correspondant a un état
lié dans le potentiel 12;, ¢ =2.Dans le cas p < 1, et pour le méme @5, on se réfere a
I’état d’énergie E..s, de durée de vie finie, comme état de résonance.

Nous nous demandons a présent de fagon préliminaire comment peut-€tre modifiée
la durée de vie de la molécule 52; par rapport au cas ou il n’y a pas de résonance. Il
existe deux moyens pour que cette molécule soit transférée vers le continuum d’état de

la voie 12; correspondant a des ondes se propageant vers —oo, c’est a dire vers 1’état
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final de I’autoionisation Penning dans notre modélisation. Ceux-ci sont schématisés sur
la figure 4.8 :

— Le transfert peut se faire de facon directe (processus (a) sur la figure 4.8), de fagon
analogue au cas p = 0. Le transfert est moins favorable dans le cas p > 0 que dans
le cas p = 0 pour la raison suivante : I’amplitude de la fonction d’onde du conti-
nuum de la voie 12; a alors une amplitude plus faible dans la région r > ry, qui est
la région ou la fonction d’onde de la voie 52; prend des valeurs significatives. En
conséquence, le recouvrement des fonctions d’onde est plus faible, et le transfert
moins favorable.

— Le transfert peut se faire de facon indirecte : si I’énergie de la molécule est la
méme que celle de I’état de résonance, la molécule est transférée dans 1’état de
résonance par I’interaction spin-dip6le (processus (b) sur la figure 4.8). De 1a, 1’ état
de résonance se dissocie en atomes évoluant vers r = —co en un temps d’autant
plus court que p est petit (processus (b’) sur la figure 4.8). Nous verrons que ce
processus peut s’ avérer beaucoup plus efficace que le processus direct.

La notion de mécanisme direct et indirect dans le cadre de la dissociation de molécules a
été introduite pour la premiere fois par Bardsley [145, 146, 147]. Nous comprenons alors
que la durée de vie peut étre diminuée dans le cas p > 0 par rapport au cas p = 0 si un
état de résonance a une énergie proche de 1’énergie de la molécule 52; (ce qui dépend
de @), et augmentée dans le cas contraire.

Le probléme que nous posons ici est formellement analogue a celui soulevé dans
les références [152, 153] ou est étudiée la dissociation d’une molécule en un couple
d’atomes dans un état électronique différent, et dans un état de rotation ¢ # 0. Les au-
teurs formulent le probleme comme un couplage entre une résonance de Feshbach et
une résonance de forme. Dans notre cas, ceci se transpose de la fagon suivante : consi-
dérons la collision entre particules dans I’état IZ; venant de r = —oo; la présence de
la condition aux limites partiellement absorbante en ry est analogue a la présence d’une
barriere centrifuge qui réfléchit et transmet une partie du flux incident. La présence d’un
état quasi-lié a I’intérieur de cette barriere centrifuge est appelée résonance de forme.

D’autre part I’état de collision 12; est couplé par I'interaction spin-dipdle a la molécule



128

oy -+
29

Condition aux limites
en rq:
O( [()—’L'k‘,f() ('I'—'I‘o)

7/)6'[@1'95 €+ik’f0 (r—ro )J
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Figure 4.8 — Autoionisation Penning d’une molécule 52; d’énergie de liaison E en pré-
sence d’une résonance dans le potentiel 12;. On modélise I’ionisation Penning par une
condition aux limites partiellement absorbante en r = rg, paramétrée par un coefficient
p et une phase ¢ de réflexion. L’autoionisation Penning correspond ici au transfert de
la molécule > Z; vers une onde de propageant vers —oo dans 1’état 12;. La condition aux
limites partiellement absorbante fait apparaitre un état lié d’énergie Eycg et de largeur I'yeg
dans le potentiel 12;. Une telle résonance est susceptible d’augmenter le taux d’ionisa-
tion Penning, et donc de diminuer la durée de vie. En effet, le transfert de la molécule
SZ; vers un état de collision 12; se propageant vers —oo peut se faire de deux facons.
Celui-ci peut étre direct (chemin (a)) ou indirect (transfert (b) vers un état de résonance
puis transmission (b’) a travers la barriere en rp). Nous verrons que le chemin indirect
peut s’avérer particulierement efficace et induire une durée de vie inférieure a celle en
I’absence de résonance.
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52;, on parle de résonance de Feshbach®. Avec ce vocabulaire, nous pouvons dire que
nous voulons déterminer la durée de vie d’une résonance de Feshbach (la molécule 52;)
couplée a une résonance de forme (I’état quasi-lié 12;).
Nous reprenons a présent le calcul du paragraphe 4.2.2.1, et en particulier celui du
propagateur en rq (voir I’équation (4.22)). D’apres I’appendice C.9, celui-ci s’ écrit
o yE(r) O ()

Gy(r,r') = e (SOl (4.37)

Les fonctions d’onde !y?® et 1w(0) sont solutions de 1’équation de Schrodinger radiale
pour la voie singulet avec les conditions aux limites respectives (4.36) et (4.23). La
quantité w(ly®, 1y (0)) est le wronskien de 'y# et 'y(©) qui est indépendant de r car ! y?$
et 11//(0) sont solutions de la méme équation différentielle (équation 4.18 sans second
membre). En utilisant ’expression de w(' 8.1 w(9)) en ry, on donne I’expression du
propagateur en r = ro en fonction de la différence de phase A9 = @5 — 1o (voir la

notation 1 dans I’équation (4.23))

2,LL (e—ikf()(r—r()) _ pei¢rese+ikf0(r_r0))1II/(O) (r>)
Grmror >r)=—H . 4.38
(r=ro,r' >r) -2 “kpo(1— peidd) (4.38)

En utilisant (4.38), (4.20) et (4.24), on trouve la durée de vie 7(p,A¢) correspondant
a la condition aux limites (4.36) en fonction de la durée de vie T correspondant a la

condition aux limites parfaitement absorbante ou p =0 :

1 1-p% 1
“(p,09)  [1—pe] T (459
soit )
T(p,AQ) _ 1+ p~—2pcosA¢ (4.40)

T 1—p2

SRemarquons que 1’étude de la section efficace de collision pour la voie de dissociation fait ap-
paraitre des résonances de Fano abondamment illustrées et commentées dans [153], et que nous
avons déja rencontrées dans les paragraphes 3.1.1 et 3.1.2. Ici les chemins qui interferent sont les
(continuum/résonance de forme/continuum) et (continuum/résonance de forme/résonance de Fesh-
bach/résonance de forme/continuum).
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La figure 4.9 montre ©(p,A¢)/t pour différentes valeurs de ¢. L’analyse de (4.40)
montre que pour /2 < ¢ < 7, T(p,Ad)/7 est une fonction croissante de p, supérieure

a un. Pour 0 < ¢ < /2, t(p,¢)/t admet un minimum inférieur a 1 pour une valeur

0< Pmin < 1:
Pmin = SinA(])
T(Pmin, AP) 1 —sinA¢
T ~ cosA¢

Nous pouvons a posteriori interpréter le tableau 4.2. Les valeurs 1 = 0.8,1.0,1.2 qui
parametrent la largeur d’ionisation correspondent a trois valeurs croissantes de p. Les
deux premieres colonnes du tableau correspondent a un potentiel tel que 0 < ¢ < /2,
et il est possible d’observer une évolution croissante de T en fonction de p.

Pour p — 0 et A¢ = 0, ce calcul donne une valeur minimale de la durée de vie qui
tend vers zéro. Ceci est dii au fait que dans ce cas on évalue le propagateur a 1’énergie
d’un état 1ié du potentiel singulet, et celui-ci est divergent. La théorie de perturbation
est inappropriée pour rendre compte du couplage entre deux états liés dégénérés. Pour
calculer la durée de vie minimale envisageable en présence d’une résonance, nous allons
donc adopter un point de vue non perturbatif et considérer un Hamiltonien effectif pour
décrire le couplage entre la molécule 52; d’énergie de liaison E décrite par une fonction
d’onde ¥, et I’état quasi-lié dans le potentiel IZ; d’énergie de liaison Epeg — il yes/2
décrit par une fonction d’onde hp W est déterminé par les conditions aux limites
WP es(o0) = 0, (4.36), et fr': "W, (r)|2dr = 1. Lénergie I, rend compte de la durée de
vie finie de 1’état résonant du fait de la condition aux limites partiellement absorbante.
On note Quy = (' Wres|Hyy|°P,). On a Qg = Q?, du fait que les fonctions d’ondes sont

choisies réelles.
E Qqu
Her = e (4.41)
Qgq Eres — 1 ol

On s’intéresse a 1’état propre qui est la molécule 52; quand € tend vers zéro. La partie

imaginaire I'/2 de son énergie de liaison donne la durée de vie T = 1/I" de la molécule
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(p,Ad)t

Figure 4.9 — Rapport de la durée de vie 7(p,A¢) d’une molécule 52; induite par auto-
ionisation Penning en présence d’une résonance en r = r dans la voie 'Z; caractérisée
par une amplitude et une phase de réflexion p et A¢ sur la durée de vie T de la méme mo-
lécule en I’absence de résonance. Une amplitude p = O correspond a la modélisation de
I’ionisation Penning par une condition aux limites parfaitement absorbante, 0 < p < 1
a une condition aux limites partiellement absorbante, et p = 1 a une condition aux li-
mites parfaitement réfléchissante (absence d’ionisation Penning). L’origine des phases
est choisi tel que A¢ = 0 correspond pour p = 1 a un état 1ié dans le potentiel IZ; de
méme énergie de liaison que 1’état lié dans le potentiel 52; en I’absence de couplage
spin-dipdle. On observe que dans le cas AP < /2, la durée de vie en présence de réso-
nance peut étre inférieure a la durée de vie en I’absence de résonance. Le calcul utilisant
une théorie de perturbation qui ne peut rendre compte du couplage entre deux états liés
dégénérés, On observe une singularité en p = 1 et A¢p = 0 : le taux d’autoionisation
Penning de la molécule est infini, et la durée de vie nulle. Ce résultat est physiquement
incorrect car on utilise alors une théorie de perturbation pour rendre compte du couplage
entre daux états discrets dégénérés. La figure 4.10 traite de fagon non perturbative le cas
A¢ ~ 0 en paramétrant la résonance par le désaccord E — Es de I’état lié a I’état de
résonance et la largeur I's de la résonance qui peuvent €tre mis en correspondance avec
respectivement les quantités AP et p utilisées ici.
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52;. Le calcul donne :

I I 1
s==- Zlm\/ (2(E — Eres) + iTres)? + 1692, (4.42)
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Figure 4.10 — Etude de la durée de vie T de la molécule 52; d’énergie de liaison E au
voisinage d’une résonance dans 1’état 12; d’énergie de liaison Eyc et de largeur .
On traite ici de facon non perturbative le cas AP ~ 0 de la figure 4.9. Les grandeurs
sont normalisées en fonction de Qg4 qui est la pulsation de Rabi relative au couplage par
I’interaction spin-dip6le de la molécule 52; a I’état de résonance 12;. On observe que
la durée de vie minimale envisageable Ty, = 1/2Qq est donnée pour E — Ees = 0 et
[es = 4Q4g (maximum de la courbe rouge). Soit une durée de vie T > T,,,, repérée par
la ligne horizontale en pointillés. On remarque qu’il existe une valeur maximale [y ,x
de I'ies, repérée par la ligne verticale en pointillés, pouvant rendre compte de 7. Il existe
aussi une valeur maximale de |E — Eys| pouvant rendre compte de 7. Sur I’exemple
représenté, cette valeur est de 2Qq (courbe verte), et pour |E — Epes| > 2Qgq (courbe
bleue), on ne peut trouver de largeur I';.; donnant une durée de vie 7.
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La figure 4.10 illustre I’équation (4.42) pour différentes valeurs de E — Efeg €t ['eg.

La valeur minimale pour la durée de vie T,i, est donnée par :

E—-FE., = 0 (4.43)
[es = 2Qg (4.44)
Tmin = 1/2Qg (4.45)

L’interprétation est la suivante : si le temps Qs_dl nécessaire pour passer dans I’état ré-
sonant par retournement de spin est petit devant la durée de vie I';;! de I’état résonant,
la durée de vie est déterminée par par la durée de vie de 1’état résonant. Dans le cas
contraire, la durée de vie est déterminé par le temps nécessaire pour passer dans 1’état
résonnant. La durée de vie est minimale quand les deux temps caractéristiques sont com-
parables.

Il existe plusieurs valeurs du désaccord E — Es et de la largeur de résonance I'jeg
pouvant conduire a une durée de vie 7 donnée. Dans ce cadre, la figure 4.10 montre
que I’on peut déterminer des valeurs maximales I'pax et Epax. On observe que I'pax est
obtenu conjointement avec E — E.s = 0 (courbe rouge). En supposant que I'iax >> Qqq,
le développement de 1’équation (4.42) donne :
402,
Tinax

(4.46)

QU —

En supposant que |E — Enax| >> Qgq, le développement de 1’équation (4.42) donne :

-1
1 4di E— EmaX 2
188 |y (B b 4.47
% r‘res + < rres ( )

L’étude de (4.47) montre que 1’égalité ne peut étre satisfaite que si :

|E - Eres‘ < |E - Emax‘ < sz (4.48)
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Nous en venons maintenant a 1I’application numérique pour 1’état v = 14 du potentiel
52;. On trouve Qgq = 27 x 3.2 MHz, ce qui conduit d’apres (4.45) a T,,;, = 48 ns. Cette
valeur est bien inférieure a celle mesurée expérimentalement 7 = 1.4 us.

On peut donc a priori interpréter le résultat expérimental comme di a 1’autoionisa-
tion Penning induite par le couplage spin-dipdle en présence d’un état résonnant dans le
potentiel 12;. Son énergie de liaison doit vérifier d’apres (4.48) |E — Eyes| < h x 90 MHz,
et sa largeur d’apres (4.46) I'res < I'max = 27 X 0.36 GHz. 1l est intéressant de déterminer
le coefficient de réflexion en amplitude p qui correspond a la largeur I'yax. I'ngx peut étre
interprété comme I’inverse du temps nécessaire pour faire un aller-retour dans le poten-
tiel singulet multiplié par le nombre de réflexions 1/(1 — p?) sur la condition aux limites
partiellement absorbante en r = r(. Cette quantité peut étre évaluée semi-classiquement

en utilisant la vitesse v(r) = hk(r)/u avec [153] :

K(F) = 20 (Eres =1 V(1) — €0+ 1) /200°) /12

-1 _ A2 e —(1_pn2
l_‘max_z(l P )/ro v(r)dr (1 p )TA/R (4.49)

La validité de cette approximation semi-classique est vérifiée par un calcul numérique
exact tel que celui de I’appendice B.3. On calcule le temps Tp g = 69 ps défini ci-dessus
pour trouver p > 0.92. Cette valeur semble tres élevée puisqu’elle signifie que hors
résonance, seuls 1 —p? ~ 15% du flux incident sur la condition aux limites en r = ry subit
I’ionisation Penning. D’autre part, étant donné la proximité nécessaire de la résonance
|E — Eres| < h x 90 MHz, un décalage Zeeman de quelques dizaines de MHz entre la
voie quintuplet et singulet résultant d’un champ magnétique modéré de quelques Gauss
devrait changer de fagcon appréciable la durée de vie mesurée expérimentalement. Un
tel comportement n’a pas été observé, méme s’il faut admettre qu’'une telle étude est
particulierement peu aisée dans le cas d’un nuage piégé magnétiquement ou le biais du

champ magnétique ne peut étre changé indépendamment du confinement.
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4.3 Conclusion et perspectives

Dans ce chapitre, nous avons rappelé les connaissances actuelles sur 1’ionisation Pen-
ning, et montré qu’il est possible de la modéliser de facon équivalente par un potentiel
d’interaction complexe faisant intervenir une largeur d’ionisation, ou par une condition
aux limites absorbante fixée a une petite distance interatomique. Nous avons calculé la
durée de vie de la molécule mise en évidence dans le chapitre 3 en supposant que celle-
ci est limitée par autoionisation Penning induite par relaxation de spin. En utilisant une
modélisation par condition aux limites totalement absorbante, ou par des largeurs d’io-
nisation issues de calculs ab initio, nous trouvons un résultat de 1’ordre de 100 us, c’est
a dire cent fois supérieur a la détermination expérimentale. Nous avons alors incriminé
le manque de connaissances disponibles sur la partie a courte portée du potentiel sin-
gulet, et sur les largeurs d’ionisation. Nous les avons remplacés par une condition aux
limites partiellement absorbante, et montré qu’il est possible d’envisager une durée de
vie de I’ordre de 1 us a condition de supposer que seul 15% du flux absorbé sur la condi-
tion aux limites subit I’ionisation Penning. Ceci semble en contradiction avec le fait que
I’ionisation Penning dans le potentiel singulet est usuellement considérée comme tres
efficace.

Nous avons également montré que si la durée de vie mesurée est limitée par au-
toionisation Penning, celle-ci est la signature d’une résonance relativement étroite au
voisinage de I’énergie de la molécule S = 2, Mg = 2. En conséquence, en changeant le
champ magnétique de fagon appréciable, et en utilisant éventuellement des molécules
dans d’autres états électroniques comme dans I’expérience du paragraphe 3.2.4, nous
devrions observer des modifications de la durée de vie. En ce sens, il serait appréciable
de réaliser les expériences du chapitre 3 dans le piege optique dipolaire qui va étre ajouté
a notre dispositif expérimental. Il serait alors possible de modifier le champ magnétique
dans des proportions beaucoup plus grandes que dans le cas du piege magnétique, et il
serait également possible d’étudier des molécules piégées dans 1’état § = 2, Mg = -2
(voir I’annexe B.2). L’étude d’autres niveaux vibrationnels v < 14, méme si leur produc-

tion expérimentale semble peu évidente, permettrait d’obtenir des informations com-
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plémentaires (voir I’annexe B.1). Nous n’avons actuellement pas d’idées qui pourraient
expliquer la durée de vie mesurée dans le chapitre 3 au cas ou de futures expériences

mettraient en défaut les résultats de ce présent chapitre.



CHAPITRE 5
CONCLUSION

Dans ce mémoire, nous avons tout d’abord élaboré et appliqué une méthode originale
pour déterminer une longueur de diffusion, a savoir I’étude des décalages lumineux dans
la spectroscopie de photoassociation. Ceux-ci ont pour origine physique le couplage
induit par laser d’un état moléculaire excité avec des continuum d’états de diffusion.
Le cas de I’hélium métastable s’est révélé tout a fait favorable a une telle étude : sa
structure simple permet une prise en compte exhaustive de toutes les voies de collision,
tandis que 1’existence et I’exploitation d’un potentiel excité purement a longue portée
permet de s’affranchir de la connaissance de I’interaction a courte distance. Le résultat
obtenu pour la longueur de diffusion entre atomes métastables polarisés a =7.2+0.5 nm
[36, 81] a été confirmé par la mesure de 1’énergie de liaison du dernier état 1i€ du potentiel
d’interaction [39], ainsi que par des calculs ab initio [56].

Nous avons ensuite mis en évidence la production d’un dimere d’hélium métastable
4He§ formé a partir de deux atomes polarisés par photoassociation a deux photons. Une
telle molécule peut sans hésitation étre qualifiée d’exotique du fait qu’elle est consti-
tuée de deux atomes métastables, chacun portant une énergie interne de 20 eV suffisante
pour ioniser I’autre. Celle-ci offre 1’opportunité d’étudier pour la premiere fois I’ionisa-
tion Penning dans un systéme ou les deux atomes ne sont pas dans un état de diffusion,
mais dans dans un état 1ié. Nous avons proposé un calcul original des spectres de pho-
toassociation a deux photons, en les décomposant en produits et sommes de profils de
Breit-Wigner et de Fano associés a différents processus. Nous avons ainsi été capables
d’interpréter les résultats expérimentaux et nous avons mesuré une durée de vie intrin-
seque T=1.4+0.3 us.

En dernier lieu, nous avons tenté d’interpréter cette durée de vie, et de vérifier si le
processus la limitant est 1’autoionisation Penning induite par relaxation de spin. Nous
avons alors déterminé que cette interprétation suppose la présence d’un état quasi-lié

proche de la limite de dissociation dans le potentiel d’interaction de spin singulet. Elle
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devra étre vérifiée par des expériences complémentaires rendues possibles par les modi-
fications réalisées et a venir sur le dispositif expérimental :

— La mise en place d’un multiplicateur d’électrons devrait permettre de mesurer
directement les électrons ou les ions issus de la désexcitation de la molécule exo-
tique. Ceci autoriserait également la réalisation d’expériences de photoassociation
sur un condensat de Bose-Einstein, ce qui était difficile jusqu’a présent du fait
de la détection du nuage par imagerie apres temps de vol. L’avantage serait alors
I’absence d’élargissement Doppler au prix d’un éventuel élargissement dii aux ef-
fets de champ moyen [101]. Le photoassociation d’un condensat de Bose-Einstein
est un domaine tres étudié théoriquement, mais qui connait peu de réalisations
expérimentales : saturation du taux de photoassociation [49, 154], dynamique de
la formation de paires d’atomes [155, 156], création de paires d’atomes corrélées
[19, 157, 158], décohérence roguel [159], production d’un condensat de molécule
par passage adiabatique Raman stimulé (STIRAP) [160, 161, 162, 163, 164, 165],
oscillation de Rabi atomes-molécules [166, 167], superposition d’un nombre ma-
croscopique d’atomes et de molécules [159, 168, 169].

— Le piégeage du nuage ultrafroid dans un piege optique dipolaire permettra de mo-
difier indépendamment I’intensité champ magnétique de biais et le confinement
du piege. Il sera alors possible d’étudier expérimentalement les collisions élas-
tiques et inélastiques en fonction du champ magnétique, ainsi que d’utiliser des
atomes polarisés dans 1’état de spin Mg = —1 qui ont a champ magnétique élevé
des propriétés collisionnelles différentes de 1’état Mg = +1.

Une perspective intéressante concerne le contrdle des interactions. En ce qui concerne
I’interaction élastique, on peut a cet effet exploiter des résonances de Feshbach’ qui
apparaissent quand un état de collision dans un état électronique donné est couplé a

un état 1ié de méme énergie et d’état électronique différent. Les expériences utilisant

len anglais rogue decoherence : les atomes du condensat, d’impulsion nulle, sont photoassociés en une

molécule qui se dissocie en paires d’atomes d’impulsions non nulles et opposées.

2Une publication récente suggeére un mécanisme différent d’une résonance de Feshbach, et qui uti-
lise I’interaction dipole-dipdle magnétique [170]. Cependant, cette méthode ne pourrait étre réellement
appliquée qu’au chrome qui a un grand dip6le magnétique.
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des alcalins exploitent a cet effet des résonances de Feshbach accordées par un champ
magnétique et induites par I’interaction d’origine électronique entre les atomes [171].
Dans le cas de I’hélium métastable polarisé, deux obstacles se posent pour appliquer la
méme méthode :

— Détat piégé magnétiquement Mg = +1 est 1’état fondamental de plus haute énergie
en présence d’un champ magnétique. Il n’est donc pas possible de coupler de facon
résonante 1’état de collision pi€gé magnétiquement avec un état 1ié dans un autre
état électronique puisque ce dernier a une énergie nécessairement plus faible.

— Sil’on utilise I’état polaris€ Mg = —1 dans un piege dipolaire, du fait de I’absence
de structure hyperfine, la seule interaction susceptible de coupler 1’état de collision
avec un état lié est I’interaction spin-spin qui est trop faible.

Il faut donc stimuler le couplage entre 1’état de collision et I’état lié, ce qui peut étre
fait de deux manieres différentes. Tout d’abord, il est possible d’utiliser un champ laser,
qui couple 1’état de collision a un état moléculaire excité électroniquement. On parle
de résonances de Feshbach optique [41, 64, 65, 66, 67, 68, 69, 70, 71, 72]. Dans le
cas de I’hélium métastable, 1’état de collision polarisé S = 2 peut par exemple €tre cou-
plé a un état vibrationnel du potentiel 0; étudié dans cette thése. Le cas de I’hélium
métastable est étudié dans [67]. D’autre part, il est possible d’utiliser un champ radio-
fréquence [122, 172, 173, 174]. Dans le cas de ou les collisions entre atomes d’hélium
métastable polarisés font intervenir un état de collision S =2, Mg = +2, un champ radio-
fréquence peut facilement étre utilis€é pour induire un couplage avec 1’état moléculaire
le moins lié v = 14 dans le potentiel d’interaction S = 2, Mg = +1. Il reste un incon-
vénient quant a ’utilisation de tels schémas pour I’hélium métastable, a savoir que la
durée de vie de I’état lié couplé (environ 100 ns pour le couplage optique, et 1 s pour
le couplage radiofréquence) limite la durée de vie du nuage d’atomes. Cet inconvénient
pourrait €tre compensé par le moyen de détection rapide dont on dispose avec le mul-
tiplicateur d’électrons (résolution temporelle de quelques ns). Il sera aussi intéressant
a I’avenir de contrdler les collisions Penning. Pour un échantillon polarisé, nous avons
vu que celles-ci font intervenir I’interaction spin-dipdle, qui est notamment anisotrope.

Une étude récente montre que des nuages d’atomes polarisés dans des pieges anisotropes
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tres confinants avec des rapports d’aspects adéquats peuvent étre stables malgré I’ionisa-
tion Penning [175] et prédit des résonances induites par le confinement [150, 176, 177].
Celle-ci pourrait étre appliquée a des nuages polarisés unidimensionnels ou bidimen-
sionnels piégés aux noeuds d’un réseau optique. On peut forcer la direction des moments
magnétiques des atomes par rapport a la direction de 1’axe interatomique décrivant une
collision entre atomes en choisissant la direction d’un champ magnétique de biais par
rapport aux directions des lasers créant le réseau optique. Pour des angles adaptés entre
les deux directions, on devrait pouvoir observer une inhibition ou un rehaussement des

collisions Penning.



ANNEXE A

ANNEXES DU CHAPITRE 2

A.1 Etats symétrisés de collision entre deux atomes métastables

L’état qui décrit la collision de deux atomes *He* doit étre invariant par la permu-
tation des deux atomes. Ils sont obtenus en faisant agir I’opérateur de symétrisation
(14 P,p)/2 sur la base non symétrisée (2.7). En utilisant le changement de base de
|(SasSp)S,Ms) vers |Sq,Ms,;Sp,Ms,) ou S4,S), et Mg, ,Ms, sont les spins des atomes a, b
et leur projection sur 1’axe de quantifification du laboratoire respectivement, nous obte-

nons :

|<Sa7Sb)S7MS> - Z <Sa7MSu;Sb7MS},|(SLIaSb)S7MS>|Sa7MSa;Sb7MSh>
Ms, .Ms,
= Z (_1>Sa+Sb_S<Sb7MS},;Sa7MSa|(SbaSa)SaMS>
Mg, ,Ms,

|Sa, Ms,; Sp, Ms,)
Nous en déduisons 1’action de P, sur I’espace des spins :
Pav(Sa,$5)8,Ms) = (=1)3575](S, 54)S, Ms)
L’action de P,, sur la partie spatiale de la fonction d’onde est donnée par :
Pup |, Mp) = (—1)"1¢,My)
Nous obtenons alors la base symétrisée :

(_ 1 )Sa—i—Sb—S—M
2

14+ Py
2

1
|(Sa7Sb)S7MS;€aMZ> = 5‘(SaaSb)S7MS;l;Ml> + |(Sb;Sa)S7MS;€7M£>

(A.1)
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Dans le cas de *He*, S, = S, = 1, nous avons S = 0, 1,2 (états singulet, triplets et quin-

tuplets). Nous utilisons la notation simplifiée :

(_1)—S+€

1
1S, Ms; 0, M) = §|(Sa75b)S,Ms;l,M1> + |(SpySa)S,Ms; £, My) (A2)

L’équation (A.2) montre que les états singulets (S = 0) et quintuplets (S = 2) ont une
fonction d’onde spatiale qui se décompose sur des harmoniques sphériques ¢ paires, et
les états triplets sur des harmoniques sphériques ¢ impaires.

Nous étudions a présent les propriétés de 1’état de collision vis a vis de I'inver-
sion des coordonnées électroniques par le centre de charge de la molécule (symétrie
gerade/ungerade). Dans le cas d’un dimere homonucléaire, le centre de charge est aussi
le centre de masse. Comme 1’atome “He* et son noyau sont des bosons, 1’échange des
atomes d’une part, et des noyaux d’autre part doivent laisser inchangé la fonction d’onde
de collision. Le produit de ces deux opérations est I’échange des nuages €lectroniques,
et doit donc la fonction d’onde de collision inchangée.

Dans I’espace des coordonnées électroniques, I’échange des nuages électroniques est
le produit de I’inversion des coordonnées électroniques d’un nuage électronique par le
centre de masse de 1I’atome correspondant, suivi de 1’inversion des coordonnées électro-
niques par le centre de masse de la molécule (symétrie gerade/ungerade). Comme les
atomes sont dans 1’état 23S avec une fonction d’onde électronique spatiale paire, la pre-
miere opération est 1’identité. La deuxieme opération multiplie la fonction d’onde par
(—1)", o w = 0 pour un état gerade, et w = 1 pour un état ungerade.

Dans I’espace des spins, I’échange des nuages électroniques multiplie la fonction
d’onde par (—1)% =5 = (—1)5.

En conséquence, (—1)¥+5 = 41 du fait que les atomes *He* et leurs noyaux sont des
bosons. Les états singulets (S = 0) et quintuplets (S = 2) sont des états gerade (w = 0)

tandis que les états singulets (S = 1) sont ungerade (w = 1)
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A.2 Décalages lumineux d’origine atomique : "'dressing effects"

Les développements du paragraphe 2.4.2 calculent le décalage lumineux d’états vi-
brationnels dans le potentiel O,‘j. Cependant, 1’état initial de collision 52; est lui aussi
perturbé par la lumiere. Nous montrons ici que ce phénomene peut étre négligé dans
I’étude des décalages lumineux du chapitre 2.

Quand les deux atomes entrant en collision sont éloignés, ils sont soumis a 1’excita-
tion non résonnante du laser de photoassociation dont la fréquence est désaccordée de
A < 0O par rapport a la transition atomique S — Fy. Il en résulte un décalage des niveaux
atomiques de 1’ordre de Q2 /A, oli Q.. est la pulsation de Rabi caractérisant le couplage
lumineux pour une grande distance interatomique. Dans le cadre de la photoassociation
de niveaux vibrationnels v = 0, 1,2, |A| > 200 MHz est beaucoup plus grand que la lar-
geur naturelle /27w = 1.62 MHz de I’état atomique P, de telle sorte que 7 n’intervient
pas dans I’expression dans ce décalage lumineux. Comme A < 0, le décalage Q2 /A est
négatif et induit un décalage de la fréquence de résonance de photoassociation vers le
bleu. L’amplitude de ce décalage représente moins de 20% de celui que nous avons me-
suré expérimentalement. Rappelons que la valeur absolue du décalage lumineux n’est
mesurée qu’a environ 50% pres du fait de la difficulté a calibrer I'intensité du laser
de photoassociation. Le décalage Q2 /A dépend aussi des états vibrationnels puisqu’il
dépend de A. Nous avons calculé §,/(Q2 /A,), ol §, est le décalage mesuré expérimen-
talement, et A, est le désaccord du laser associé au niveau vibrationnel v. Cette quantité
dépend tres peu de v, et n’affecte donc pas nos conclusions sur la détermination de a qui
utilise des rapports entre 8, (voir le paragraphe 2.4.3). Le calcul montre en effet que le
rapport entre décalages lumineux de la raie de photoassociation change de moins de 3%
selon que 1’on prenne en compte cet effet ou non, ce qui est bien en dega de la préci-
sion expérimentale. En conséquence, il apparait que la précision expérimentale n’est pas
suffisante pour mettre en évidence ce décalage lumineux additionnel.

Mentionnons cependant comment en rendre compte : il faudrait décrire la photoas-
sociation comme un probleme de collision, et relier le signal expérimental a une perte

d’atomes, c’est a dire a une perte d’unitarité de matrice de diffusion . [120]. La perte
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d’atomes présente une résonance en fonction du désaccord du laser, qui est décalée de
0 (équations (2.17) et (2.31)). On rencontre alors une difficulté du fait que les voies de
collision sont couplées par la lumiere pour une distance interatomique infinie du fait de
I’excitation non résonnante de la transition atomique S — F. Il faut effectuer un change-
ment de base qui découple les voies de collision pour une distance interatomique infinie
pour formuler correctement le probleme en terme de collision. Certains effets obser-
vables expérimentalement rendus compte par une telle description ont été abordés dans
les références [74, 178, 179, 180] et ont été nommés dressing effects, mais les déca-
lages lumineux n’ont jamais été traités dans ce contexte. Dans notre cas, il faudrait aussi
prendre en compte le potentiel excité répulsif 1, qui est connecté a I’asymptote Py (voir la
figure 2.1). Celui-ci est en effet dégénéré avec le potentiel 0, pour les grandes distances

interatomiques.



ANNEXE B
ANNEXES DU CHAPITRE 4

B.1 Calcul de la durée de vie de niveaux vibrationnels v < 14

La figure B.1 donne les résultats du calcul du paragraphe 4.2.2.1 de la durée de vie
des niveaux vibrationnels v =5 a v = 14. On observe un comportement qui peut sembler
a priori surprenant : les états les plus profondément liés sont ceux qui ont la durée de
vie induite par autoionisation la plus élevée. Le mécanisme que I’on étudie est en ef-
fet indirect : la transition vers les états finaux de I’ionisation Penning a partir d’especes
polarisées se fait via une transition virtuelle par 1’état non polarisé induite par le cou-
plage spin-dipdle. Bien que la probabilité d’ionisation Penning directe dans le potentiel
12; ainsi que le couplage spin-dip0le soient plus importants aux faibles distances inter-
atomiques auxquelles sont confinés les états les plus liés, ’ionisation Penning indirecte
implique aussi le recouvrement des fonctions d’onde 'W et >, La figure B.2 les montre
dans les cas v = 5,13, 14. Dans le cas v = 14, I’énergie de liaison (0.09 GHz) est faible
devant I’énergie de la barriere centrifuge de la voie singulet (environ 1 GHz). L’ étendue
de la fonction d’onde >¥,_4 est donc plus grande que celle de la fonction d’onde ',
et le recouvrement n’est pas maximal. Dans le cas v = 13, 1’énergie de liaison (environ
37 GHz) est plus élevée que dans le cas de v = 14, mais encore négligeable devant la
profondeur du potentiel quintuplet (environ 30000 GHz). Pour la plupart des distances
interatomiques qu’explore cette molécule, I’interaction dominante est celle de Van der
Waals, que ce soit dans la voie quintuplet ou singulet. Les fonctions d’onde >¥,_;3 et
P ont des formes tout 2 fait similaires, et le recouvrement est maximal. I s’en déduit
que T,—13 < T,—14. Pour v = 5, I’énergie de liaison (environ 10000 GHz) n’est pas né-
gligeable devant la profondeur du potentiel quintuplet. La fonction d’onde quintuplet a
une étendue limitée aux petites distance interatomiques et ne décrit que quelques oscilla-
tions. La profondeur du potentiel singulet étant trois fois supérieure a celle du potentiel

quintuplet, la fonction d’onde ¥ décrit un nombre d’oscillations bien supérieur 2 °¥. Le
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recouvrement est donc faible, et la durée de vie plus élevée : 7,5 > 7,—13. Nous n’avons
pas donné de résultats pour les niveaux vibrationnels v < 5, car les résultats dépendent
dans ce cas particulierement de ry, la distance interatomique choisie pour la condition
aux limites absorbante. En effet, la probabilité de trouver les deux atomes a une distance

interatomique de 1’ordre de r(y pour les états les plus liés n’est pas négligeable.

10% ¢

—_
o)
5]

—_
o
¥

Durée de vie (us)

—
S
N

100 I I I I I I I I
5 6 7 8 9 10 11 12 13 14

Nombre vibrationnel U

Figure B.1 — Durée de vie des états liés v =5 a v = 14 du potentiel 52; induite par
autoionisation Penning d’apres le calcul (4.25). Les variations sont dues au recouvrement
des fonctions d’onde des voies singulet et quintuplet pour lesquelles trois exemples (v =
5,13,14) sont donnés sur la figure B.2.



147

A 5N+
Zg
=0

Q
o
p -
()
C
L
X

Y

Distance interatomique

Figure B.2 — Fonctions d’onde des voies quintuplet (en noir) et singulet (en marron latte)
pour les niveaux vibrationnels v = 5,13, 14. Sont également représentés les potentiels
> Z; et 12; plus le potentiel centrifuge ¢ = 2. Le choix de ces trois niveaux vibrationnels
est motivé par leurs énergies de liaison : pour v =5 et v = 13, la barriere centrifuge est
négligeable devant 1’énergie de liaison; pour v = 13 et v = 14, I’énergie de liaison est
négligeable devant la profondeur du potentiel 52;. La partie interne du potentiel 12;
n’est pas représentée, car elle est remplacée par une condition aux limites absorbante.
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B.2 Calcul de la durée de vie a champ magnétique non nul

Nous généralisons le résultat du paragraphe 4.2.2.1 au cas d’un champ magnétique
non nul. Comme nous 1’avons déja remarqué sur la figure 4.7, la molécule peut se dis-
socier en deux atomes métastables si la champ magnétique est suffisant. D’apres le
paragraphe 4.2.1, il existe trois états électroniques couplés a la molécule dans 1’état
S =2,Mg = 2, correspondant a autant de voies de dissociation : S =2, Mg=1; S =
2, Mg=0;S =0, Mg=0. On note ici 25! Wy, les composantes des fonctions d’onde
dans les voies S, Mg. Nous utilisons a nouveau une méthode perturbative en remplagant
Sy, =3 P, la fonction d’onde de I’état vibrationnel v du potentiel 5 ZZ{. Nous allons de
la méme facon déduire de 1’expression de 'W((rp) le taux de désexcitation par autoio-
nisation Penning, et de 2% (o), 2¥q(c0) et '¥(0) le taux de dissociation en atomes
libres dans les état S =2, Mg =1,5=2, Mg =0, et S =0, Mg = 0. Nous définissons le
vecteur d’onde local kg par (B.1) ou intervient 2gsupB le décalage Zeeman d’une voie
Mg = 2 par rapport a Mg = 0 (gs est un facteur de Landé, up le magnéton de Bohr, B le

champ magnétique). :

ko = \/Zu(E —1V(rg) — £(€+1)/2urd +2gsupB) /1 (B.1)

Nous définissons kj.. le vecteur d’onde dans une voie de sortie S, Mg qui n’est défini
que si le décalage Zeeman d’une voie Mg = 2 par rapport a Mg = O est supérieur a

I’énergie de liaison E. La voie Mg est dite ouverte en —+oo.

Kitgon = \/20(E + (2 — Ms)gspupB) /1 (B.2)

Nous définissons Ky si le décalage Zeeman d’une voie Mg = 2 par rapport a Mg =0

est inférieur a 1I’énergie de liaison E. La voie My est dite fermée en +oo :

Kpgoo = \/ —2u(E + (2 — Myg)gsupB) /1 (B.3)
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Pour B < —E /2gsup, toues les voies sont fermées en +oo et la dissociation en deux
atomes métastables est impossible. Nous cherchons les solutions perturbatives a 1’aide

de propagateurs ¥ y :
2540y, () /%MS R YRS (7w (7 ) dr (B.4)

hf"’iMS est I’élément de matrice de I’Hamiltonien spin-dipdle calculé dans le paragraphe
4.2.1. Ces propagateurs sont calculés dans 1’annexe C.9 en fonction de fonctions d’onde
25+1 l//f,l/s 4 dites régulieres a gauche ou a droite qui sont solutions des équations de Schro-

dinger suivantes avec { =2 :

_% S () + <2S+1V<r) L E(;;rzl) n (2—Ms)gsuBB) B+, () = X0, (1)
(B.5)
La condition de régularité a gauche correspond a une condition aux limites absorbante
pour S = 0, et a une décroissance exponentielle pour S = 2. La condition de régularité
a droite correspond a une décroissance exponentielle de distance caractéristique KA}SIM si
(2—Ms)gsupB < E, et a une onde sortante de vecteur d’onde ky/ o0 Si (2 — Ms)gsipB <
E. On définit le taux d’autoionisation Penning I'4p comme le flux de 'poenr=ryetle

taux de dissociation I's y7, dans la voie S, Mg comme le flux de ZS“‘PMS en r = o0, On

/ 2
L= 2H h ( / )dr’) (B.6)

et si kyyqe0 €st défini (champ magnétique suffisant)
2
) (B.7)

Au no
Ts.pt, = ad o (
et I's y; = O sinon. La durée de vie induite par le couplage spin-dipdle est T = (I'ap +

trouve :

25+1 WZ[\I/IS(’J) SWv(r/)

r/3

dr

me meao

kMSoo

Iy +Iho+10 0)_1, et les durées de vie induites par autoionisation Penning T4p =
(Tapp)~! et dissociation Ty = (T 1 +T20+T00)" L

La figure B.3 illustre le calcul pour v = 14. Pour B < —E /2gsup ~ 17 G, la dis-
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sociation en deux atomes atomes métastables est interdite. Celle-ci se produit de facon
significative quand 1’énergie de collision des atomes dissociés est du méme ordre de
grandeur que la barriere centrifuge dans la voie de dissociation :les fonctions d’onde de
la molécule et des atomes dissociées ont un bon recouvrement. Pour une énergie de colli-
sion finale plus importante, la fonction d’onde des atomes dissociés décrit de nombreuses
oscillations, et le recouvrement tend vers zéro. En conséquence de ces observations, T
tend vers I’infini pour B ~ 17 G et B — oo, et admet un minimum pour B de I’ordre de
quelques centaines de Gauss. En ce qui concerne I’autoionisation Penning, T4p — oo si le
décalage Zeeman est grand devant la barriere centrifuge de la voie sortante pour la méme
raison que Ty;,s. Pour un décalage Zeeman petit devant la barriere centrifuge, T4p varie
peu. Les champs magnétiques de quelques gauss utilisés dans les expérience décrites
dans le chapitre 3 peuvent donc étre considérés comme nul.

Nous étudions a présent le cas de la molécule v = 14 dans I’état Mg = —2. Dans ce
cas, les voies de dissociation sont fermée en r = 4o pour tout champ magnétique, et
li ne peut y avoir dissociation en deux atomes métastables. Il est possible de reprendre
le traitement précédent de 1’autoionisation Penning en adaptant le signe du décalage
Zeeman avec 1’état S = 0, Mg = 0. Le résultat est tracé sur la figure B.4. La durée de
vie tend vers I’infini quand le champ magnétique tend vers I'infini. En effet, plus le
champ magnétique est grand, plus I’énergie de liaison dans la voie singulet est grand. La
fonction d’onde est localisée aux faibles distance interatomiques alors que la fonction

d’onde dans la voie quintuplet est de forte élongation : le recouvrement tend vers zéro.
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Figure B.3 — Durée de vie 7y; du niveau vibrationnel v = 14 induite par I’interaction
spin-dipdle en fonction du champ magnétique. Sont également représentés T4p la contri-
bution due a I’autoionisation Penning, et 74, la contribution due a la dissociation en
atomes métastables. Ona 7 = (TLZQS + TX}}P)_l. Le droite en pointillé représente le champ
magnétique en deca duquel le dissociation est interdite du fait que les décalages Zeeman
avec les voies sortantes sont inférieurs a I’énergie de liaison. On observe un changement
de comportement pour un champ magnétique de quelques centaines de Gauss : le déca-
lage Zeeman est alors du méme ordre de grandeur que la barriere centrifuge dans la voie

sortante.
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Figure B.4 — Durée de vie induite par I’interaction spin-dip6le pour la molécule v = 14,
Mg = —2 en fonction du champ magnétique.

B.3 Calcul numérique exact de durées de vie

Nous décrivons a présent le calcul non perturbatif et numérique de la durée de vie
d’une molécule. Celui-ci peut s’appliquer a tous les cas envisagés dans le chapitre 4.

On considere les équations de Schrodinger radiales couplées évaluées a une énergie

complexe & :
2
—f—usw”<r)+5vz-o(r>5w<r) = &%(r)+Hu(r)'w(r) (BS)
2
_s_uowﬂ(rH(lW:z“)_i@) () = &'w(r)+Ha(r) Sw(r) BI)

Nous avons utilisé la référence [181] pour les résoudre numériquement de fagon efficace.
Nous cherchons un état propre d’énergie & vérifiant les conditions suivantes dépendant
de la fagon dont on modélise 1’ionisation Penning :

— Si on utilise la modélisation par condition aux limites absorbante en ry, on prend

['(r) = 0 dans B.9, et on souhaite que >y(0) => y(eo) =! () = 0, et que
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Yy (rg) o< exp (—ikso(r—ro))

— Si on utilise la modélisation par largeur d’ionisation, on souhaite que > y(0) =>
_1 _1 _
Y(eo) =" y(0) = () =0
Nous définissons quatre solutions de (B.9), W1, W2, W41, Wao pour les conditions
aux limites suivantes en fonction de la facon dont on modélise I’ionisation Penning : :

— Si on utilise la modélisation par condition aux limites absorbante en ry

Ve (0)=0 v (0)=1 'y (0)=0 'v,1(0)=0 (B.10)
W (0)=0  Cyp(0)=0  lwo(o)=1 lypln)=—ikoy (B.11)
Yar() =0 y(e) =1 yyui(ee) =0 'W(e0) =0 (B.12)
MWea(o0) =0 () =0 lyp(=) =0 "Wp(e) =1 (B.13)

0 0 ' (0)=0 (B.14)
0 0 ',(0)=1 (B.15)
War(e0) =0 Cyh(ee) =1 lyy(e)=0  yj(e)=0 (B.16)
0 0 lyphle)=1 (B.I7)

W, et Wy, forment une base des fonctions d’onde solution de (B.9) qui ont le com-
portement souhaité a gauche (c’est a dire annulation en r = 0 ou condition absorbante en
r = rp selon la modélisation), et W;; et W,» a droite (annulation en r infini). Nous cher-
chons un état 1ié, c’est a dire un état qui satisfait aux conditions a gauche et a gauche. Il
doit donc s’€écrire comme une combinaison lin€aire des W1, Wyo a gauche, et Wy et Wyp
a droite. Les composantes de la fonction d’onde W et sa dérivée doivent étre dérivables.

Soit une distance interatomique b, ceci n’est possible que si W,1 (), Wgo(b), Wa1 (D) et
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W > (b) forment une famille libre, ce qui s’écrit :

Yo (b) PYea(b) Cyai(b) war(b)
W) Pvpb) v b)) Pvap®)| B.18)
"Wei () "W (b) 'wai(b) 'war(b)
") () T (b) My, (b)

Nous cherchons donc des solutions de (B.18) en fonction de &. Celles-ci sont les éner-
gies de liaison complexes des états liés des potentiel couplés > Z; et 12;. La partie ima-

ginaire de ces €nergies de liaison est reli€e a I’inverse de leur durée de vie.



ANNEXE C
RAPPELS DE THEORIE DES COLLISIONS

On considere une particule de masse u, d’énergie cinétique /2k> /24 évoluant dans
un potentiel V(r) de courte portée (r?V (r) —, .. 0). Dans cette thése, les résultats ui-
vants sont appliqués a la collision de deux particules identiques de masse m = 2. Dans
le référentiel du centre de masse, la dynamique est celle d’une particule fictive de masse
(1 = m/2 diffusée par un potentiel V (r) décrivant I’interaction entre les deux particules
distantes de r. Les résultats de cette annexe sont en grande partie présenté dans les réfé-

rences [89, 115, 151]

C.1 Définition d’un état stationnaire de diffusion

L’équation aux valeurs propres pour le probleme de collision s’écrit :

n? nk?
———A+V(r)——| ¥ =0 C.1
2 +V(r) o k(r) (C.D
Par définition, 1’état stationnaire de collision ‘Plf (r) est la solution de (C.1) dont le com-
portement asymptotique est de la forme onde plane + onde sortante/entrante (voir par
exemple [151], chapitre VIIL.B) :

) Likr
lPlzi:(r> - ezk.r + fk(era (Pr)

y—o0 r

(C2)

L’équation (C.2) définit I’amplitude de diffusion fx(6,, ¢,) dans la direction du vecteur
r, repérée par les angles 6, et ¢.. On peut montrer que la section efficace de diffusion

dans cette méme direction est | fi (6, @,)|>.
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C.2 Développement d’une onde plane en ondes sphériques libres

Un état d’impulsion bien définie 7k est une superposition d’états correspondant a tous
les moments cinétiques possibles, comme le montre la relation suivante (voir par exemple

[151], chapitre VIII, formule (C-31)) :

e =4n Y 1Y, (6, 96)Yim(6r, @) o (kr) (€3)
{m

La fonction j, est la fonction de Bessel sphérique de la premiere espece d’ordre ¢

[182]. Son comportement asymptotique est le suivant :

L. T
Ji(z — e0) = —sin <Z—€—> (C4)
Z 2
D’autre part, jy(kr) est solution de 1’équation de Schrodinger radiale pour un potentiel

centrifuge 720(0+1)/2ur? :

o, ") RPOl+1)  Bk?
—_—— r —

2/,Ly 2Ur? 2u
Le théoréme d’addition de Legendre permet d’exprimer (C.3) en fonction de 1’angle

6 défini par e’** = krcos (0) :

> y(kr)=0 (C.5)

[

™ =Y i'\/am(20+ 1) jo(kr)Y; () (C.6)
=0

C.3 Ondes partielles dans le potentiel V

On définit I’onde partielle y; ¢ ,, dans un potentiel V' central de la fagon suivante :

Ve rm(r) = ”k’lmnm(er, ) (C.7)

r
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ol uy () est solution de I’équation de Schrodinger radiale! :

n o R20(0+1) h2k>
—ﬂuu(}’)—i— (W—FV(Y)—W) l/lk’g(l") =0 (C8)
satisfaisant la condition a 1’origine uy ¢(0) = 0. Pour r grand, I’équation (C.8) est ap-
prochée par (C.5), et on cherche a écrire asymptotiquement u; ¢ a 1’aide de solutions
de (C.5). On dispose d’un premier jeu de deux solutions linéairement indépendantes de
(C.5) avec jy(kr) et ny(kr) ot ny est la fonction de Bessel sphérique de la seconde espece

d’ordre ¢ [183] qui a le comportement asymptotique suivant :

ny(z — o0) = —%cos <z—€g> (C.9)

On définit I’élément de matrice de réactance Ky de telle sorte que uy ¢ s’écrive asympto-

tiquement de la fagon suivante :
U (r — o0) = jy(kr) — Ko(k)ng(kr) (C.10)
On introduit un déphasage n,(k) de telle sorte que uy ¢ s’exprime de la fagon suivante :
ug ¢(r — oo) =sin (kr — ¢ /2 +ny(k)) (C.11)
On dispose d’un deuxieme jeu de deux solutions linéairement indépendantes de (C.5)

avec hy(kr) = (je(kr) +ing(kr))/2i et hy(kr) = (je(kr) —ing(kr))/2i. On montre que

I’on a alors :

uo(r—o0) = hy(kr) + MO R (kr) (C.12)
—ikr+iln/2 _ 2ing jikr—ilm/2
— ¢ i (C.13)
2ikr

'Dans le cas ol V ne serait pas central, il faudrait résoudre un systeme d’équations ol sont couplées
les ondes partielles de ¢ différent
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L’équation (C.13) peut étre interprétée de la facon suivante : on a au départ la méme onde
entrante que dans le cas d’une particule libre. Cette onde est perturbée et réfléchie par le
potentiel V (r), et se transforme en onde sortante, déphasée de 21, par rapport au cas de la
particule libre. Ce déphasage résume 1’effet de du potentiel due une particule de moment

cinétique /. On définit I’élément de matrice de diffusion .7 de la facon suivante” :
Fy(k) = 2 (C.14)

On peut I’exprimer en fonction de I’élément matrice de réactance K :

ik,

S —
T

(C.15)

Dans le cas ¢ = 0, on montre que No(k)/k admet une limite quand & tend vers 0, ce qui

permet de définir la longueur de diffusion a.

(k)
lim ———— = C.16
kl—r>r(1) k “ ( )
L’équation (C.11) s’écrit alors
uk—0,0(r) =k(r—a) (C.17)

C.4 Ondes stationnaires dans le potentiel V

On vérifie que la fonction d’onde suivante est bien une onde stationnaire pour le
potentiel central V, c’est a dire qu’elle vérifie (C.2) ([89],XIX-P, exercice 4), ol uy ¢ est
défini par (C.8), et les conditions aux limites u; ¢(0) =0 et (C.11):

ATy

Vk(r) = o MY} (B, @) Yo (6, @ Jug o (r) (C.18)
lm

2 Alternativement, on définit souvent la matrice de diffusion a partir de la limite de 1’opérateur d’évolu-
tion U (t — —eo,t — —oo) (voir par exemple [89] XIX-30). L’équivalence des deux définitions est délicate
a démontrer (voir par exemple [115])
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Pour cela, on utilise I’équation (C.13) et la relation suivante :
M = 1 4 2ie™ sin (1) (C.19)

On regroupe dans (C.18) les termes indépendants des 1y :

4m [ iNpyk
Illk(r) - ﬁ lee me,m(eka (Pk)YZ,m(eh (Pr)
lm
—ikr+ilm/2 __ ikr—ilm/2 ikrq ]
x| € ¢ & it Meging, | (C.20)
2ikr r k

En utilisant (C.3), on voit que (C.18) s’écrit asymptotiquement (C.2), avec 1I’ampli-

tude de diffusion suivante :
AT o g Mg o
fic(6r, 1) = <= Y 'Y (6, 0) Y1 (6, @)™ siny (C.21)
{m

C.5 Section efficace de diffusion

En intégrant | fi (6,, @,)|> de I’équation (C.21) sur les variables angulaires, on obtient

la section efficace de diffusion ¢ (chapitre VIII, formule C-58, cd [151]) :
_4n ’ .9
c= ﬁ;(z +1)sin®ny (C.22)
L’équation (C.22) s’écrit aussi d’apres (C.14) et (C.19) :

T
a:ﬁ;(zeﬂ)u—ygﬁ (C.23)
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C.6 Taux de collision élastique

Le taux de collision élastique K est donné par (ov), o v = hk/u est I’énergie ciné-

tique de la particule et les crochets désignent le moyennage sur les énergies de collision :

wh
K:<EZ(2€+1)|1—5@|2> (C.24)

1

C.7 Collision entre bosons indiscernables

Dans le cas d’une collision entre deux bosons indiscernables, la fonction d’onde

(C.18) doit étre symétrisée. On montre que (voir par exemple [115] ou [184]) :

27
K= <kl Y 20+ —5@\2> (C.25)

{ pair
C.8 Collision avec absorption

Dans I’équation (C.13), on a vu que I’effet du potentiel se traduit par le fait que ’onde
partielle sortante est multipliée par un facteur ., = ¢ de module un. L’amplitude de
I’onde entrante est égale a 1’amplitude de I’onde sortante, et il y a conservation de
la probabilité. On veut maintenant prendre en compte la possibilité qu’au cours de la
collision des particules soient créees ou annihilées, comme c’est la cas au cours d’une
collision Penning. Ceci peut tre modélisé par un déphasage 1, complexe, de telle sorte
que |.#7| < 1. Les équations (C.24) et (C.25) donnant le taux de collision élastique restent
valables. Le taux d’absorption K, est relié a la perte d unitarité de la matrice . ([151],

complément Bypp). On a alors pour une collision entre particules discernables :

Th
Kaps = <m;(2£+ 1)(1 - ‘55’2)> (C.26)
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et pour des bosons inndiscernables

Kaps = <2kih Z (2€+1)<1_|S€|2)> (C.27)

{ pair
C.9 Fonction de Green

Les résultats de ce paragraphe sont basés sur la référence [185]. On cherche a ré-
soudre un probléme de collision analogue a (C.1) pour la diffusion par un potentiel
central V, mais en présence d’une perturbation notée V (r){(r).

h* nk2 -
{_EA+ V(r)— ﬁ} Yk (r) =V (r)¥(r) (C.28)

Si on connait une solution G(r,r’) du probléme suivant, ot 53 désigne la fonction &
de Dirac en dimension 3 :

{ n* n*k?

N 30
_ﬂAﬁ_v(r)_—] G(r,r')=86"(r'—r) (C.29)

alors, la solution de (C.28) s’écrit :
Wi (r) = / G(r,r' )V () ¥ (r')dr (C.30)

Remarquons que pour que le probleme (C.28) soit completement spécifié, il faut imposer
des conditions aux limites pour ¥y dont dépendra G(r,r’).
Nous allons maintenant chercher a résoudre (C.29). Développons G(r,r’) sur les

harmoniques sphériques :

G0 man (1,7’ \
G(r,r') = Z : Jn,m/( )ygjm(er,(pr)Yg,’m,(O,/,(pr,) (C.31)
L0 mm! rr
G0 ma (7).,
- Z Z 77m,,,’:.1/( )YE’,m’<9r’7(Pr’) Yﬁ,m(era(Pr) (C.32)
[’m g/’ml

La fonction §° peut aussi étre développée sur les harmoniques sphériques (VI.D.c.f3 et
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appendice 1.4 dans [151]) :

53(1‘—1'/) = MZY&m(Gr,(pr)YZm(Gr/,(prr) (C.33)

/
rr o

En observant I’action suivante du Laplacien A, o u(r) est une fonction d’onde radiale,

Ar |:£:)Y€7m(9r7 (Pr)]

r or? r?

_ Yo (6r. 9r) {az e+ 1)} u()

on injecte (C.33) et (C.32) dans (C.29), puis on identifie les termes se décomposant sur

I’harmonique sphérique Yy ,,(6,, ¢;) :

Z g@,@’,m,m’(”a r/)YZ’:m’(GrU (pr’) = 6(1’— FI)YZm(Gr, (Pr)

oo

n* 92 R0+ 1) KK
———2+V(r)+ ( 3 )—
2u dr 2ur 2u
(C.34)
On remarque que ¥ ¢/ , v est indépendant de ¢/, m et m’ ce qui est une conséquence du

caractere central du potentiel V. En utilisant I’ orthogonalité des harmoniques sphériques,

on peut écrire (C.32) sous la forme :

G (r,r .
Z( / )Yé,m(ery(Pr)YE,m(er’v(Pr’) (C35)

G(r,r')=)

tm 1T

ol % (r,r') est solution de I’équation de Schrodinger radiale :

n? 92 RPO0+1)  RK?
LA S e Y
2 dr? 2ur? 2U

G(r,r)y=8(r—7) (C.36)

Soit py(r) et g¢(r) deux solutions de I’équation (C.36) sans second membre spécifiées
respectivement par une condition aux limites en r — 0 et en r — oo, et 0y un nombre.
On définit la fonction de Heavside 6 (x) par 8(x >0) =1, 0(x <0)=0et 6(0) = 1/2.
Nous allons prouver que la fonction suivante est solution de (C.36) pour un certain oy

que nous allons spécifier :

G (r,”") = ou(p(r)qg(¥)O(¥ —r)+q(r)p(r)O(r—7")) (C.37)
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On injecte (C.37) dans (C.36), on utilise le fait que 8’ (x) = 6(x), 6(x) = 6(—x), 6'(—x) =

—6'(x) et que p(r) et g(r) sont solutions de I’équation (C.36) sans second membre :

(2201t + 0ol + 2 ) 30
+(g(Np(r) = p(r)g(r)) §'(r—r)=0 (C.38)

On utilise les propriétés suivantes de la fonction 6 et de sa dérivée &', pour une fonction
prop p

u(r):
u(r)d(r—r)=u(¥)6(r—7")

u(r)d'(r—r")=—u(¥)(r—7)+u(r')8'(r—7r)

On obtient donc :

(=P a0+t 25 ) 800 =) =0

Ceci impose que le facteur de 6(r —r’) est nul. On définit le wronskien w, de py(r) et
q¢(r), dont on sait qu’il est indépendant de r puisque p et ¢ sont solutions de la méme

équation différentielle (voir [89]) :

we(r) =wg = py(r)qe(r) — qy(r)pe(r) (C.39)

Avec cette notation, on a alors :

2
Oy = _2_[.L
Awy
En utilisant (C.37) et (C.35), on a donc :
2 pe(ra)qe(rs) .,
Gorr)=-LYy wmm,wﬂ, 0)Y0n(6r, ;) (C.40)
h om Wyrr

Nous retrouvons a présent la solution de 1’exercice 4(ii) du chapitre XIX de [89]. On
envisage tout d’abord le cas ou I’on impose que la fonction d’onde (C.30) ait un com-

portement d’onde sortante pour r — oo et soit réguliere en r — 0. On impose alors les
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conditions aux limites py(r — 0) = 0 et g;(r — o0) = exp(ikr — ¢z /2). On sait alors que
I’on peut définir 1y tel que py(r — oo) o< sin(kr — €7 /2 4 1ny). On calcule le wronskien

de p et g en utilisant leur forme asymptotique :

wi = wi(r — o) = ke /2 (cos(kr — €1 /2 + ny) — isin(kr — £7/2+ 1))
= ke M (C.41)
On a alors :

ine
G(r,r) = 2 y < W(k),qg(“) Y (6, 0)Y0(61,9) (C.42)

Avec k = kr/r, le comportement de G pour r — oo peut s’exprimer en fonction de I’onde

stationnaire sortante (C.18) :

2“ eikr

Gl =

Y () (C.43)

On remarue que I’expression trouvée dans 1’exercice 4(i1) du chapitre XIX de [89] com-

porte donc une erreur.

C.10 Collisions complexes

On envisage le cas ou I’état interne des particules est susceptible d’&tre modifié par
la collision. On note a;—; ., une base des états internes du systeme constitué par les
deux particules. L’interaction entre les deux atomes n’est pas supposée isotrope, et est

susceptible de coupler différentes ondes partielles de collision. L’interaction est spécifiée

£14 a '76 S N , . .
par des éléments Va‘f (]";n, ’(r) que I’on suppose & décroissance rapide :
(RRd Ribhd ]
2y a7 Ly my
r Vai,éi,mi (r) 0

y—o0

On appelle voie de collision la donnée de a,¢,my. On note E;—; , I'énergie de I’état

€lectronique a;. Parmi les €tats a;, on distingue ceux qui ont une énergie inférieure
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a I’énergie cinétique initiale E = h’k> /2. Les produits de la collision ne pourront étre
que dans ces états électroniques auxquels sont associés des voies dites ouvertes. Les
autres voies sont dites fermées.

Les fonctions d’onde qui décrivent le systeme ont des composantes selon les diffé-
rents états €lectroniques a;. On veut généraliser les définitions précédentes, et on com-

mence par définir le développement de la fonction d’onde :

uk7 A7/€7 (r)
Yea () = =267, 9,) (C.44)
On note V(r) la matrice de composantes V, o 0 {n:"f (r), 1, la matrice identité d’ordre n,

2€(€+1)
2ur?

uk,aj’g’m(r) qui sont une solution des équations de Schrodinger radiales couplées

Ve(r) la matrice diagonale de composantes , ur(r) un vecteur de composantes

W od? RK?
[(_ﬂﬁ y )]1 FVe(r) + V()| 1 (r) = () (C43)

f’fd

l7 i

avec pour condition aux limites uy 4 ¢ m, (0) = 0. On définit les composantes K o
la matrice de réactance K de de telle sorte que les composantes d’une solutlon Uk ;. 0;m;

selon les canaux ouverts s’écrivent asymptoptiquement :
. aglpm
ey tym; (1 — 22) = Je (ki) Sayay 80,0, Omimy + K, o ' mo(kpr) (C.46)

et comme des exponentielles décroissantes selon les canaux fermés. On définit de méme

les composantes .7, " o0 fn 7 de 1a matrice de diffusion .7 :

lem
hy(kir) Sar.a ;84,0 Oy, + 7y b 1 (k)
uk,ai,&,mi@ — 00) = ! ! 21f i : (C47)

On peut montrer que :

S = (1 +iK)(1 —iK)™! (C.48)
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En I’absence d’absorption, la matrice de diffusion est unitaire, ce qui s’écrit

Y S — g (C.49)

ai,li,m;
aglymyg
Les taux de collision élastique K,;, inélastique Kj,,,; et d’absorption K, pour des bosons

indiscernables préparés dans 1’état a; avec 1’énergie cinétique /i%k> /2 s’écrivent :

2h gy gl (€50)

el k
H Lipairmi=—L; Ly,my

2nwh Li
Kna="2 Y Y X A (C:51)

[.L Cipairmi=—{; apFa;,Lymys

)y i Y (L[S (C.52)

k‘LL Lipairmi=—L;ias lrmg

2mh

abs

C.11 Normalisation de fonctions d’ondes de continuum

L’ensemble des résultats de ce paragraphe est extrait de et [59, 117]. Nous cherchons
un ensemble orthonormé de fonctions d’ondes yg avec E > 0 qui sont des solutions

physiques de I’équation de Schrodinger radiale :

2

h
~ v+ (V0

0(l+1)

2#7‘2 ) IVE(I‘) = El[/E(r) (C53)

Celles-ci vérifient avec k = /2uE /i?, et A (k) un facteur de normalisation que nous

voulons déterminer :

Velr—0) = 0 €34
Ye(r—o) = A (k)sin(kr+mn(k)—{r/2) (C.55)



167

On cherche un ensemble orthonormé, c’est a dire que :

(Wglyg) =8(E—E) (C.56)

soit, sous forme d’une intégrale :

0 2 -
/0 W ()W (r)dr = h—‘z‘é(k2 e (C.57)

On note yg(r) la solution de (C.53) avec (C.54) et avec (C.55) avec .4 (k) = 1. L’équa-

tion (C.57) s’écrit alors :
C RN By (rys(rdr = P8 — i@ C.58
O e(ryp(r)dr =5 3R ~i2) ©58)
D’apres le théoreme de wronskien [89], et en utilisant (C.54) :

@ =12) [ ye(ry(rdr = w(re,yp) (<) (€59)
avec le wronskien w(yg,yz)(r) :

d d
w(ye,yg)(r) = yE (d—ryE) - <E)’E) Vi (C.60)

En utilisant dans I’expression de w(yg, y%)(e0) les identités sin(a) cos(b) = 1/2(sin(a +
b)+sin(a—b)) , lim, .sin(kr) /r = n8(k), et le fait que 8 (k + k) = O puisque k > 0 et
k > 0, on obtient & partir de (C.59) :

| vepar =2k (C61)

En utilisant le fait que &(k — k) = 2k& (k> — k%), on obtient a partir de (C.55) et (C.57)
que |4 (k)|*> = 2u/mh?k, soit :

Wi (r — 00) = | 2 Sin (kr + (k) — (2/2) (C.62)
nhek
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C.12 Equivalence entre deux expressions de la fonction de Green

Nous étudions ici I’équation de Schrodinger radiale (C.53), et nous montrons expli-
citement que la forme (C.37) du propagateur de cette équation contient la contribution
d’états liés du potentiel. Nous faisons le calcul complet dans le cas du pseudo-potentiel
pour une longueur de diffusion positive. Nous indiquons ensuite comment généraliser
ce résultat pour un potentiel central quelconque admettant des états liés. Une démons-
tration rigoureuse peut étre construite a partir des indications de 1I’annexe de [113], ainsi

que [115].

C.12.1 Exemple du pseudo-potentiel

Nous étudions ici le cas du pseudo-potentiel de longueur de diffusion a [186] pour

lequel les états de diffusion de vecteur d’onde k s’écrivent :

) ka eikr
_ kr
Yi(r) = e 1+ ika kr

(C.63)

L’amplitude de diffusion (a/1 + ika) est isotrope, et le pseudo-potentiel ne produit un
déphasage que dans I’onde 5. On s’intéresse a la composante radiale y;(r) de la fonction

d’onde correspondant a I’harmonique sphérique s. D’apres la decomposition (C.6), on

a:
. ka ikr
Yi(r) = sinkr — ¥ ika (C.64)
En définissant . (k) = (1 —ika) /(1 +ika),on a :
. 1 ikr —ikr
vilr) = —5; <—§’(k)e +e ) (C.65)

En utilisant la normalisation en énergie du paragraphe précédent, on a :

_ 2_“1 _ ikr —ikr
i (r) = ,/ﬂh2k2i< S (k)™ 47 (C.66)

On sait que pour a > 0, le pseudo-potentiel admet un état 1ié d’énergie de liaison
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—h? / 2,ua2, et de fonction d’onde radiale v, :

2
Viie(r) = \/ge"/ “ (C.67)

Le projecteur sur les états de diffusion s’écrit

/O ) (el dE (C.68)

Nous nous intéressons aux éléments de matrice de (C.68) entre deux états de position
bien définie |r) et |/). En utilisant le fait que |.#(k)|?, on montre que 1’élément de

matrice du projecteur sur 1’état de diffusion de vecteur d’onde k s’écrit :

* 2“ 1 ik(r—r —ik(r—r ik(r+r —ik(r+r
WE(I’)WE<7’I) :_%Z (6 ( )+€ ( )—Y(k)e (+ )—Y(k)e (+ )>
(C.69)

En remarquant que (C.69) est une fonction paire de k, on obtient pour (C.68)

> neae LTy k(1)
/0 Ye(r)ye(r')dE = 47r/oo (e +e )dk+

1 “ . ik(r+v) _ oo* —ik(r+r")
- / w( (ke 7 (k)e )dk (C.70)
En utilisant I’identité :
5(r—ro) = / g (C.71)
27 ) o )

on s’apercoit que la premiere intégrale du membre de droite de (C.70) correspond a I’ é1é-
ment de matrice de I’identité § (r — ). La deuxiéme intégrale contient deux éléments : le
premier peut étre intégré en utilisant le théoreme des résidus sur un contour passant par
le demi-plan complexe supérieur, et le deuxieme en utilisant un contour passant passant
par le demi-plan complexe inférieur (r et ' sont des quantités positives). En remarquant

que .7 (k) aun pdle en k = —i/a, et . (k)* en k = i/a, on obtient dans le cas ot a > 0 :

/0 Ty (YE(F) dE = 8(r— 1) — %e_(r”/)/“ (C.72)
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Le deuxieme terme du membre de droite de a n’est autre que 1’élément de matrice du
projecteur sur 1’état lié (C.67). Nous avons donc retrouvé la relation de fermeture. Ce
calcul illustre le fait que I’amplitude de diffusion contient une information sur 1’état lié.
Nous avons extrait explicitement de (C.68) le projecteur sur I’état 1ié (C.67).

Nous en venons a présent au propagateur. On définit I’opérateur résolvante G(z) =
(z—H)™', dont les éléments de matrice sur la base des états de position bien définie

correspond au propagateur [89]. En utilisant la relation de fermeture, on a :

o0 ' ’ . .
0 z—E z—h*/2ua?
L’ élément de matrice (r/|G(E +i€)|r) pour € — 0" est le propagateur 4, (r,r') :
oo / *, / i k(!
gﬁ—(n I"/) _ VE (r)l,/E (I" )dE/ Y e(r)l’/lle‘(r) (C.74)

o E—E'+tic E—1/2ua®+ie

Nous nous intéressons au premier terme de (C.74). On note g = {/2uUE’/ W et k =

\/2UE /1*

=y vp) 1 /+oo (=) 4 =) _ (g)l+) _ % ()= ialr+)
o E—E+ie 47 )-w k2 —q? +ie
(C.75)

On utilise le théoréme des résidus pour calculer I’intégrale (C.75). Si r—r > 0 (resp
r—r' <0), on utilise pour intégrer le terme en exp(ig(r —r’)) un contour englobant le
demi-plan complexe supérieur (resp inférieur) ou se trouve un pdle en g = k 4 i€ (resp
k = q—i€), et pour intégrer le terme exp(—ig(r —r’)) un contour englobant le demi-plan
complexe inférieur (resp supérieur) ou se trouve en pole en g = k — i€ (resp g = k+ i€).
Pour intégrer le terme en exp(ig(r+ ")) (resp exp(—ig(r+7))), on utilise un contour
englobant le demi-plan complexe supérieur qui contient un pdle en ¢ = k + i€ et en

q=1i/a (resp en ¢ =k —i€ et g = —i/a). Les pdles en ¢ = +i/a viennent de .¥(q) et

dq
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*(g). On trouve finalement en notant r~ et r— le plus grand et le plus petit de r et /' :

teo wp (r)yi (1) gk — 2H
e K= 5o
0 E'—FE+ie ik

L)k | Wiie) (Wiie| C76
V() W = (€10

En remplacant (C.76) dans (C.74), les termes contenant y};, s’éliminent, et on a :

o) )
G (rr) = hT‘lj(l//E(r<)Y(k)e’kr> (C.77)

En remarquant que Wz (r) et ¢/*" sont solutions de I’équation de Schrodinger radiale pour
le pseudo-potentiel régulieres a respectivement a gauche (r = rg ou r = 0 selon le cas) et

a droite (r = +o0), et que k/.7 (k) est leur wronskien, on a bien la forme attendue (C.37).

C.12.2 Cas d’un potentiel central

Nous généralisons I’étude précédente dans le cas d’un potentiel V central qui admet
n+ 1 états vibrationnels v = 0..n d’énergie de liaison —E, = —h? k2 /2u et de fonction
d’onde y;. Nous nous restreignons au cas de de 1’onde partielle ¢/ = 0, le résultat se
généralisant facilement. L’expression du propagateur a partir de 1’opérateur résolvante

et de la relation de fermeture donne :

oo Wi (r) Wi vy ()
Gt (rr) = —E C.78
E(nr) o E—-E'+ ZE h2K2/2u+zs (€78
Nous nous intéressons au premier terme de (C.78). On note g = {/2uUE’/ W et k =
\/21E /H*. On note hg(r) 1a solution de I’équation de I’équation de Schrodinger radiale

ayant un comportement asymptotique en exp (igr). Le premier terme de (C.78) s’écrit

alors en fonction du prolongement analytique . (g) de la matrice de diffusion :

ooy (r) )y (r) JE - 2 /+°° hy(r)hy(r') — & (q)hg(r)h™ ,(r') + h.c

= d C.79
o E—E'+ie ar J_ k2 — g% +ie ¢ (€7)

Nous voulons comme dans le paragraphe précédent utiliser le théoreme des résidus. Il

faut donc notamment identifier les pdles de .¥’(¢) ou ¢ appartient au plan complexe.
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Rappelons que pour g > 0, la matrice de diffusion .#(q) est définie par le comporte-
ment asymptotique de la solution physique de I’équation de Schrodinger radiale v, qui

s’annule en O :

Yo(r — o) o< e — 7 (q)e

Nous généralisons cette définition a un g complexe. Si la matrice de diffusion .(gq)

admet un pole en g, alors :

Yoo (r — ) o< 7 (go) '™

Cette relation ne peut étre vérifiée que pour go imaginaire pur, dans le plan complexe
supérieur. La fonction d’onde y,, est alors asymptotiquement une exponentielle dé-
croissante, et correspond donc a un état lié. L’évaluation de la contribution des états
du continuum de (C.78) va donc faire apparaitre des résidus pour qui compensent la

contribution des états liés, de la méme maniere que dans le cas du pseudo-potentiel.



ANNEXE D

LISTE DE PUBLICATIONS

— Photoassociation Spectroscopy of Ultracold Metastable Helium Atoms : Numeri-
cal Analysis. M. Leduc, M. Portier, J. Léeonard, M. Walhout, F. Masnou-Seeuws,
K. Willner, A. Mosk, Laser Spectroscopy XVI, Proceedings of the XVI Internatio-
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— Frequency shifts of photoassociative spectra of ultracold metastable Helium atoms :
a new measurement of the s-wave scattering length. J.Kim, S.Moal, M.Portier,
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— Accurate determination of the scattering length of metastable Helium atoms using
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(2006)

— Analysis of light-induced frequency shifts in the photoassociation of ultracold me-
tastable helium atoms. M. Portier, S. Moal, J. Kim, M. Leduc, C. Cohen-Tannoudji
and O. Dulieu J. Phys. B 39 S881 (2006)

— Lifetime of weakly-bound dimers of ultracold metastable helium studied by pho-
toassociation. S.Moal, M.Portier, N.Zahzam, M.Leduc, Phys. Rev. A 75, 033415
(2007)

— Novel atom trap for optimized loading of a condensate into a 3D optical lattice.
Ch. Buggle, M. Portier, N. Zahzam, J. Dugué, M. Leduc, prochainement soumis a
Rev. Sci. Instr.

— Photo-mechanical effect in the photoassociation of ultracold metastable helium
atoms. S. Moal, M. Portier, J. Kim, E. Arimondo, M. Leduc, prochainement sou-
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