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RESUME

Dans ce mémoire nous décrivons une expérience de mesure des fluctuations de phase dans des
condensats de Bose-Einstein trés allongés. Les condensats de Bose-Einstein sont habituellement
décrits comme des objets totalement cohérents. Cela est valable dans le cas de condensats peu
anisotropes. En revanche, cela n’est plus exact dans des cas trés anisotropes, en particulier pour
des condensats trés allongés dont les états excités de basse énergie sont 1D, et peuvent donc étre
trés peuplés thermiquement méme & basse température. Cette population d’excitations de faible
énergie résulte en des fluctuations de la phase, et donc en une réduction de la longueur de cohérence
du condensat dans la direction allongée, tandis que son profil de densité n’est pas perturbé. On
parle alors de quasi-condensat.

Pour mesurer les fluctuations de phase, nous utilisons la spectroscopie de Bragg. Cette méthode
donne acceés a la distribution en impulsion des atomes du quasi-condensat, et donc par transformée
de Fourier, & sa fonction de corrélation. On peut ainsi en déduire sa longueur de cohérence. Nos
mesures montrent une distribution en impulsion lorentzienne, dont la largeur augmente avec la
température. Cela signifie que nous observons une perte de cohérence, & mesure que la tempéra-
ture augmente, en accord quantitatif avec les prédictions théoriques. Nous étudions également le
profil de densité des quasi-condensats. Aucune différence avec le cas de condensats cohérents n’a
pu étre mesurée, ce qui confirme 'absence de fluctuations de densité importantes dans les quasi-
condensats.

ABSTRACT

In this thesis, we present an experiment that measures phase fluctuations in very elongated
Bose-Einstein condensates. Bose-Einstein condensates are usually described as fully coherent ob-
jects. This is true for condensates with a moderate anisotropy. It is not correct, however, for very
elongated condensates, whose low energy excited states are 1D, and thus may be strongly ther-
mally populated even at low temperature. The large population of low energy excitations results in
fluctuations of the phase and thus in a reduced coherence length of the condensate along its long
direction, while its density profile is not affected. Such a phase fluctuating condensate is called a
quasi-condensate.

We use Bragg spectroscopy to measure phase fluctuations. This method allows us to mea-
sure the momentum distribution of atoms in the quasi-condensate. The Fourier transform of the
momentum distribution then gives the correlation function whose characteristic decay length is
the coherence length of the quasi-condensate. Our measurements show a lorentzian momentum
distribution, whose width increases with temperature. This is evidence for a loss of coherence as
temperature increases, in quantitative agreement with theoretical predictions. We also study the
density profile of quasi-condensates. No deviation from a true condensate density profile could be
measured, confirming the suppression of density fluctuations in quasi-condensates.

MOTS CLES

Atomes froids - Piégeage magnétique - Condensation de Bose-Einstein - Quasi-condensats - Fluc-
tuations de phase - Distribution en impulsion - Régime 1D - Spectroscopie de Bragg - Transitions
4 2 photons.
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Une étude quantitative de 'influence de la diffusion multiple sur 'efficacité de dépola-
risation serait trés utile. Nous retiendrons simplement ici que pour un nuage optiquement
dense de symétrie sphérique, 'effet global semble étre nul. Notons que cette contrainte n’est
pas trés difficile & réaliser pour un condensat anisotrope, puisque son ellipticité s’inverse
au cours de son expansion (voir section 1.3.2). Il passe donc par une forme sphérique.

Conclusion

Nous avons proposé une méthode d’imagerie par absorption permettant, sous certaines
conditions, de mesurer 1’épaisseur optique absolue d’un nuage d’atomes, sans calibration in-
dépendante. Elle pourrait étre utile, dans la mesure ou les calibrations du nombre d’atomes

par la mesure de la température critique de condensation, proportionnelle a Ntl/ 3

ot » Ou par
/5

la mesure du potentiel chimique d’un condensat, proportionnel & NO2
sensibles, et dépendent de la capacité a bien mesurer 7. ou p.

Cette technique peut s’appliquer lorsque ’on ne connait pas le champ magnétique local,
mais peut également étre intéressante, et d’application plus facile, lorsqu’il est connu. Dans
tous les cas le calcul présenté suppose que I'amplitude du champ est petite, de sorte que
le décalage des niveaux par effet Zeeman est trés petit devant la largeur du niveau excité.
Bien que la méthode telle qu’elle est proposée soit un peu lourde & appliquer (plus qu’elle
ne le semblait a premiére vue), elle est réaliste, et vraisemblablement perfectible.

, ne sont pas trés
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rapidement (ce qui entraine un élargissement de Fourier de leur spectre etc).

L’usage comme sonde d’un des dépolariseurs présente un autre avantage : cela réduit
la sensibilité de la section efficace moyenne des atomes & vis a vis d’un déséquilibre entre
les intensités des lasers.

Pour montrer cela, considérons des dépolariseurs d’intensités I, I et I, (la lettre en
indice représentant la direction de polarisation). La projection de leur champ électrique
sur la base des polarisations propres donnée par les équations (B.11) et (B.12) donne les
intensités résultantes I +, I,— et I;. Les dépolariseurs sont allumés par intermittence. De
plus, nous choisissons comme sonde le laser polarisé selon Ox. On peut alors définir une
section efficace d’absorption moyenne vis-a-vis du faisceau sonde, @, qui s’écrit :

o= ? (Nl I(Z;z + NQIIL; + N3I(}xx) , (B.13)
ott Iv, = I,-, = I(sin®?$ + cos®pcos?h)/2 et I, = I,cos®psin?@ viennent de la
décomposition du seul champ FE, sur les polarisations propres, et les populations sont
données par les équations (B.6) a (B.8).

Pour I, = I, = I, on a N; = 1/3 et, par conséquent, ¢ = 0¢/9. Mais prenons par
exemple le cas d’un petit déséquilibre d’intensité des faisceaux, tel que I, = Iy + dI et
1, = I, = Iy. Alors la section efficace moyenne d’absorption du lasers sonde dépend a priori
de la direction du champ magnétique, ce que l'on exprime par @ = &(6, ¢). Pour estimer
la dépendance de la section efficace moyenne vis & vis de dI/Iy, on peut calculer I’écart
maximum de 7(6, ¢) & 0¢/9 en fonction de dI/Iy. On trouve que I'écart entre 7 (6, ¢) et
00/9 est maximum pour (6 = 7/2,¢ =0 (7)), ce qui donne :

E(%vo)*Uo/g ~1 gﬁ

~ . B.14
70/9 3 1o (B-14)

Sachant qu’il n’est pas difficile d’égaliser des intensités de lasers a mieux que 10 %, I’erreur
sur la section efficace moyenne due au déséquilibre des intensités des dépolariseurs peut
raisonnablement étre réduite & moins de 5 %.

Probléme de la diffusion multiple

La diffusion multiple est un probléme important du pompage optique dans un milieu
optiquement dense [76]. Les atomes absorbent des photons émis spontanément par leurs
voisins. Ces photons n’ont pas, a priori, la polarisation correcte pour le pompage. Pour la
répartition des atomes dans tous les sous-niveaux de F' = 1 selon le schéma que nous discu-
tons, les contraintes ne sont pas les mémes que pour du pompage optique dont I'objectif est
de transférer tous les atomes dans un méme sous-niveau. En effet, les atomes émettant &
proportions égales des photons de polarisation o™, ¢~ et 7, ces photons seront réabsorbés
en quantités égales dans un nuage de symétrie sphérique. La dépolarisation ne semble donc
pas affectée globalement dans ce cas. Elle peut I’étre localement, mais nous n’entrerons pas
dans ce degré de complexité. Dans un nuage qui n’a pas la symétrie sphérique, la réabsorp-
tion déséquilibre la dépolarisation, puisque ’absence de symétrie introduit une corrélation
entre direction de propagation du photon réémis et probabilité de réabsorption, et donc
entre la polarisation, qui est orthogonale & la direction de propagation, et la probabilité de
réabsorption.
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moyenne échangé par atome. On voit que 0.5 photon échangé par atome par impulsion suffit
a entrainer une oscillation de N7 d’environ 30 % créte a créte, due a la relaxation partielle
des populations a chaque impulsion laser. Pour minimiser cette oscillation a intensité égale,
il faut alterner les lasers plus rapidement. Les impulsions pour la courbe en trait continu
sont de 0.54 us, ou 0.05 photon échangé. L’amplitude d’oscillation de Ny résiduelle est alors
environ 10 fois plus faible.

Au total le nombre de photons échangés par atome est de 'ordre de 15 pour équilibrer
les 3 population a environ 3 % prés. Pour ces deux cas, la population de Nj oscille autour
d’une exponentielle décroissante, dont la constante de temps est donnée par 7 = 37, ou
7 est le temps d’amortissement des populations dans les équations (B.4) et (B.5). Cette
différence d’un facteur trois est justifiée par le fait que le taux de diffusion moyen par
atome est trois fois plus faible dans le cas ou les 3 lasers sont alternés.

La courbe en tirets montre le méme calcul mais dans le cas idéal, avec tous les la-
sers présents en méme temps sans interférences, pour une méme intensité dans chaque
polarisation. La constante de temps de dépolarisation est alors donnée par 7.

En pratique, pour un champ magnétique quelconque, l'alternance des lasers n’est pas
directement une alternance des polarisations (chaque laser contenant plusieurs polarisa-
tions propres), mais le résultat ne doit pas changer, que ce soit en terme de temps de
dépolarisation et de nombre de photons échangés nécessaire. Ce sont les caractéristiques
précises des oscillations des populations liées & I'alternance des lasers qui sera affectée, mais
non le temps de relaxation des populations.

Cette technique pour annuler les termes croisés des équations (B.11) et (B.12) ne pose
pas de probléme de réalisation, mais nécessite un interrupteur rapide sur chaque faisceau
comme par exemple un modulateur acousto-optique.

Deuxiéme cas pratique : champ magnétique connu

Cette méthode d’imagerie pourrait également étre utile dans une situation ot le champ
magnétique est connu. En effet, dans le cas d’un nuage d’atomes optiquement dense, le
pompage optique vers un sous-niveau choisi, avant d’en prendre l'image par absorption,
n’est pas trés efficace du fait des diffusions multiples. La dépolarisation pourrait donc
le remplacer avantageusement, si I’on veut connaitre la section efficace d’absorption des
atomes du nuage a priori. Nous discutons qualitativement dans la suite l'effet des diffusions
multiples sur efficacité de la dépolarisation.

La connaissance de la direction du champ magnétique simplifie notablement 1’égale
répartition des atomes dans les sous-niveaux fondamentaux, car en choisissant 8 = 0 on
annule les termes croisés des équations (B.11) et (B.12) sans avoir a alterner les faisceaux
lasers.

Choix du faisceau sonde

Afin de ne pas perturber les populations IV;, le plus simple est d’utiliser I'un des fais-
ceaux de dépolarisation comme sonde, et d’acquérir 'image, tout en continuant les cycles
de dépolarisation. Ajouter un laser sonde indépendant ne semble pas facile, car son inten-
sité doit étre tres faible devant celle des dépolariseurs, qui doit elle méme étre faible, dans
le cas ou le champ magnétique est inconnu, pour ne pas avoir & commuter les lasers trop
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On trouve donc effectivement que pour des champs de méme amplitude Ej, mais présents
un par un en alternance, de sorte que les termes croisés E;F; soient nuls si ¢ # j, on a
|E,+|? = |E,-|? = |Ex|?> = |Eo|? pour tout couple (0, ¢), et donc I+ = I,- = I,. Ce
résultat est en fait classique : lorsque la matrice {E;E;} est diagonale et proportionnelle &
la matrice identité dans la base définie par les polarisations des lasers, elle est invariante
dans toute rotation de cette base.

Notons que si § = 0(7), les termes croisés sont toujours nuls. Il n’est alors pas nécessaire
d’allumer les lasers alternativement.

Nous allons voir & présent dans quelle mesure alternance des faisceaux modifie la
dynamique de la dépolarisation décrite par les équations (B.4) et (B.5).

Premier cas pratique : champ magnétique inconnu

Pour annuler les termes croisés dans l'expression des champs oF et 7, on dispose d’au
moins une solution, déja évoquée. Il s’agit de n’éclairer les atomes qu’avec un laser a la fois,
et d’alterner rapidement les faisceaux. De cette facon, les termes croisés sont strictement
nuls. Cependant, chaque impulsion d’un laser doit correspondre & beaucoup moins de 1
photon échangé par atome en moyenne. Ainsi les populations des sous-niveaux n’atteignent
pas I’équilibre pour chaque impulsion laser mais pour ’éclairement moyen, résultant de la
permutation des lasers. La F1G. B.3 montre I’évolution de Ni, la population de 1’état
mp = —1, pour une dépolarisation alternant les polarisations ¥, ¢~ et m, pour deux

constantes de temps d’alternance. Les intensités des lasers sont 0.015I5; pour les deux
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Fia. B.3: Calcul numérique de l’évolution de la population Ny de l’état initial des atomes piégés
(mp = —1), pour différentes séquences de dépolarisation. Pour toutes courbes, I,+ = I,- =
I, = 0.015I5,. (Tirets) cas idéal, tous les lasers dépolarsient simultanément. (Ligne continue)
les polarisations alternent toutes les 0.54 us (0.05 photon échangé par atome en moyenne par
impulsion de chaque polarisation). (Pointillés) idem mais avec un temps d’alternance de 5.4 s
(0.5 photon échangé en moyenne). La courbe horizontale Ny = 1/3 est la limite pour un temps
infini de dépolarisation. Pour égaliser les populations dans les sous niveaux fondamentauzr ¢ mieux
que 3% prés (moyenne sur une permutation des polarisations), 15 photons échangés par atome
sont nécessaires.

courbes. La courbe en pointillé correspond & des impulsions de 5.4 us soit 0.5 photon en
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Fia. B.2: Configuration des lasers et du champ magnétique. On dispose trois lasers de fagon a
avoir trois champs électriques de polarisations orthogonales deux d deuz, définissant le triedre
(Ox,0y,0z). Leurs vecteurs d’onde sont indiqués par k; et n’ont pas d’importance particuliére.

Le champ magnétique B de direction définie par (0,9) est représenté en pointillés, et son repére
associé (OX,0Y,0Z) en gris.

En projetant le champ électrique sur cette base, on obtient finalement :

2% |E,+|? = E*(sin? ¢+ cos® 6 cos® ¢) (B.11)
—1—EZ((:OS2 ¢ + cos? Osin? p)
+E?sin? 0
—2E,E, sin? 0 cos ¢ sin ¢
—2F,E, cos0sin 6 cos ¢
—2E,E; cos 0 sin fsin ¢,

et

|E;|> = EZ2sin?fcos®¢ (B.12)
—i—E; sin? 0 sin? ¢
+E?cos® 0
+2E,.E, sin? 6 cos ¢ sin ¢
+2FE.E, cosfsinf cos ¢
+2E,E; cos 0 sin 0 sin ¢.
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N3(0) =0 et pour I+ = [,— = I est :

Ni(t) = % (1 + 2e*t/f) (B.4)
Nos(t) — % (1), (B.5)

avec le temps d’amortissement des population égal & I'inverse du taux de diffusion, soit
3

T= m% Et la solution stationnaire pour des intensités quelconques est donnée par :
I I
N,y = o T B.6
! J Y S R (B.6)
I.+I,-
N, — g g B.7
2 Il + 1, Ip+ 141 - (B.7)
I+
Ny = ot m (B.8)

IU+I7I' + Io-*Iﬂ + IO'+IO-7 '

On retrouve bien que N; = 1/3 lorsque les intensités de chaque polarisation sont égales. 11
faut donc trouver une configuration de lasers de dépolarisation telle que quel que soit le
champ magnétique, on ait I+ = I,- = I.

Configuration des lasers de dépolarisation

La somme de trois champs de polarisations linéaires, d’égales intensités, permet d’ob-
tenir I+ = I,- = I quelle que soit la direction du champ magnétique, moyennant deux
conditions : polarisations deux & deux orthogonales, et un seul champ éclairant les atomes
a la fois. Pour montrer cela, considérons trois lasers polarisés selon 3 directions ortho-
gonales Oz, Oy et Oz. Les champs électriques correspondant sont notés E, U, I, U, et
FE, ii,. L’axe de quantification pour les niveaux atomiques est ’axe du champ magnétique
résiduel B , de direction quelconque définie par les angles (6, ¢) en coordonnées sphériques
(voir F1G. B.2). On construit un second triedre direct (#iy,dy,dz), tel que B = Biiy, et
qui se projette sur (i, Uy, U,) ainsi :

—sin ¢ —cosfcos ¢ sin @ cos ¢
Ux = cos ¢ Uy = | —cosfsing iz = | sinfsing (B.9)
0 sin 6 cos 6

Comme @+ = (dx £idy)/V2 et @, = iz, les vecteurs propres de polarisation s’écrivent
o ) prop p )
dans la base (i, Uy, U.),

—sin ¢ F i cos A cos ¢ sin 6 cos ¢
Uyt = % cos ¢ F icosfsin g iUy = | sinfsin¢g |. (B.10)
+isinf cos 6
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F

! -1 1

FiG. B.1: Coefficients de Clebsch-Gordan des transitions entre les états [58,)5 F' = 1mp =0,%1)
et |5P3/2FI = 0>

notre expérience, mais la densité optique des condensats et des nuages d’atomes juste au
dessus du seuil de condensation est assez grande pour que cela ne soit pas rédhibitoire.
Toute la difficulté est donc de répartir uniformément les atomes dans ces sous-niveaux,
avant et pendant I'absorption du laser sonde, sachant que le nuage est initialement dans
I’état mp = —1. C’est ce que nous appelons la “dépolarisation optique”.

Dépolarisation optique

Calculons tout d’abord I’état stationnaire d’'un ensemble de Niy; atomes soumis & un
champ laser contenant les polarisations 0% et 7, dont nous notons les intensités asso-
ciées I,+ .. Ces intensités sont supposées tres faibles devant l'intensité de saturation. En
négligeant les cohérences (les sous-niveaux sont couplés par émission spontanée), et en
éliminant adiabatiquement la population du niveau excité, les équations dynamiques pour
les populations s’écrivent :

dN;y T 2Nil,+ 1Nolp 1Nsl, - (B.1)
dt N 2 3 3Isat 3 3Isat 3 3lsat -
dN, T 2Nol, 1NjI,+ 1N3l, - (B.2)
dt 2\ 33Lu 3 3Lat 3 3lsu '
dN: r 2Nsl,- 1Nl 1 NoI
evs _ 1 3 el M Ml (B.3)
dt 2\ 3 3L 3 3lsat 3 3lsat

ou Ni, Na, N3 sont respectivement les populations des sous-niveaux mp = —1,0,+1,

normalisées par N1 + No + N3 = 1, la population du niveaux excité étant négligée. On
établit ce systéme a partir du taux de diffusion pour chaque transition égal & glpolar /(31sat),
le facteur 1/3 étant le coefficient de Clebsch-Gordan des transitions, et en utilisant le fait
que la desexcitation par émission spontanée vers les 3 sous-niveaux fondamentaux est
équiprobable.

La solution transitoire de ce systéme, avec les conditions initiales N1(0) = 1, N2(0) =
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d’1magerie par absorption

Il serait possible, moyennant une configuration de lasers un peu plus lourde qu’un simple
laser sonde, de réaliser des images d’absorption avec une section efficace connue alors que
la direction du champ magnétique est inconnue. Nous proposons ici cette méthode sans
Iavoir testée, car I'idée en est apparue pendant la rédaction de ce manuscrit. Elle est
réaliste, mais contraignante. Bien que l'idée de base soit simple, son étude plus précise
meéne & des restrictions aux nuages & symétrie sphérique et a 'utilisation de “flashes” de
lasers de l'ordre de 1 us.

Cette méthode pourrait également étre utilisée plus simplement en présence d’un champ
directeur connu, mais faible, comme alternative au pompage optique, qui est peu efficace
pour des nuages atomiques optiquement denses [76, 17].

Choix de la transition

L’idée & la base de cette méthode est d’utiliser une transition entre les états \551/2, F=
1, mp =0,£1) et [5P3)5, ' = 0). Toutes les transitions entre ces états ont un coefficient
de Clebsch-Gordan de 1/+/3, comme indiqué sur la FiG. B.1. De plus, c’est un systéme
fermé, puisque I'état [5P3/5, F' = 0) n’est pas couplé a I'état fondamental |55 )5, F' = 2)
par transition dipolaire électrique et que, de plus, le taux de transition hors résonance vers
létat F' = 1 est environ 1000 fois plus faible que le taux de transition vers F/ = 0 a
résonance (sans saturation).

Pour des populations égales dans les trois sous-niveaux fondamentaux, et pour un
décalage Zeeman négligeable de ces sous-niveaux, on comprend, et nous allons le montrer,
que la section efficace de diffusion moyenne ne dépend pas de la polarisation du laser sonde
incident. Nous verrons que la section efficace moyenne & résonance est alors donnée par
o = 0p/9. Cette valeur de section efficace est petite, la moitié de ce que 'on mesure sur
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e Caractéristiques de la raie Do :

I' = 27 x6.06 MHz
v = 384.22THz
Avide = 780.24nm
Aair = 780.03nm
I = 1, 61mVV/cm2
k, = 8.05(1) x 10%rad/m
Uree = 5.88(1)mm/s
kpvree = 2w x 7.53(3)kHz
\  Wree = 27 x3.7710(5)kHz

e Longueur de diffusion : a = 5.31(1) nm
On trouvera un grand nombre de données numériques sur les propriétés physiques et
optique du Rubidium dans |75].
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Données sur 'atome de 5'Rb

- F=3
7 266.6 MHz
5p ’ =2/3
3/2 z \t\‘\\ F=2 9=
NS
(RN 157.0 MHz
NN F —
. =
N 72.2 MHz F=0
. F :2 gF=1/6
5 .7 816.7 MH
I:)1/2 A < ’ z
£ SN F=1 gF=-1/6
= £
2 o
. Q a
RaieD2 R < | RaieD1
[ N
N~
< I
<
Pid F=2 gF:”2
5¢ A4 y -
1/2 M 6.834 682 6109 GHz

F=1 gF:-1/2

F1G. A.1: Niveauz atomiques des raies D1 et Do du 8" Rb. Les longueurs d’onde sont données dans
le vide.

e Isotopes principaux : ¥Rb (72 %), 8Rb (28 %)
e Masse d’un atome de 8'Rb : m = 1.44316 x 10~ kg
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En effet, 'interférométrie permet de mesurer la fonction de corrélation entre deux copies
d’un quasi-condensat par le contraste de leurs interférences. Or ce contraste, qui est le
signal expérimental, est d’autant plus grand que la cohérence est grande. On comprend
ainsi que cette technique est complémentaire de la spectroscopie, dont le signal est la lar-
geur spectrale, d’autant plus faible que la cohérence est grande. Une telle expérience, a
la transition entre cohérence compléte et partielle, a été menée & la suite de I'expérience
décrite dans ce manuscrit. Elle est en cours d’analyse.

Une autre suite envisagée, actuellement initiée, est ’application de la spectroscopie de
Bragg a un condensat en formation. Les études présentées dans [7] suggérent qu’a la fois le
profil de densité et la phase de la fraction condensée passent par un régime transitoire, lors
de la relaxation d’un nuage thermique, mis hors d’équilibre, vers un nuage partiellement
condensé. On observe, avant ’état d’équilibre, des oscillations de la densité, comme celles
que nous avons mesurées et discutées au chapitre 3, ainsi que des fluctuations de la phase
[7]. Nous pensons que la spectroscopie de Bragg peut permettre de suivre I’évolution des
fluctuations de phase dans ces conditions, et ainsi de mieux comprendre et caractériser la
formation des condensats.
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Conclusion

Ce mémoire présente une mesure par spectroscopie de Bragg des fluctuations de phase
dans des condensats trés allongés.

Pour obtenir un résultat quantitatif, une grande attention a été portée au montage
expérimental, qui a permis d’obtenir une résolution spectrale de moins de 200 Hz, ce qui
revient & une résolution en vitesse de 80 um/s. Les échelles de temps mises en jeu dans cette
expérience sont multiples : la diffraction dure 2 ms, ’écart entre deux diffractions, limité par
le temps de production d’un condensat, est de ’ordre de 40s, la durée d’acquisition d’un
spectre est d’une heure, et ’acquisition de tous les spectres s’est étalée sur une semaine.
Nous avons di trouver une procédure d’acquisition des spectres et d’analyse qui permette
de tenir compte correctement des fluctuations de I’expérience & toutes ces échelles de temps.

Nos mesures confirment de facon quantitative la perte de cohérence dans les condensats
trés allongés, en accord avec le modeéle théorique de D. S. Petrov et al. [10]. Ces résultats
sont également en accord avec ceux du groupe de W. Ertmer, obtenus par une méthode de
corrélations d’intensité [62]. De plus, les profils de densité des quasi-condensats observés et
discutés dans ce manuscrit sont compatibles, aux incertitudes de la mesure prés, avec ce que
I’on attendrait pour des condensats sans fluctuations de phase comportant le méme nombre
d’atomes. Cela signifie que la présence d’importantes fluctuations de phase ne semble pas
affecter le profil de densité des quasi-condensats. Cette observation est également prévue
par la description théorique des quasi-condensats.

En ce qui concerne le profil de densité des condensats trés allongés, nous avons égale-
ment discuté des difficultés pratiques, pour ’analyse des images par absorption, que pose
le régime intermédiaire entre le régime de Thomas-Fermi, et le régime 1D, en présence
d’un nuage thermique important. En effet, dans ces conditions, on ne dispose pas d’un
traitement théorique de ’expansion, qui donnerait les profils de densité du condensat et
du nuage thermique au moment ou l'on prend I'image. Ce probléme reste ouvert.

Les suites possibles de ce travail sont multiples.

Nous avons vu que la limite de résolution de la spectroscopie de Bragg sur notre ex-
périence ne permettait pas de mesurer des longueurs de cohérence supérieures a environ
30 um, soit environ 1/8 de la longueur totale du quasi-condensat [F1G. 5.22]. Mais il se-
rait trés intéressant de pouvoir mesurer des longueurs de cohérence plus grandes, jusqu’a
la longueur du quasi-condensat, et d’étudier ainsi la transition entre quasi-condensat et
condensat. Pour réaliser cela, 'interférométrie semble plus adaptée que la spectroscopie.



Chapitre 5 — Mesure de la distribution des vitesses d’un quasi-condensat par
142 spectroscopie de Bragg

suppose la validité de notre méthode d’analyse des images, qui est la méthode standard
actuelle. Or nous avons indiqué, au chapitre 3, que certaines des hypothéses qu’elle nécessite
ne sont pas bien vérifiées dans le régime particulier de nos expériences. Dans le cas de sa
remise en cause, il conviendrait de réinterpréter nos données a la lumiére d’une nouvelle
méthode.

Conclusion

Les résultats de cette analyse des données sont en accord avec les prédictions du chapitre
4. En effet, la forme lorentzienne de la distribution en vitesse longitudinale a été mise en
évidence expérimentalement. De plus, nous avons également mesuré une largeur de la
distribution en vitesse proportionnelle & a/Lgy, ol la valeur mesurée de o est égale a la
valeur attendue, aux 20 % d’incertitude de la mesure prés. Toutefois, une valeur de «
autour de 1 n’est pas totalement exclue par nos mesures, dans le cas précis ol une erreur
importante serait commise lors de la mesure de la fraction condensée.

Pour finir ajoutons que ces résultats sont également concordant avec ceux qui été ob-
tenus simultanément par le groupe de W. Ertmer, & Hannovre, en mesurant la fonction de
corrélation par une méthode trés différente de la notre, interférométrique, basée sur des
corrélations d’intensité [62].
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Effets systématiques

Nous avons vu, avec les relations (5.15) et (5.16) que Ay, était proportionnel & 1/Ly et
donc & T'/n1p(0). Or, notre procédure de fit des profils des quasi-condensats, discutée au
chapitre 3, utilise un profil parabolique. La densité 1D au centre du nuage est donc détermi-
née par le nombre d’atomes condensés Ny et la demi-longueur L du quasi-condensat, selon
le relation n1p(0) = 15Np/16L. Les incertitudes systématiques sur nip(0) proviennent
donc des incertitudes sur Ny et L.

Par conséquent, les incertitudes systématiques sur la détermination de 7T, Ny et L,
qui affectent Avg, doivent étre prises en compte dans la détermination de a et wqg. Ces
incertitudes sont de deux ordres.

Il y a les incertitudes sur T, Ny, et L qui proviennent des incertitudes sur la calibra-
tion du grandissement du systéme d’imagerie (+2 %) et de la mesure du nombre d’atomes
(20 %). Au total, ces incertitudes aboutissent & une incertitude systématique sur I’échelle
des Avy de f%g;‘: En dilatant Avg sur cette plage d’erreur, puis en effectuant le fit repré-
senté sur la F1G. 5.21, on obtient une incertitude systématique de 16 % sur «. Finalement,
en reportant également les incertitudes statistiques évaluées par le fit, on a :

o = 0.64(5)(10). (5.20)

Quant & wg, il n’est pas affecté par ces incertitudes de calibrations.

Il y a également les incertitudes liées a la validité de notre procédure de fit, discutée au
chapitre 3. Elles sont beaucoup plus difficiles & estimer. Rappelons que la question est de
savoir si le fit que nous utilisons sépare correctement les densités du nuage thermique et
du quasi-condensat, et donc donne la bonne fraction condensée F.. En particulier, pour les
différentes profondeurs de piége auxquelles nous avons effectuée la spectroscopie de Bragg,
les ensembles de paramétres mesurés (Niot, 7', F'c) n’étaient pas en accord avec les résultats
issus de la résolution numérique des équations couplées (1.40) pour le condensat et le nuage
thermique.

Un moyen d’évaluer la marge d’erreur que cela entraine pour Avg, est de redéterminer
a, en recalculant Avg pour les valeurs de Ny, T' et L données par la simulation numeérique
dans deux cas possibles. Le cas ot ’on fixe aux valeurs mesurées Niot et T, et le cas ou
I’on fixe, également aux valeurs mesurées, Niot et F... Fixer T et F,. n’est pas un bon choix
puisque c’est la mesure de Niot qui est la plus fiable.

Dans le cas ou l'on fixe dans la simulation numérique Nioz et T aux valeurs mesu-
rées, la fraction condensée donnée par la simulation differe de 30 % a 50 % de la fraction
condensée mesurée (voir TAB. 3.5). Un tel écart pourrait étre expliqué par une densité du
nuage thermique qui aurait encore le “souvenir” du condensat en son centre dans le piége,
contrairement & ce que suppose notre procédure d’ajustement des images. Les nouvelles
valeurs de Avg, avec les densités 1D données par la simulation, conduisent & o = 1.00(8).
Cette valeur est assez différente de ce que 'on a déterminé précédemment. Cet écart est
principalement da & la différence entre les fractions condensées calculées et mesurées. En
revanche si l'on fixe Nyt et Fi, en supposant donc que I’on mesure mal la température, on
retrouve une valeur nettement plus proche a = 0.67(5).

Ces valeurs de « représentent une estimation de l'erreur que 'on peut commettre, du
fait de I'inconnue sur la dynamique de I’expansion du nuage aprés la coupure du piége.
Sans se substituer au résultat (5.20), ils en précisent les conditions de validité : ce résultat
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F1G. 5.24: Exemple de fonction d’appareil possible. En trait continu, fonction d’appareil calculée par
la convolution du spectre des battements entre lasers de Bragg, limité par transformé de Fourier,
de la distribution en vitesse associée 4 l'expansion et d’une gaussienne représentant les bruits de
mesure. En pointillés, fit gaussien de cette fonction, d’une demi-largeur & mi-hauteur de 170 Hz.
On a choisi une largeur de 115 Hz pour la gaussienne symbolisant les bruits de mesure pour que la
largeur de ce fit soit proche de wg.

Discussion de I’hypothése d’une fonction d’appareil gaussienne

La discussion peut-étre poussée un peu plus loin. Est-il vraisemblable que la fonction
d’appareil soit gaussienne ?

Bien que nous ne la connaissions pas complétement, nous en connaissons quelques
éléments. Elle comprend la contribution en sinus cardinal d’une demi-largeur & mi-hauteur
de 115Hz due a la durée finie, de 2ms, de 'application des faisceaux Bragg. On connait
également le profil associé a la distribution en impulsion due a ’expansion, d’une largeur
d’environ 60 Hz. Cette largeur ne varie que d’environ 15Hz sur ’ensemble des spectres, a
cause de la variation du nombre d’atomes condensés. Pour la composante inconnue, associée
aux bruits de mesure, nous supposons une gaussienne.

La fonction d’appareil est la convolution de ces trois fonctions. Le choix d’une demi-
largeur & mi-hauteur de 115 Hz pour la gaussienne associée au bruit, permet de retrouver
une fonction d’appareil d’une largeur de 170 Hz, équivalente & wg. Elle est représentée sur
la F1G. 5.24, ainsi que son fit gaussien. Ce graphe montre que la fonction d’appareil que
nous avons modélisée est bien reproduite par une gaussienne.

Ceci n’est bien siir pas une démonstration que la fonction d’appareil réelle est gaus-
sienne, mais que les contribution que 'on connait ne sont pas incompatibles avec cette
hypothése.

Pour finir, précisons qu’en toute rigueur la distribution en vitesse d’un quasi-condensat
en expansion, n’est pas la convolution des distributions en vitesse dues & 'expansion et aux
fluctuations de phase. La combinaison correcte de ces deux distributions est donnée par
les équations (4.32) et (4.33). Cependant, en présence des autres contributions spectrales,
cela ne change pas le résultat.



5.3 Analyse des spectres 139

Efficacité diffraction (u. a.)

désaccord (kHz)

Efficacité diffraction (u. a.)

-2 -1 0 1 2 3
désaccord (kHz)

F1G. 5.23: Spectres expérimentauz auz profondeurs de piége de 30kHz (a) et 60kHz (b). Les lignes
continues sont des fits lorentziens. Les lignes pointillés sont des fits par un profil de Voigt, dont la
largeur de la contribution gaussienne est fizée a 176 Hz, selon le résultat du fit des données de la
F1a. 5.21. Pour le spectre (a), la largeur de la contribution lorentzienne au profil de Voigt est de
105(8) Hz, et pour le spectre (b), 235(12) Hz.
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F1G. 5.22: Longueur de cohérence en fonction de Avy. Les points avec les barres d’erreur repré-
sentent la longueur de cohérence L, déduite des données expérimentales. Les barres d’erreur
verticales proviennent de l'incertitude sur la mesure de la largeur des spectres, et sur la détermi-
nation de wq, tandis que les barres d’erreur horizontales représentent la dispersion des mesures de
Avy. La ligne continue est la courbe théorique Ly/a. Rappelons que ces mesures correspondent
un rapport 6 < T/T, < 28.

plus de 100% de la valeur moyenne, et ne permet donc pas d’en déduire une fonction
d’appareil gaussienne.

Cependant, on peut effectuer un ajustement par un profil de Voigt en fixant la largeur
de la contribution gaussienne 4 la valeur déterminée par ’analyse du graphe de la F1G. 5.21.
Le résultat est reporté sur la F1G. 5.23, ou sont tracés les spectres expérimentaux mesurés
a des profondeurs de piége de 30kHz et 60 kHz. Ce sont deux spectres de largeurs trés
différentes, et assez peu bruités. Ce graphe montre les ajustements de ces spectres par
une lorentzienne, et par le profil de Voigt dont on a fixé la contribution gaussienne a
wg = 176 Hz, qui est la valeur déterminée précédemment. Pour le spectre (a), la largeur
de la contribution lorentzienne au profil de Voigt est de 105(8) Hz, donc moins large que la
contribution gaussienne, et pour le spectre (b), 235(12) Hz. Or pour chacun des spectres
les deux types de fonction reproduisent bien le profil, le x? du fit ne variant pas de plus
de 5% entre les 2 types de fonction de fit. Une telle variation de y?, pour un fit lorentzien
de ces données, correspond a une variation de la largeur du spectre de 1 & 2 déviations
standard.

Ajoutons également que I'’hypothése d’une fonction d’appareil identique pour chaque
spectre est cruciale pour ’analyse. Nous n’avons pas imaginé, ou identifié, de mécanisme
dépendant de la température ou du nombre d’atomes condensés qui invaliderait cette hy-
pothése a priori. Nous venons de vérifier que cette hypothése n’était pas non plus invalidée
a posteriori par la forme du profil des spectres.

L’hypothése d’un profil de Voigt, dont la contribution gaussienne est de largeur 176 Hz
pour tous les spectres est donc tout & fait compatible avec les spectres expérimentaux.
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Y= p¢/pexp-
prof (kHz) | T (nK) | F. (%) | T/Ty | ~
20 90 71 6 0.66
30 124 o8 9 1.1
40 177 44 12 1.6
50 216 31 15 2.2
60 261 21 20 3.2
70 286 14 23 4.1
80 347 10 28 9.5

TAB. 5.2: Parameétres caractéristiques des quasi-condensats étudiés : profondeur du piege (kHz),
température (nK), fraction condensée (%), rapports T/Ty et ¥ = py/Pexp-

Longueur de cohérence

Nous avons défini, au chapitre 4, la longueur de cohérence L. des quasi-condensats par
L. = Ly/a. Cette définition peut également se mettre sous la forme L. = h/Ap.

Gréce a la connaissance de wg, on peut effectuer une déconvolution des spectres expéri-
mentaux, pour obtenir la largeur de la contribution des fluctuations de phase, lorentzienne.
On obtient alors une mesure, indirecte, de la longueur de cohérence fznes = h/Ap™ asso-

ciée & chaque spectre :

_ 2hky,
PR 5.18
¢ 2rmAvIes ’ ( )

ot la largeur de la contribution lorentzienne Avgie?

par inversion de la formule 5.17 :

aux spectres expérimentaux est donnée

2 2
mes AVM —Wg

Apes — (5.19)

JANZY

La longueur de cohérence ainsi obtenue a été tracée en fonction de Ay, sur la FiG. 5.22,
ainsi que la courbe théorique L. = Lg/a. Ce graphe montre que la limite de résolution
spectrale a 176 Hz correspond, a une longueur de cohérence de l'ordre de 30 ym. Pour des
longueurs de cohérence plus grandes, il semble plus avantageux d’utiliser une méthode
interférométrique.

Discussion de I’hypothése du profil de Voigt

Puisque I’on fait ’hypothése d’un profil de Voigt pour l'interprétation du graphe de la
FiG. 5.21, pourquoi ne pas l'utiliser directement pour ajuster les spectres expérimentaux ?
La difficulté est que ce profil devient rapidement proche d’une lorentzienne lorsque la
largeur de la composant lorentzienne n’est pas trés petite devant la largeur de la composante
gaussienne du profil de Voigt. Le rapport signal & bruit des spectres ne permet pas, dans
ces conditions de distinguer un profil lorentzien pur d’un profil de Voigt. En pratique, pour
les 4 spectres les plus larges, le fit par un profil de Voigt ne fonctionne pas, donnant sur
chacun des parameétres caractérisant la largeur de la fonction une déviation standard de
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Fi1G. 5.21: Demi-largeur a mi-hauteur Avy des spectres expérimentaux en fonction de Avg. Les
barres d’erreur verticales représentent la déviation standard de la largeur donnée par le fit lorentzien
des spectres, tandis que les barres d’erreur horizontales représentent la déviation standard de la
dispersion des valeurs de Avy. La ligne continue est un ajustement qui suppose un profil de Voigt
pour les spectres, dont la composante gaussienne est identique d’un spectre a l’autre.

200Hz pour les faibles valeurs de Avg. Cette largeur peut étre interprétée comme une
conséquence de la limite de résolution de notre mesure. L’élargissement de Fourier di
aux 2ms d’application des lasers de Bragg est a lui seul de 114 Hz, auquel il faut ajouter
les autres sources d’élargissement et de bruit déja discutées, telles que les oscillations
résiduelles possibles de la longueur et du centre de masse des quasi-condensats.

Nous modélisons ’ensemble de ces effets par une fonction d’appareil gaussienne, de
demi-largeur & mi-hauteur wg. La convolution de cette fonction avec un spectre lorentzien
de largeur aAvg, donne un profil de Voigt, que nous discutons dans la suite, de demi-largeur

a mi-hauteur Avy :
A Avg\?
Ay =2 ”¢+\/wé+<o‘ ”¢> . (5.17)

2 2

Un ajustement des données de la F1G. 5.21 par cette fonction, en gardant wg et o comme
paramétres libres donne wg = 176(6) Hz et o« = 0.64(5), les incertitudes étant la déviation
standard du fit. La courbe en trait continu, sur la FI1G. 5.21 montre cet ajustement. L’ac-
cord avec les points expérimentaux est bon, & I’exception du point de plus grande largeur,
nettement au dessus de la courbe de I'ajustement. La raison de cet écart est peut étre une
qualité plus faible du spectre correspondant. En effet, on peut voir sur la F1G. 5.19 que
le rapport signal/bruit sur le spectre le plus large, correspondant a ce point, est significa-
tivement plus petit que sur les autres spectres. Nous avons vérifié qu’exclure ce point de
I’analyse ne change pas les résultats sur o et wg.

Pour bien situer dans quel régime de fluctuations de phase les mesures ont été effectuées,
nous avons reporté dans le TAB. 5.2 les paramétres caractéristiques des quasi-condensats
étudiés : la température T, la fraction condensée Fi, le rapport T'/Ty et le coefficient
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5.3.1 Profil des spectres

La présence d’ailes sur les spectres de la F1G. 5.19 suggére qu’ils n’ont pas un profil de
type gaussien, mais plutot lorentzien. Pour montrer cela, nous avons tracé les résidus d’'un
ajustement, par chacune de ces fonctions, du spectre mesuré a la profondeur de piége de

60 kHz.
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F1a. 5.20: Spectre (profondeur de piége de 60kHz), ajusté par une lorentzienne (a), et par une
gaussienne (b). (¢) Résidus du fit lorentzien. (d) Résidus du fit gaussien. Les résidus sont “repliés”
autour du désaccord nul, et lissés par une moyenne glissante de 6 points.

Ce graphe montre sans ambiguité que le profil des spectres est bien reproduit par une
lorentzienne et non par une gaussienne. Ce résultat est en accord avec les prédictions du
chapitre 4. Dans ce chapitre, nous avons montré que la forme du spectre dépendait du
parameétre v = pg/Pexp, OU Py = h/Ly est I'impulsion typique associée aux fluctuations de
phase et peyp, est I'impulsion typique associée a ’expansion. On peut voir dans le TAB. 5.2
que le coefficient « varie entre 0.66 et 5.5 pour ’ensemble des spectres. Or la distribution
en impulsion d’un quasi-condensat en expansion, donnée par les équations (4.32), et (4.33),
est indiscernable d’une lorentzienne pour toute cette gamme de valeurs de . Et ceci est
vrai bien que le largeur de cette lorentzienne dépende de v lorsque v < 3. Pour v >
3, la distribution en impulsion du quasi-condensat en expansion est indiscernable de la
distribution dans le piége. C’est & dire que l’expansion du condensat, lorsqu’elle n’est
pas totalement négligeable, & pour effet principal de changer la largeur de la distribution
en vitesse des fluctuations de phase, sans changer la forme du profil. Il n’est donc pas
surprenant que tous les spectres mesurés présentent un profil lorentzien.

5.3.2 Largeur des spectres

Sur la F1G. 5.21 nous avons tracé la demi-largeur & mi-hauteur Awvy; des spectres
expérimentaux en fonction de Avy. Pour chaque profondeur de piége associée & un spectre,
Avy est calculé a partir de la mesure de nip(0) et de 7" sur des images de condensats. La
dépendance de Avy vis-a-vis de Avg n’est clairement pas bien reproduite par une fonction
de la forme aAvg. On voit en effet que la largeur des spectres semble limitée autour de
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FiG. 5.19: Ensemble des spectres moyens, résultant, pour chaque profondeur de piége, de la superpo-
sition de 8 a 12 spectres élémentaires. Les températures sont également indiquées. Tous les spectres
de cette figure ont la méme aire, pour faciliter la comparaison. Les lignes pointillées indiquent la
largeur a mi-hauteur de chaque spectre. On constate clairement un élargissement des spectres avec

la température.
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Toute cette analyse a permis d’évaluer I'influence, sur la mesure des spectres, des dif-
férents mouvements des quasi-condensats et de leurs variations a long terme. Cependant
cela ne donne aucune information sur leurs fluctuations sur I’échelle de temps d’acquisi-
tion d’un spectre élémentaire. Ces résultats n’excluent donc en aucun cas un élargissement
des spectres expérimentaux da a ces fluctuations rapides, mais ils signifient que les éven-
tuelles variations de cet élargissement d’un spectre & 'autre sont trop petites pour que
nous puissions les mesurer.

Ensemble des spectres finaux

L’ensemble des spectres finaux, mesurés & différentes profondeurs de pieges, est repré-
senté sur la F1G. 5.19. Ce graphe met en évidence une augmentation de leur largeur avec
la profondeur finale du piége, c’est-a-dire entre autre avec la température. Nous analysons
maintenant ce comportement, ainsi que le profil de ces spectres.

5.3 Analyse des spectres

Tous nos efforts nous ont menés & des spectres présentant un bon rapport signal a
bruit. Mais malgré cela, on ne peut interpréter les spectres mesurés indépendamment de
toute théorie pour deux raisons. La premiére est qu’en variant la profondeur de piége, on
fait varier en méme temps la température du nuage, le nombre d’atomes et la fraction
condensée. On ne peut donc isoler I'effet sur les spectres de chacun de ces parametres, ou
de paramétres élémentaires tels que la densité... La seconde raison est que I’on ne connait
pas la fonction d’appareil avec laquelle on mesure les spectres. On ne sait donc pas en
déduire directement la distribution en vitesse des quasi-condensats étudiés.

Nous allons donc analyser ces données selon une procédure suggérée par la théorie
présentée au chapitre 4. Rappelons pour cela les résultats qui nous intéressent ici.

Pour des quasi-condensats dont la distribution en vitesse est dominée par les fluctua-
tions de phase, on attend une distribution lorentzienne, de demi-largeur a mi-hauteur Ap :

h
Ap =a— 5.14
p=ag (5.14)
ou Ly est la demi-longueur de cohérence au centre du piege, donnée par :
FL277,1D (0)
= 5.15

avec n1p(0) la densité 1D longitudinale au centre du quasi-condensat. Ly est lice a la
température de phase Ty par Ly = LT, /T. Le paramétre o dans Iexpression de Ap
dépend de la forme de n1p(z), mais trés mollement. Dans le régime de Thomas-Fermi 3D,
habituel, o = 0.64, tandis que dans le cas 1D, o = 0.62. Dans le cas d’une mesure idéal,
les spectres de Bragg correspondant a une telle distribution en vitesse doivent donc avoir
une largeur aAvy, avec :

Avy= —+=. (5.16)

Rappelons que pour un condensat sans fluctuations de phase, on attend une distribution
en vitesse sans ailes, dominée par le champ de vitesse d’expansion.
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F1G. 5.18: Comparaison du spectre expérimental (a), et du spectre “simulé” (b) (voir texte). Un fit
lorentzien de ces deux spectres donne les mémes paramétres a mieux que 5 % pres, et le méme x?
a 6% pres.

le spectre expérimental, et qu'un bruit constant, estimé par le y? est une reproduction
qualitativement correcte du bruit expérimental.

Ensuite, on sépare le spectre “simulé” en 8 spectres élémentaires S({0p}:), ot {0p}i
est 'ensemble des désaccords du spectre expérimental élémentaire n® 7. Ainsi on reproduit
un ensemble de spectres élémentaires d’un échantillonnage en fréquence équivalent a celui
des spectres expérimentaux. Enfin chaque spectre élémentaire simulé est ajusté par une
lorentzienne, et ’on compare la dispersion des largeurs et des centres obtenus, avec la
dispersion des largeurs et des centres des spectres mesurés.

La largeur des spectres simulés varie entre 160(33) et 258(41) Hz, tandis que celle des
spectres mesurés se situe entre 155(41) et 282(35) Hz. Ces amplitudes de variation sont
bien comparables. Il en est de méme pour la précision des largeurs données par les fits, qui
est de 'ordre de 35Hz aussi bien pour les spectres simulés qu’expérimentaux. On trouve
aussi que 'écart-type des largeurs des spectres élémentaires simulés ogmy. = 28 Hz, est de
I’ordre de grandeur de I’écart-type des spectres mesurés opes. = 40 Hz. Le bruit de mesure
indépendant du désaccord que ’on observe sur le “spectre moyen” suffit donc & expliquer
les fluctuations des largeurs données par les fits des spectres élémentaires.

Ainsi, on peut dire que le fait de mesurer des spectres a plusieurs temps d’attente dans le
piége présente a priori deux intéréts : moyenner des fluctuations de la largeurs des spectres
dues & des oscillations de la longueurs des quasi-condensats et mesurer un grand nombre
de spectres afin d’ameéliorer le rapport signal /bruit. La comparaison qui vient d’étre faite
entre spectres expérimentaux et spectres simulés montre que ’apport majeur de ce choix
de prise de données est le grand nombre de spectres, d’ott un bon rapport signal /bruit sur
les spectres finaux.

Quant aux centres des spectres simulés et mesurés, la précision donnée par le fit pour
chaque courbe est comparable, de I’ordre de 20 Hz. En revanche, la dispersion des centres
pour les spectres simulés est caractérisée par un écart-type de 20 Hz, qui est donc en accord
avec les erreurs de fit, tandis que pour les spectres mesurés, cet écart-type est nettement
supérieur puisqu’il est de 90 Hz. Ceci indique que contrairement aux largeurs des spectres,
les fluctuations des centres mesurés ne sont pas seulement dues aux imprécisions des fits,
mais correspondent bien & de réelles fluctuations & long terme, d’un spectre élémentaire a
I’autre, des centres des spectres, dues & la variation de la vitesse du centre de masse des
quasi-condensats.
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Fi1G. 5.17: (a) Distance des centre des spectres 1/6r — vy, en fonction du temps d’attente dans le
piege 7. Les barres d’erreur proviennent des déviations standards sur la détermination des centres
des spectres par le fit lorentzien. La ligne continue est un fit sinusoidal, dont la fréquence est fizée
a la valeur que l'on attendrait dans le cas d’une oscillation du centre de masse, c’est-a-dire la
fréquence aziale du piége, 5 Hz. (b) Largeur des spectres en fonction de 7. Compte tenu des barres
d’erreur, représentant la déviation standard donnée par le fit, ces mesures sont compatibles avec

une largeur constante.
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7 (ms) yo (%) A (%) vy (kHz) Av (Hz)
+ - + - + - + -
0 1.0(5) | 1.4(3) | 18(1) | 17.4(6) | 30.27(1) | 29.57(1) | 196(24) | 231(14)
25 2.0(3) | 0.8(2) | 12(2) | 7.5(5) | 30.09(1) | 29.77(2) | 155(41) | 282(35)
50 2.3(4) | 1.5(3) | 10(1) | 8.5(7) | 30.14(2) | 29.57(2) | 243(47) | 268(43)
75 3.1(7) | 1.6(4) | 15(2) | 15.2(8) | 30.10(2) | 29.64(1) | 246(39) | 253(24)

TAB. 5.1: Résultats de 'ajustement des spectres mesurés pour une profondeur de piége de 40kHz
par une lorentzienne de la forme yo + A/[(v — 19)?/Av? + 1]. Le temps d’attente dans le piége T
est compté apres une thermalisation de 6.5 s. Les mesures a 0 et 75 ms sont du méme jour, et les
mesures & 25 et 50 ms ont été effectuées 5 jours plus tard. Les spectres dont les parameétres sont

notés “+7 correspondent a l'un des sens de diffraction, et les spectres de paramétres notés 7, a

l’autre sens. Les chiffres entre parenthéses indiquent les déviations standards données par le fit pour
chaque parameétre. yo et A sont donnés en pourcentage du nombre d’atomes dans le condensat.

d’oscillations de la longueur des nuages, se comporte comme (voir chapitre 3, section 3.2)
Av(t) = Avg + A| cos(Q2t + ¢)|, avec Q =~ 1.58w,, soit Q ~ 27 x 7.9Hz.

Les graphes (a) et (b) de la F1G. 5.17 montrent respectivement les centres et les largeurs
de spectres en fonction du temps 7 d’attente dans le piége avant son ouverture. On ne peut
affirmer mesurer 'une ou l'autre des oscillations possibles, a la vue de ces graphes. En
effet, on ne peut se convaincre que v (t) — v () présente un comportement oscillant & une
fréquence de 5 Hz. Cependant, la différence des centres des spectres varie nettement plus
que la précision avec laquelle le fit ’évalue. Ceci peut étre expliqué par une oscillation,
dont la phase n’est pas conservée sur les 5 jours séparant ’acquisition des spectres & 7 =0
et 7T5ms des spectres a 7 = 25 et 50 ms.

Quant aux largeurs des spectres, Avt et Av~, aucune dépendance particuliére en
fonction du temps n’est visible. Mais une indication est importante : ’écart typique entre
les largeurs de deux spectres mesurés simultanément est comparable & I’écart typique entre
deux spectres quelconques de ’ensemble des spectres élémentaires , c’est-a-dire de 1’ordre
de 30 Hz. Or deux spectres mesurés simultanément devraient étre affectés de la méme fagon
par des oscillations de la longueur des quasi-condensats. De plus la dispersion des largeurs
mesurées est de ’ordre de la précision de la mesure de chaque largeur, qui est en moyenne
de 33 Hz.

En accord avec cette observation, la dispersion des largeurs peut étre expliquée simple-
ment par le niveau de bruit de la mesure. Pour tester cela qualitativement, on a “simulé”
une mesure. Avec l'ensemble {d,} des désaccords du “spectre moyen” on reconstruit un
spectre S(d,,), somme d’une lorentzienne et d’un bruit constant :

A

S(bn) = 55—
% 41

+ f(6n), (5.13)

ot 'amplitude A du spectre, et sa largeur A sont choisis égaux aux parameétres donnés
par un fit du “spectre moyen”. f(d,) est le bruit constant, généré par la fonction randn du
logiciel Matlab, de moyenne nulle, et dont la variance est choisie de sorte qu'un ajustement
lorentzien du spectre S(6,) donne le méme x? que le fit du spectre expérimental. On
peut vérifier qualitativement, sur la F1G.5.18, que le spectre obtenu a le méme aspect que
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F1a. 5.16: (a) Ensemble des spectres élémentaires mesurés a une profondeur de piége de 40kHz.
Lefficacité de diffraction est donnée en pourcentage du nombre d’atomes dans le quasi-condensat.
Les spectres mesurés simultanément (grice auz deux réseaur de Bragg) sont placés céte-a-cote. Le
temps T relatif a ces paires de spectres indique le temps de maintient du quasi-condensat dans le
piege en plus des 6.5s de thermalisation.Une barre d’erreur typique est reportée sur la premiére
courbe, indiqguant la dispersion des 7 mesures (environ) effectuées pour chaque désaccord. (b)
Spectre résultant de la superposition de l’ensemble de ces données, aprés recentrage, normalisation
a une méme aire et soustraction du fond. La forme du profil apparait alors plus clairement. Un fit
lorentzien donne une demi-largeur a mi-hauteur Av = 231(14) Hz.
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atomes pour une fraction condensée de 44.5(8) %. Ces valeurs sont des moyennes pour un
ensemble d’une quarantaine d’images prises dans les mémes conditions, les incertitudes
indiquées étant la déviation standard des mesures.

Huit spectres ont été enregistrés deux par deux (un par réseau de Bragg), a quatre
temps d’attente différents dans le piége entre 6500 ms et 6575 ms aprés la fin de la rampe
d’évaporation. Pendant cette attente, un couteau RF est maintenu & la fréquence finale de
I’évaporation. Chacun de ces spectres, que nous appelons “élémentaires”, est constitué de la
mesure de 'efficacité de diffraction pour environ 15 désaccords des faisceaux Bragg. Pour
chaque désaccord environ 7 mesures sont effectuées, et moyennées. Ceci donne 1’ensemble
des spectres de la F1G. 5.16 (a).

Superposition des spectres

Un des points clé du traitement des données est de superposer I’ensemble de ces spectres
“élémentaires”, de fagon & obtenir un “spectre moyen”. Son profil et sa largeur proviennent
a la fois de la distribution en impulsion du “quasi-condensat moyen” pour cette profondeur
de piége, et des fluctuations & court et long terme de la mesure. Par court terme nous
désignons 1’échelle de temps d’acquisition d’un spectre, soit environ une heure, et par long
terme, I’échelle de temps d’acquisition de I’ensemble des spectres soit quelques jours.

Pour réaliser cette superposition, on recentre chaque spectre, on le normalise & une aire
unitaire, on en soustrait le fond. Le recentrage permet de s’affranchir des dérives, d’un
spectre a Pautre, de la vitesse du centre de masse des quasi-condensats, qui peuvent étre
dues & un déphasage de 'oscillation du centre de masse et & une modification de 1’accé-
lération du nuage & l'ouverture du piége. La normalisation de l'aire permet de compenser
les dérives d’intensité des lasers de Bragg. Enfin, la soustraction du fond de chaque spectre
corrige d’une erreur systématique sur la mesure de la fraction diffractée. Cette erreur est
due au nuage thermique qui se trouve sous le nuage diffracté, et que ’on soustrait impar-
faitement.

Le centre, 'aire et le fond des spectres sont déterminés par un ajustement lorentzien,
a quatre parametres (centre, hauteur, fond, largeur). Ce choix de fonction est justifié dans
la suite.

Résultat

La FiG. 5.16 montre les 8 spectres mesurés pour une profondeur de piege de 40kHz,
et leur superposition. Malgré ’allure disparate des spectres élémentaires, la superposition
donne un spectre d’un profil régulier.

Analyse des spectres élémentaires a posteriori

Les spectres élémentaires de la F1G. 5.16(a) ont des formes et des largeurs variées.
Leurs caractéristiques sont réunies dans le TAB. 5.1. Il est légitime de se demander si les
variations des centres des spectres et de leur largeur sont bien dues respectivement a des
dérives de la vitesse du centre de masse des quasi-condensats, et a des oscillations de la
longueur des quasi-condensats.

Rappelons que la vitesse vg du centre de masse du condensat est reliée aux centres 1/8E
des couples de spectres par 1/0+ — v, = 4kLvo/27 et que la largeur des spectres, en présence
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Fi1G. 5.15: Estimation du nombre de mesures d’efficacité de diffraction a effectuer pour obtenir
une moyenne significative. Deux séries de mesure identiques sont comparées, leurs acquisitions
étant séparées d’environ 1 heure. Pour chaque série on mesure de ’efficacité de diffraction pour un
désaccord entre faisceaur Bragg identique, proche du centre de la résonance. Au dessus du graphe
de la valeur moyenne de [efficacité, son écart-type est indiqué. Il est également reporté comme
barre d’erreur de la valeur moyenne pour un point. On voit sur ces graphes qu’a partir d’environ 7
points, la moyenne et son écart-type sont assez stationnaires. Cela semble donc un bon compromis
entre précision et durée d’acquisition. Enfin, bien que la série A soit plus bruitée, la comparaison
des deux séries permet de vérifier que les valeurs moyennes et les barres d’erreurs forment un
ensemble de mesures compatibles.
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Pour évaluer le nombre optimum de mesures identiques par spectre élémentaire, nous
considérons une série de mesures d’efficacité de diffraction pour des parameétres expéri-
mentaux constants (y compris le désaccord des lasers). Nous calculons ensuite la valeur
moyenne de l'efficacité en fonction du nombre N de points, ainsi que son intervalle de
confiance oy, que 'on définit comme :

1/2

N
(Xi—Xn)?| (5.12)
=1

1

INTINWN 1)

ot X; est la valeur de la i®° mesure, et X y la diffraction moyenne des N points considérés.
Nous avons tracé sur la FiG. 5.15 le résultat de ce traitement pour deux séries d’environ
20 mesures. Ces deux séries ont été prises a une heure d’intervalle, et dans les mémes
conditions expérimentales. Elle sont donc comparables quantitativement. On conclut de
ces courbes, et d’autres courbes non représentées ici, qu’a partir d’environ 7 mesures la
valeur moyenne X y et son écart-type o son assez stationnaires. Il semble donc que 7
mesures soit un bon compromis entre précision et temps d’acquisition. On ne peut en
effet se permettre un nombre trés élevé de mesures pour chaque désaccord d’un spectre,
car chaque mesure prend 40s, et I'on échantillonne environ 13 désaccords. Cela représente
donc déja presque une centaine de mesures par spectre, en un temps d’environ une heure.
Pour les séries A et B, on obtient respectivement, au bout de 7 mesures, une diffraction de
15.3(9) % et 16.5(1.3) %. Ces valeurs sont bien compatibles, et leur précision relative entre
6 et 8 % nous semble suffisante pour obtenir des spectres représentatifs.

Comme lors de la mesure d’un spectre élémentaire, nous mesurons en réalité environ
7 spectres a la suite, que nous moyennons, la procédure permet de moyenner & la fois les
fluctuations de la mesure d’un coup sur 'autre et les fluctuations sur I’échelle de temps
d’acquisition d’un spectre élémentaire.

Moyennage sur ’échelle de temps d’acquisition de tous les spectres

Nous avons choisi de mesurer la distribution en vitesse de condensats pour 7 ensembles
des 3 paramétres (température, fraction condensée, nombre d’atome total) fixés par 7
valeurs finales de la profondeur du piége magnétique, entre 20 et 80 kHz (écart en énergie
entre le couteau RF et le fond du piege). Pour chaque profondeur de piége, nous acquérons
un spectre a plusieurs temps d’attente dans le piége pour échantillonner 'oscillation du
centre de masse et la possible oscillation de longueur résiduelle (cf. 5.2.7). La mesure de
I’ensemble des spectres s’effectuant sur plusieurs jours, les différents spectres pour une
méme fin de rampe ne sont pas pris le méme jours. Nous les avons répartis sur des jours
différents pour moyenner, pour chaque fin de rampe, les fluctuations de la mesure a I’échelle

des quelques jours®.

5.2.9 Données finales

Pour expliquer la procédure aboutissant & un spectre final, prenons l’exemple d’une
profondeur de piége particuliére, par exemple 40 kHz. Avec cette profondeur de piége, la
température du nuage est de T = 177(5)nK, le quasi-condensat contient 4.80(22) x 10%

3Mais chaque spectre est bien constitué de diffractions consécutives.
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FiG. 5.14: Spectre d’un battement de 2ms, avec différentes dérives linéaires de fréquence, entre 0
et 150 Hz/ms.

La vitesse des atomes est supposée constante, ce qui signifie que pour C' = 0, c’est-a-dire
pour un désaccord constant entre les faisceaux Bragg, on retrouve un spectre qui est le
carré d’un sinus cardinal. Rappelons que ce spectre représente la “fonction d’appareil” de
la spectroscopie de Bragg, considérant une distribution en vitesse des atomes infiniment
étroite. Naturellement, on obtient exactement les mémes spectres dans le cas ou les atomes
sont accélérés (dérive de leffet Doppler C) et o le désaccord des lasers est constant. Cela
permet donc d’évaluer I'importance de la déformation du spectre lorsque ’on ne compense
pas l'accélération. On constate sur ce graphe que le pic central s’élargit assez peu dans
cette gamme de rampes, de 9% au maximum.

5.2.8 Moyennage nécessaire

Nous venons d’identifier plusieurs sources possibles de bruit de mesure. Nous n’avons
pu cependant étudier quantitativement pour chacune d’elle la contribution & l’élargisse-
ment spectral. Nous allons donc adopter une procédure permettant de moyenner les bruits
éventuels, dont les effets seront ensuite pris en compte dans une fonction d’appareil lors de
I’analyse des spectres.

En pratique, la nécessité de moyenner les mesures est mise en évidence par les spectres
de Bragg présentés jusqu’ici, F1a. 5.9 et FiG. 5.13, qui montrent la dispersion des points
expérimentaux. Nous présentons ici les différents types de moyennage a envisager.

Moyennage sur 1’échelle de temps d’acquisition d’un spectre

Le premier moyennage s’effectue lors de ’acquisition d’un spectre. Pour chaque désac-
cord entre les faisceaux Bragg plusieurs mesures doivent étre effectuées. Pour cela nous
allons en fait acquérir plusieurs spectres & la suite, et les moyenner. Le spectre moyen
obtenu est appelé dans la suite “spectre élémentaire” [F1G .5.1], car nous verrons qu'il est
I’objet d’autres moyennages.
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ajustement sinusoidal, 5 Hz, est bien la fréquence du piége, déterminée par ailleurs sur des
oscillations spatiales de grande amplitude, détectables en imagerie.

Les fluctuations de la phase, ou de I'amplitude, de cette oscillation du condensat dans
le piége, d’une diffraction a ’autre, sont une cause potentielle d’élargissement des spectres
de Bragg. La mise en évidence de ’'oscillation montre que sa phase et son amplitude ne sont
pas aléatoires d’une réalisation d’un condensat & ’autre. Dans le cas d’une phase aléatoire
d’un coup a l'autre, chaque spectre ne serait pas décentré, mais seulement élargi. Cependant
cette mesure ne permet pas de conclure quant & un élargissement, qui reste possible malgré
une phase et une amplitude moyenne des oscillations bien définies. En particulier, aucune
dépendance systématique de la largeur du spectre en fonction du temps d’attente n’est
trouvée.

Cette derniére constatation doit aussi étre reliée au probléme des oscillations de la
longueur du condensat, discuté a la section 3.2. Cela montre qu’elles ont étés suffisamment
amorties pour ne plus étre mesurables. En effet, ce type d’oscillation est caractérisé par
un champ de vitesse de la forme v,(z) o z cos(wt), avec z la coordonnée longitudinale et
w la pulsation de l'oscillation (voir section 3.2). On attendrait donc, en sa présence une
variation temporelle de la largeur des spectres de Bragg, similaire & celle qui est étudiée au
chapitre 3. Cependant I'impossibilité d’en mesurer ’amplitude n’élimine pas la possibilité
d’une contribution, plus ou moins fluctuante, a la largeur des spectres de Bragg.

Accélération pendant et aprés ’ouverture du piége

Venons en a la valeur centrale de l'oscillation de la vitesse du condensat, qui est non
nulle, et plus précisément de 96 um/s. Nous I'attribuons a une bréve accélération du conden-
sat pendant la coupure du piége, que nous appelons “kick” magnétique, et qui dure de
Iordre de 100 s, ainsi qu’a une accélération plus faible due aux champs magnétiques rési-
duels, qui est ressentie pendant tout le temps de vol précédant la diffraction, soit plusieurs
millisecondes.

Cette faible accélération peut étre déterminée en mesurant la variation du centre des
spectres en fonction du temps de vol avant la diffraction (et pour un temps d’attente dans
le piege fixé). On peut compenser cet effet, en supposant 1’accélération constante, par une
variation linéaire du désaccord des lasers de Bragg, égale et opposée & la dérive de D'effet
Doppler du centre du spectre. Cela revient & placer les lasers dans le référentiel accéléré des
atomes. Nous avons testé cette méthode, en appliquant une rampe linéaire a la fréquence
de I'un des modulateurs acousto-optiques, par ’entrée de modulation analogique du syn-
thétiseur qui le pilote. Les vitesses de rampe qui permettaient de compenser 1’accélération
étaient typiquement de 100 Hz/ms, ce qui ne changeait pas la largeur mesurée des spectres.

C’est pourquoi nous n’avons finalement pas utilisé ce procédé de compensation de
I’accélération. La correction apportée nous semblait trop petite pour la complexité ajoutée.
La qualité des données finales validera ce choix a posteriori.

Sur la F1G. 5.14 nous avons tracé le spectre théorique de la résonance a 4 photons (cf
4.4.2) pour différentes vitesses de rampe notées C. Le désaccord des lasers est alors donné
par v(t) = v + C't, et le spectre des battements :

T2
P) | / ¢~i22m(+COt] gy 2. (5.11)
—T/2
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F1G. 5.13: Mesure des oscillations du centre de masse du condensat. L’écart entre les centres cy et
c_ des spectres oscille a la fréquence longitudinale du piége, c’est-a-dire 5 Hz.

lesquelles nous effectuons la spectroscopie de Bragg ont été choisies de fagon a minimiser
autant que possible ce type d’excitation des quasi-condensats. Le seuil de condensation
est franchi lentement, et un temps de d’attente de 6.5s de relaxation des excitations, en
présence d’un couteau RF fixe, précéde 'ouverture du piége.

Nous discutons ici de I'influence d’éventuelles oscillations résiduelles de ces 2 types sur
les spectres que nous mesurons.

Oscillations dans le piége

Le condensat n’est pas totalement au repos dans le piége. La relation (5.9) permet de
calculer la vitesse vy du centre de masse du condensat en fonction des centres des spectres
dans chaque direction ¢ et ¢ (en Hz),

Cy —C—
Akr,

En mesurant de cette fagon vy pour différents temps d’attente dans le piége, on trouve
une oscillation du centre de masse. C’est ce qui est représenté sur la FiG. 5.13. La courbe
principale de cette figure représente I'oscillation de la vitesse du condensat. Notons que la
vitesse maximum de cette oscillation est de 40 um/s, ce qui correspond a un déplacement
maximum de 1 gm pendant le temps de vol de 24 ms. Cette oscillation est donc trés difficile
& mesurer par imagerie, et en dessous de notre sensibilité. La fréquence mesurée par un

vo = 2 (5.10)
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il faut réaliser un grand nombre de diffractions, sur une période de l'ordre d’une heure.
Il est donc utile d’évaluer la stabilité des battements sur cette échelle de temps. Sur la
FiG. 5.12, on a tracé la moyenne de 10 spectres de battements de 2ms, dont la mesure
avait été étalée sur environ une heure. Le résultat est encore trés proche de la limite de
Fourier, avec une demi-largeur & mi-hauteur de 228(1) Hz.

IS o
| |

Puissance spectrale (u.a.)
N
L

28 29 30 31 32 33 34
Fréquence (kHz)

F1G. 5.12: Moyenne de 10 spectres battements de 2ms, mesurés sur environ une heure. Le spectre
moyen est trés proche de la limite de Fourier (en pointillés).

5.2.6 Conclusion sur la stabilité des lasers

En conclusion, nous pouvons dire que pour des temps de diffraction de 2ms, la contri-
bution des vibrations mécaniques & 1’élargissement de la résonance de diffraction est né-
gligeable. La limite de Fourier, pour la spectroscopie & 4 photons sera alors de 114 Hz (la
moitié de ce que 'on mesure sur les spectres des battements, voir paragraphe 4.4.3). Les
lasers ne devraient donc pas apporter de bruit significatif aux mesures, mais plutét un
élargissement systématique.

Il reste a évaluer les fluctuations parasites (i.e. autres que les fluctuations de phase)
éventuelles de la distribution de vitesse des condensats qui vont elles aussi élargir les
spectres de Bragg.

5.2.7 Oscillations résiduelles des quasi-condensats

Nous allons voir que ’on mesure une oscillation résiduelle du centre de masse des
quasi-condensats dans le piége. Les fluctuations de la vitesse du centre de masse des quasi-
condensats d’une diffraction a ’autre sont naturellement une source de bruit potentielle
lors de la mesure de leur distribution de vitesse longitudinale. En effet, dans le référentiel
du nuage atomique, cela correspond a des fluctuations du désaccord apparent des lasers de
Bragg.

Rappelons également ce que nous avons vu au chapitre 3 : au franchissement du seuil de
condensation des oscillations de la longueur des quasi-condensats peuvent se développer.
Ce type d’oscillation se traduit par une oscillation de la largeur du spectre de Bragg
en fonction de l'instant oi le quasi-condensat est relaché du piége. Les conditions dans
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Fi1G. 5.11: Spectres de battements entre lasers de Bragg du durées comprises enire 1 et 4ms (il
s’agit d’un seul interférogramme, tronqué a 1ms puis 2ms etc.). On voit qu’ad 2ms, le spectre est
encore trés proche de la limite de Fourier (pointillés). Ensuite, une bande latérale apparait, due
une lente modulation de fréquence (voir F1G. 5.10). On choisira donc une durée d’application des
lasers de 2ms pour la spectroscopie de Bragg.
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F1G. 5.10: (a) Battements entre lasers de Bragg. (b) Fréquence “instantanée” des battements entre
lasers de Bragg. Chaque point correspond a la fréquence des battements par plage de 250 us. Les
différents symboles correspondent & différents battements mesurés dans des conditions identiques.

Ainsi, la F1G. 5.11 montre le spectre de fréquence des battements pour différentes
durées. Tous sont calculés a partir d’'une seule acquisition de 4ms (correspondant aux
cercles pleins de la FiG. 5.10), mais tronquée suivant la durée voulue. Tous ces spectres
sont normalisés & une méme aire. On observe sur ces graphes une brusque transition entre
les spectres d’un battement de 2ms et de 3ms. En effet, pour 2ms on est trés proche de
la limite de Fourier : I’ajustement par le carré d’un sinus cardinal donne une demi-largeur
a mi-hauteur expérimentale de 228(1) Hz, soit 3% de plus que la largeur de Fourier (221
Hz). En revanche, pour les temps plus longs un deuxiéme pic se forme nettement autour
de 30 kHz soit environ 1kHz plus bas que la fréquence initiale.

L’optimum se situe donc a 2 ms.

Stabilité a plus long terme

Nous avons jusqu’ici principalement évoqué la stabilité des battements sur 1’échelle de
temps de la diffraction d’un condensat. Pour obtenir la distribution des vitesses compléte,
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Fia. 5.9: Exemple de spectre “brut”. L’efficacité de diffraction dans chaque sens est tracée en fonc-
tion du désaccord des lasers (w, —wyp)/2m. Les courbes en trait continu sont des ajustements gaus-
siens de ces spectres, pour guider loeil.

Analyse temporelle des battements

La procédure d’analyse est la suivante. Lors d’une séquence expérimentale compléte,
c’est-a-dire telle qu’elle sera réalisée lors de la diffraction de condensats, on enregistre
les battements entre les lasers de Bragg sur des durées entre 2 et 4ms, a l'instant de la
diffraction? [F1G. 5.10 (a)]. Puis on découpe ces battements en sections de 250 us. En
mesurant la fréquence centrale du spectre de Fourier de ces sections, on peut tracer la
fréquence “instantanée” des battements en fonction du temps. C’est ce qui est représenté
sur la F1G. 5.10 (b). On voit tout d’abord, sur ce graphe, que les fluctuations de fréquence
sont remarquablement reproductibles, I’acquisition des différentes séries de données étant
étalée sur un quinzaine de minutes. On remarque ensuite que la fréquence est beaucoup
plus stable pendant les deux premiéres millisecondes que pendant les deux suivantes.

En répétant l'expérience sans brancher le piége magnétique, nous avons constaté que
ces fluctuations de fréquence étaient déclenchées par des vibrations de 1’électroaimant lors
de la coupure du champ (qui a lieu 2ms avant l'origine des temps sur la FiG. 5.10). En
effet lors de la phase de piégeage magnétique, les podles ferromagnétiques s’attirent ou se
repoussent. Cela déforme légérement 'armature de ’électroaimant, qui revient brutalement
a sa position au repos lors de 'ouverture du piége. La reproductibilité des fluctuations peut
donc étre expliquée par le déclenchement systématique de vibrations mécaniques, et par le
fait qu’elles constituent la source principale de bruit.

Analyse spectrale des battements

L’analyse temporelle donne une image simple des fluctuations lentes de la fréquence des
battements. Intuitivement on en déduit qu’au deld d’une certaine durée, la largeur spectrale
n’est plus limitée par transformée de Fourier. L’analyse spectrale permet de déterminer la
durée optimum.

?Mais on ne peut pas simultanément diffracter réellement le condensat car le chemin optique des fais-
ceaux Bragg est modifié pour observer les battements (voir Fia. 5.4).
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Fia. 5.8: Principe de la mesure de Uefficacité de diffraction. Le nombre d’atomes diffractés est
obtenu par intégration de [’épaisseur optique a l’intérieur des boites. Le nombre d’atomes restant
dans le condensat est déterminé par un fit o double structure, qui tient donc compte du nuage
thermique. L’efficacité de diffraction est alors le nombre d’atomes diffractés divisé par la somme
du nombre d’atomes diffractés et du nombre d’atomes restant dans le condensat.

qu’au dela de 2ms ce probléme était supprimé. Ensuite, le temps de vol aprés diffraction
doit étre le plus grand possible afin de bien séparer les nuages, surtout dans le cas de
grandes fractions thermiques.

Le choix de 2ms satisfait ces deux critéres. Il permet, compte tenu de la hauteur
de chute limitée & environ 5mm, un temps de séparation de 22ms, soit un peu plus de
510 pm. La longueur totale du condensat étant de ’ordre de 250 pm le nuage diffracté en est
largement séparé, mais dans le cas d’une importante fraction thermique une telle séparation
est dans notre cas le minimum requis. En effet, pour la température maximale & laquelle on
envisage de faire la spectroscopie, soit environ 350 nK, le nuage thermique apreés expansion
mesure environ 330 um de demi-longueur. Donc & cette température, méme aprés 22 ms de
séparation, le nuage diffracté et le nuage thermique ne sont pas parfaitement séparés, ce
qui complique, sans étre rédhibitoire, la mesure sur les images de efficacité de diffraction.
En effet, dans ce cas il est plus difficile de mesurer précisément le petit nombre d’atomes
diffractés superposés & un nuage thermique dense.

5.2.5 Optimisation de la durée d’application des lasers de Bragg

L’analyse du bruit, ou des fluctuations de fréquence, des battements entre les lasers de
Bragg peut étre menée selon deux points de vue complémentaires : évolution temporelle et
analyse spectrale.
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5.2 Acquisition et Optimisation des spectres

5.2.1 Séquence d’acquisition
Rappelons la séquence d’acquisition d'un spectre de Bragg (voir 4.5.1). A chaque cycle
de I’expérience, un condensat est formé, puis :
1. Ouverture du piege.
Temps d’expansion (quelques ms), afin de diminuer la densité du nuage
Diffraction de Bragg (quelques ms) par les 2 réseaux de vitesses opposées.
Temps de séparation des nuages diffractés (environ 20 ms).
Image par absorption.

Analyse : mesure de la fraction d’atomes diffractés.

NS ok Wy

On recommence pour un autre désaccord, avec un nouveau condensat etc...

Nous avons, au vu de ce protocole, deux paramétres a optimiser, afin d’obtenir du
dispositif expérimental une résolution maximum : le temps d’expansion avant la diffraction,
et le temps d’application des lasers de Bragg. Nous expliquons dans la suite les choix qui
ont été faits.

Nous verrons également les différents types de bruits intervenant dans les spectres, et
les moyennages qu’ils imposent.

5.2.2 Mesure de D’efficacité de diffraction

Sur chaque image de diffraction il faut déterminer le mieux possible la fraction d’atomes
diffractés. Le principe, schématisé sur la F1G.5.8, est le suivant.

On moyenne un ensemble d’images du spectre que ’on traite. Les 2 zones ot se situent
les atomes diffractée sont alors clairement visibles, et 'on peut les délimiter au plus prés
par deux cadres rectangulaires.

Le nombre d’atomes dans chaque cadre est intégré.

Le nombre d’atomes diffracté est ensuite rapporté au nombre d’atomes condensés, c’est-
a-dire au nombre d’atomes dans le condensat restant plus le nombre d’atomes diffractés.

5.2.3 Exemple de spectre

Afin de fixer les idées, nous présentons dés maintenant, F1G. 5.9, un spectre “brut”, sans
aucun moyennage, ni optimisation particuliére. A coté est également montrée une image
aprés diffraction, & partir de laquelle toutes les informations sont tirées.

Sur ce graphe, les spectres correspondant & chaque réseau de diffraction n’ont pas le
méme centre car le condensat a une vitesse non nulle, que nous expliquons dans la suite.
Chaque spectre est donc centré sur 8wg + 2kr,vg, vg étant la vitesse du condensat.

5.2.4 Choix de I’'instant de la diffraction

Deux contraintes principales guident le choix du temps de vol avant la diffraction. Tout
d’abord la densité du nuage doit étre assez faible pour que les collisions entre atomes
diffractés et atomes du nuage initial soient négligeables. Nous avons vu a la section 4.5.3
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FiG. 5.6: Contraintes pratiques sur lalignement des faisceaur Bragg sur ’aze du dipdle. Les cotes
sont en millimétres. Le diamétre visible des faisceauz est d’environ 8 mm. Ce qui permet d’estimer
la précision de l’alignement & environ 0y, = 2 mrad.

5.1.6 Rétro-réflexion : deux sens de diffraction

Le schéma avec faisceaux rétro-réfléchis crée deux ondes stationnaires mouvantes, de
vitesses opposées’. Un condensat sera donc diffracté dans deux sens opposés [FI1G. 5.7],
avec une condition de résonance pour chaque sens, qui s’exprime :

we — wp = 8wg =+ 2kpv. (5.9)
e N P N
Vit temps de vol 2KV i = (0a = 0p) — Bor
-y > / .
(OF) ®p
g < Wp
N J
+
( — ~N
m temps de vol 2K #V it = — [(0g — wp) — BoR]
e - <—— |$ .
Wp [ON
Wz < Wp
N J
condensat . , condensat
atomes diffractés
[0 \ op temps de vol
—> ~---- .
ey, - %
Wp [0 ®
g < Wp

-~ >
AVrecule™ tvol

F1a. 5.7: Analyse d’une image par absorption d’un condensat diffracté. Les deux ondes stationnaires
mouvantes diffractent des classes de vitesse vy, différentes, dans des sens opposés. Le temps de
vol apres diffraction de l'image reproduite, qui est la moyenne de plusieurs images, est de 22ms.
Le condensat et les nuages diffractés sont donc séparés d’environ 510 pum.

Notons dés a présent que si le condensat a une vitesse du centre de masse non nulle vy,
la résonance de diffraction dans chaque sens est donnée par wyes = 8wr * 2kpvg. Dans ce
cas les spectres correspondant & chaque sens ne sont donc pas superposés.

1l y a quatre couples de faisceaux contre-propageant, mais seuls deux sont proches de la condition de
diffraction
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vu que ces transitions avaient la méme sensibilité a U'effet Doppler (voir les conditions de
résonance (4.43) et (4.51)).

Variante

Au lieu d’utiliser deux acousto-optiques pour obtenir deux faisceaux de fréquences
différentes, on peut n’en utiliser qu’un seul, pourvu qu’il soit alimenté par un champ radio-
fréquence qui contienne les deux fréquences désirées. L’intérét principal d’un tel montage
est qu’a aucun moment les deux fréquences ne sont séparées spatialement, ce qui simplifie
les réglages et augmente la stabilité.

Cependant, nous n’avons pas retenu cette solution pour plusieurs raisons. Les différents
composants des circuits RF, tels que switchs, amplificateurs, et combineur de fréquences
dont nous disposions ne généraient pas une somme tres pure, produisant des harmoniques
A wq E£n(wp—wg), & -20dB pour n = 2, par exemple. Comme nous avons vu que le montage
a deux acousto-optiques était suffisamment stable, nous n’avons pas choisie cette variante
trés compacte mais un peu plus incertaine.

5.1.5 Deéfaut d’alignement

Il est important que les lasers de Bragg soient bien paralléles & I’axe longitudinal des
quasi-condensats, pour mesurer effectivement la distribution en vitesse longitudinale. Nous
évaluons ici les conséquences d’un défaut d’alignement.

D’une facon générale, le terme Doppler dans la condition de résonance a 4 photons,
pour des vecteurs d’ondes l;a et /Zb s’écrit 2(1%:1 — Eb) - ¥. Dans le cas idéal, les lasers sont
parfaitement alignés sur ’axe longitudinal du condensat, i, et la distribution de vitesse
radiale du condensat ne contribue pas au spectre.

Placons-nous dans la situation ou 'on a un petit défaut d’alignement tel que (Ea —
Eb) <1, >~ 2kp, cos o et (Ea — Eb) -y ~ 2kr, sin . Alors le décalage Doppler de la résonance
(en Hz) devient 2kr, (v, cos a + vy sina) /2w, et I'élargissement Doppler du spectre (en Hz)
2kr,(Av, cos o + Av, sin o) /27 pour des distributions de vitesse longitudinales et selon i,
de largeurs Av, et Av,.

Or la spectroscopie a lieu aprés ouverture du piége magnétique, sur un condensat en
expansion. La distribution en vitesse sur un axe radial est caractérisée par une demi-largeur
a mi-hauteur Av, ~ 0.54w | Ry, ou Ry est le rayon de Thomas-Fermi du condensat dans
le piége (voir section 1.3.2). Ainsi, pour w; = 27 X 760Hz et Ry ~ 0.8 um, on obtient un
élargissement Doppler du spectre de l'ordre de 5 Hz/mrad, dans la limite des petits angles.

En pratique ’alignement des faisceaux sur 'axe du dipole est automatiquement assuré,
comme le montre la FI1G. 5.6. Les trous aux extrémités externes des poles du dipoéle ont un
diameétre de 5mm, et sont distants de 400 mm. De plus, le diameétre des faisceaux visible
a l’oeil, ou au viseur infrarouge, est de 'ordre de 3mm. On estime donc que l'on peut
centrer les faisceaux sur ’axe central du dipole & mieux que 1 mm. On est donc en mesure
d’obtenir un angle entre les faisceaux Bragg et ’axe du dipoéle inférieur ou égal & 2 mrad.
Par conséquent la contribution de la distribution en vitesse radiale au spectre est de ’ordre
de 10 Hz. Cette source d’élargissement est négligeable devant 1’élargissement de 115 Hz di
a la durée finie d’application des lasers de Bragg (2ms).
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de la F1G. 5.4(b). Le spectre F1G. 5.5 (a) a été mesuré avec un support de miroir cylin-
drique, de 40 cm de haut pour environ 5cm de diamétre. On observe sur ce spectre une
structure de 5 pics, signe de 'instabilité de la fréquence des battements. Le spectre F1G. 5.5
(b) a été mesuré avec des plaques de Dural comme supports de miroir. Il ne reste sur ce
spectre qu’'une seule fréquence de battement dominante, avec deux petite bandes latérales.
L’amélioration de la stabilité des miroirs est donc notable.
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F1G. 5.5: Spectres de battements d’une durée de 15ms, entre lasers de Bragg. (a) Les supports des
miroirs (M1) et (M2), sont des cylindres de 40 cm de haut pour 5 cm de diamétre. (b) Les supports
de (M1) et (M2) sont une version préliminaire moins massive des plaques de Dural de la F1G. 5.4.

Dans les conditions réelles de diffraction de Bragg des atomes des vibrations de la table
optique supplémentaires dues a ’électroaimant vont s’ajouter aux vibrations permanentes.
Des spectres des battements finalement obtenus dans les conditions expérimentales de la
spectroscopie de Bragg sont présentés Fi1G. 5.11, et discutés a la section 5.2.5. Nous verrons
qu’ils sont limités par transformée de Fourier jusqu’a des durées de 2 ms, ce qui correspond
a une largeur de résonance a 4 photons de 115 Hz.

Remarque sur I’élargissement de la fonction d’appareil

Contrairement a 1’élargissement par la durée finie d’application des lasers, 1’élargisse-
ment de le fonction d’appareil di aux vibrations des miroirs (ou d’une maniére générale au
bruit sur Aw) est le méme pour les transitions a 2 et 4 photons. En effet, nous avons déja
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(a) Configuration de diffraction du condensat

Sortie de fibre

Miroir (M1)+2/4
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(b) Configuration de mesure des battements entre lasers de Bragg
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Miroir (M1)+1/4
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F1G. 5.4: Dessin du montage des faisceauz. Les miroirs sur les chemins des acousto-optiques (MAQO)
sont o quelques centimetres de la table optique, sur des pieds en laiton massif, et vibrent peu.
Les miroirs (M1) et (M2) a 35cm de hauteur nécessitent des supports particuliers, trés rigides
longitudinalement, d’ou le choix de plaques de Dural. Ces plagques sont un peu isolées de la table
par une fine épaisseur de sorbothane (non représentée). (a) Montage utilisé lors de la diffraction
du condensat. Dans cette configuration le miroir critique est le miroir de rétro-réflexion (M1). La
lame A\/4 devant (M1) sert a régler les polarisations relatives des faisceaux contre-propageant. (b)
Montage utilisé pour la mesure et loptimisation des battements entre les lasers de Bragg. Avec
ce montage, le miroir (M2) est aussi critique que (M1), ce qui explique la nécessité de stabiliser

également son support, afin que la mesure des battements ne refiéte pas uniquement les vibrations
de (M2).
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F1G. 5.3: Exemples de schémas optiques de faisceaux contre-propageant. (a) Le désaccord des lasers
Aw vu par les atomes est sensible aux vibrations des 8 miroirs et de la séparatrice, Av(t) =
—v1 + V2 + v3 — vy (chaque vitesse est prise positive dans le sens de la fleche). (b) Dans cette
configuration beaucoup plus robuste seul le miroir de rétro-réflexion (M1) est une source de bruit
pour Aw car Av(t) = vs.

Expérimentalement, nous avons constaté que les miroirs sur des montures Radiant Dyes
fixées & des pieds en laiton massif, & environ 10 cm de hauteur par rapport a la table optique
vibraient de fagon négligeable. Ils permettent d’obtenir des battements entre deux lasers
de quelques dizaines de Hertz de large, & la limite de la résolution de 'analyseur de spectre
utlilisé. Mais le condensat est 35 cm au dessus de la table optique et il est difficile d’éliminer
les vibrations de supports aussi hauts. Nous avons donc du fixer les miroirs en hauteur sur
des plaques de métal (Dural), comme dessiné sur la FiG. 5.4. La longueur des plaques
assure une grande rigidité selon 'axe des faisceaux et minimise ainsi les vibrations. Nous
avons fixé ces plaques a la table optique en intercalant une fine épaisseur de sorbothane.

Il faut préciser qu’a priori seule la plaque supportant le miroir de rétro-réflexion est
utile pour 'expérience, comme le montre le schéma de la Fi1G. 5.3(b). L’autre plaque a été
installée pour le processus d’optimisation du montage, et la recherche des sources de bruit.
En effet, nous avons cherché & minimiser la largeur du spectre du signal de battement entre
un faisceau sorti des AOM et un faisceau passé par 'emplacement du condensat. Ce schéma,
présenté sur la F1G. 5.4(b), donne un signal sensible aux deux miroirs en hauteur (M1) et
(M2), et particuliérement au miroir (M2) puisque le faisceau s’y réfléchit deux fois. Mais le
signal doit refléter le comportement du miroir de rétro-réflexion (M1) et non uniquement
celui du miroir (M2) non critique pour la diffraction de Bragg. Il faut donc éviter que
le miroir (M2) ne vibre trop, et masque toute contribution de (M1) & I’élargissement du
spectre des battements.

Un grand soin a également été apporté a l’isolation de la table optique des sources
de vibrations. Par exemple, la pompe primaire de la pompe turbo-moléculaire, sous la
table optique, a été placée sur des sacs de sable, pour éviter de transmettre par le sol des
vibration & la table optique. Cela a permis de supprimer des bandes latérales & 25 Hz sur
le spectre des battements.

Pour illustrer 1'utilité des plaques de Dural comme supports de miroir, nous avons re-
présenté sur la F1G. 5.5 des spectres de battements de 15 ms, mesurés dans la configuration
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dont I'amplitude est maximum lorsque les lasers sont de méme polarisation.

5.1.4 Stabilité du désaccord : un enjeu crucial

En pratique, et en plus de 1’élargissement spectral par la limite de Fourier, le bruit
sur le désaccord relatif des faisceaux contre-propageant se traduit directement par un
élargissement de la résonance de diffraction.

La faible différence de fréquences nécessaire entre les faisceaux permet de les créer a
partir d’'une source laser unique. L’avantage énorme de cette situation est que les deux
faisceaux sont alors intrinséquement cohérents en phase. Et donc le désaccord relatif est
immune & tout bruit sur la fréquence de la source (par réjection de mode commun). En
pilotant des modulateurs acousto-optiques (un pour chaque faisceau) avec des synthétiseurs
radio-fréquence on peut choisir ce désaccord relatif avec une finesse, et une stabilité sur
I’échelle d’une journée, meilleures que 1 Hz.

Montage optique

En revanche, il faut parvenir & garder une cohérence de phase suffisante entre les fais-
ceaux au cours de la propagation jusqu’aux atomes. Pour des faisceaux de désaccord
parfaitement défini, les fluctuations de phase relative vues par les atomes ne peuvent
venir que de variations de la différence des chemins optiques respectifs. Ces variations
de chemin optique sont essentiellement dues aux vibrations des miroirs, qui déplacent
de facon apparente la source par rapport au point ou se trouvent les atomes. Ainsi,
un miroir vibrant, de vitesse v(t), décale par effet Doppler la fréquence vue par un ob-
servateur fixe par rapport a la source de dwpep o< kpv(t) (voir FIG. 5.2). Il est donc

V(t)/

Miroir v t
/ €>
2
dL () Bl =0+ VZ k(D)
A
Laser

F1G. 5.2: Effet Doppler induit par la vibration d’un miroir. Le chemin optique entre la source laser
et lobservateur varie a la vitesse dL/dt = \/2vu(t). Leffet Doppler sur la fréquence mesurée vaut
alors dwpop(t) = V2kLv(t).

important de choisir soigneusement le type de montage optique des faisceaux contre-
propageant. La F1G. 5.3 montre les deux montages de base possibles. Pour le montage
(a), le désaccord des lasers de fréquences w, et wp, vu par les atomes, est donné par
Aw(t) = wq —wy+V2ky,(—v1 +v24+v3—v4). Le schéma (b) montre un montage rétro-réfléchi
beaucoup plus robuste puisqu’ici Aw (t) = £(wq —wp) + 2kr,v2 ot les deux expressions “+”
et ““” de Aw(t) proviennent des deux paires de faisceaux contre-propageant de désaccord
non nul créées par la rétro-réflexion (on ne considére pas les paires formées d'un faisceau
et de sa propre réflexion).
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FiG. 5.1: Transitions mises en jeu lors de la diffraction de Bragg. Pour plus de clarté on a représenté
les transitions a 2 photons que l’on peut considérer comme briques élémentaires des transitions a 4
photons. Les transitions a 4 photons possibles sont données par l’ensemble des combinaisons de 2
transitions a 2 photons représentées. Toutes ces transitions conservent l’état interne de l’atome. Les
transitions avec changement d’état sont décalées de AE > 30 kHz par effet Zeeman des transitions
représentées, soit de beaucoup plus que la largeur d’un spectre de Bragg (qqes centaines de Hz), et
sont donc loin de résonance.

wg —wp —8wr K 2mAFE/2, seules les transitions insensibles a l'effet Zeeman (i.e Amp = 0)
sont résonnantes. Elles sont représentées sur la Fia. 5.1.

En pratique, les polarisations des lasers contre-propageants ont été choisies linéaires.
Le maximum de diffraction était alors obtenu lorsqu’elles étaient paralléles. Cela peut
s’expliquer qualitativement en considérant que pour une transition & deux photons de
type Bragg, il n’y a pas de transfert de moment cinétique aux atomes. On attend donc
un maximum de diffraction lorsque la polarisation du laser dans lequel les photons sont
absorbés est identique a la polarisation du laser dans lequel les photons sont émis. Une
autre fagon de le comprendre est que la diffraction de Bragg se fait sur un réseau d’intensité,
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Pulsation de Rabi

La pulsation de Rabi effective & 4 photons est donnée par (4.50) :

Q4
- 25A2wR ’

2l

(5.6)

avec wgr = hl{% /2m. Or, dans le régime de faible couplage, ot 'on considére la population
de ’état initial constante, la pulsation de Rabi représente en fait le taux de transitions a 4
photons (voir (4.40) et (4.41)). Donc le rapport /s, doit étre grand pour que le systéme
ne soit pas perturbé 1’émission spontanée pendant la diffraction.

Rapport transitions a 4 photons / émission spontanée

Le rapport des taux de transition & 4 photons et d’émission spontanée, en fonction de
Iintensité des lasers s’écrit :

Q r I
—— = (5.7)
’YSZ S8wr Lsat

Pour un rapport I/ = 1, ce qui est 'ordre de grandeur de ce que l'on détermine

tot ~_

empiriquement pour diffracter a résonance environ 20 % du condensat, on trouve 2/ Ysp 2

200. On s’attend donc dans ces conditions & pouvoir négliger I’émission spontanée.

Vérification expérimentale

En pratique nous n’observons pas de pertes d’atomes dans le condensat lorsqu’il est
soumis aux lasers de Bragg hors de la résonance & 4 photons. L’émission spontanée n’est
donc pas un probléme pour ’expérience.

5.1.3 Transitions mises en jeu

Meéme si ’on ne peut connaitre leur poids relatif dans le processus de diffraction, il
est intéressant de préciser les différentes transitions autorisées. En particulier, il n’est pas
évident a priori que I’état interne final des transitions a 4 photons soit identique & 1’état
initial. En effet, la polarisation quelconque des lasers par rapport au champ magnétique
résiduel autorise a priori tous les types de transition, o, o~ et 7.

En revanche, ces transitions ne sont pas dégénérées, a cause de l’effet Zeeman. Nous
pouvons estimer une borne inférieure de leur écart en énergie, en considérant que le champ
résiduel n’est tres vraisemblablement pas compensé & mieux que 50mG. Le décalage Zee-
man entre les sous-niveaux de ’état fondamental F = 1 est donc au moins de 'ordre de
+30kHz puisqu’il est donné par AE = gpmpupB, avec gp = —1/2 et up = h x 1.4
MHz/G. On obtient donc 3 conditions de résonance

2krp ny 2rAE

5 (5.8)

Wq — wp = 8wr +
ot € = 0,41,4+2 suivant que la transition correspond & Amp = 0,+1,42. Or la largeur
attendue des spectres est de 'ordre de quelques centaines de Hz, soit beaucoup moins
que ’écart entre les transitions; par conséquent en mesurant un spectre avec la condition
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5.1.2 Fréquence absolue, puissance des lasers

Le processus de diffraction utilisé pour la spectroscopie de Bragg est en compétition avec
la diffusion de photons par émission spontanée. Il faut choisir le désaccord par rapport & la
résonance de la transition atomique et I'intensité des lasers de fagon & favoriser largement
les processus stimulés & 4 photons.

Nous avons a disposition sur 'expérience des lasers accordés sur la transition |F =
2) — |F’ = 3) de la raie Dy du rubidium (X ~ 780nm), dont nous pouvons prélever une
partie pour les faisceaux de Bragg. Cela nous permet, en étant désaccordé d’environ 7 GHz
en dessous des transitions |F' = 1) — |[F’ =0, 1,2), de limiter ’émission spontanée.

Pour évaluer rigoureusement le taux d’émission spontanée et de diffraction il serait né-
cessaire de tenir compte des différents niveaux excités. Mais la direction du champ résiduel
présent a l'instant de la diffraction étant indéterminée, il est difficile d’évaluer précisé-
ment les taux d’émission spontanée et de diffraction attendus, puisqu’un grand nombre de
transitions sont permises (voir F1G. 5.1).

Nous calculons donc ici les ordres de grandeurs typiques des deux processus, dans le cas
d’un systéme a deux niveaux. Nous vérifierons ensuite expérimentalement que ’émission
spontanée est bien négligeable.

On se place dans le systéme a deux niveaux étudié a la section 4.4. On suppose de plus
que les deux lasers ont la méme intensité, ce qui se traduit par Q, = Q, = Q.

Taux d’émission spontanée

Le taux d’émission spontanée induit par chaque laser s’écrit :

T
21458’

751)

ou le parameétre de saturation s est défini par :

. 0?%/2
A2 T2/4

ou, de facon équivalente,
_ I/Isat

8_4
4A27
1+ 5+

car la fréquence de Rabi est liée & I'intensité du laser par :

0 I
2— = —. 4
FQ Isat (5 )

Comme A ~ 7GHz et I' = 5.9 MHz, alors A > T, et vy, se met sous la forme simplifiée :

ro?

/}/Sp ~ E (55)

Le taux total, tenant compte des deux lasers vaut 75" = 27sp.
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Chapitre 5

Mesure de la distribution des vitesses
d’un quasi-condensat par
spectroscopie de Bragg

Dans ce chapitre nous présentons la réalisation de la mesure de la distribution de
vitesse longitudinale d’un quasi-condensat. Nous décrivons tout d’abord le montage des
lasers de Bragg, et les choix qui ont été faits pour obtenir la meilleur stabilité possible de
leur désaccord relatif, la résolution spectrale nécessaire étant de ’ordre de 100 Hz. Ensuite,
nous détaillons la séquence expérimentale d’acquisition d’un spectre et les paramétres a
choisir pour optimiser la résolution. En particulier, nous discutons des différentes sources de
bruit a considérer, et du moyennage qu’elles impliquent. Enfin, nous analysons les résultats
obtenus, et les confrontons & la théorie exposée au chapitre 4.

5.1 Dispositif et caractéristiques des lasers de Bragg

5.1.1 Donnée préalable : état interne des atomes

Le condensat est produit dans 'état |F' = 1, Mp = —1) et reste dans cet état lors de
la coupure du piége car le moment cinétique des atomes suit adiabatiquement le champ
magnétique résiduel. Nous savons ceci par expérience : lorsque 'on transfére par radio-
fréquence une fraction du condensat dans les états |[F' = 1 Mp = 0) et |[FF = 1Mp = 1)
juste avant d’ouvrir le piége, trois nuages distincts sont obtenus aprés temps de vol. En
I’absence de transfert radio-fréquence avant l'ouverture on n’observe qu’un seul nuage,
signe du suivi adiabatique du champ.

En revanche, on ne connait pas la direction du champ magnétique local apres I’ouverture
du piége et donc on ne connait pas I'axe de quantification associé a I'état |F =1, Mp =
—1).
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Distribution des vitesses

Dans le piege, la distribution des vitesses est directement liée aux fluctuations de phase.
La largeur caractéristique correspondante est donnée au paragraphe suivant.

Le piége étant trés anisotrope, la distribution des vitesses longitudinales est peu af-
fectée par I'expansion, car ’essentiel de I’énergie de champ moyen est libéré dans les di-
rections radiales. A partir du modéle d’expansion de Y. Castin et R. Dum [27|(voir les
rappels théoriques section 1.3.2), on peut déterminer la distribution des vitesses longitudi-
nales aprés la coupure du piége. Dans le cas de 'ouverture instantanée du piége, une fois
atteint le régime asymptotique ¢ > 1/w,, on obtient alors la distribution de vitesse lon-
gitudinale normalisée D(v,) = (15/16Vexp)[1 — (v2/Vexp)?]?, de demi-largeur a mi-hauteur
Av, = Vep(1 — 1/4/2)Y2 avec la vitesse caractéristique d’expansion Vexp = %L"—iLowZ.
L’élargissement Doppler résultant est :

2kr,

AVSZ% ~ ﬁAU”Z ~ 60 Hz.

Fluctuations de phase

On veut mesurer la distribution de vitesse longitudinale associée aux fluctuations de
phase dans le piége. Nous avons vu a la section 4.2.6 que le temps caractéristique de
leur évolution hors du piége était trés grand devant tous les temps d’évolution accessibles
a notre expérience : le temps de chute maximum autorisé est de I'ordre de 27 ms. Nous
avons également estimé ’ordre de grandeur de la longueur de cohérence qui leur est associée
L4 ~ Lo/10, pour nos parameétres. Nous en déduisons I'ordre de grandeur de I’élargissement

du spectre :

2k, h
Avguet ~ — —— ~ 150 Hz.
Piluct 2w mLg SO Hz

D’aprés les calculs d’ordre de grandeur des autres effets, celui-ci est dominant.

Conclusion

D’aprés ce comparatif, il n’y a pas d’inconvénient & effectuer la spectroscopie sur le
condensat en expansion, puisqu’a la fois les fluctuations de phase ne doivent pas évoluer
pendant ce temps de vol nécessaire, et leur signature spectrale ne devrait pas étre noyée
par D'élargissement di & ’expansion longitudinale. On évite ainsi le probléme des collisions
entre atomes diffractés et atomes du condensat.

Notons néanmoins que I’élargissement spectral di a I’expansion du nuage hors du piége,
ainsi que l’élargissement de Fourier, ne sont pas négligeables devant la contribution des
fluctuations de phase. Nous en tiendrons compte dans une fonction d’appareil, qui inclura
d’autres sources d’élargissement provenant des imperfections de la mesure, que nous allons
voir dans le prochain chapitre. Ce dernier chapitre décrit la procédure d’acquisition des
spectres, et leur analyse.
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Le probléme des collisions

Les atomes diffractés ayant une vitesse supérieure a la vitesse critique pour la superflui-
dité, ils subissent des collisions avec les atomes du condensat. Ces collisions non seulement
dispersent les atomes diffractés en un halo, ce qui rend leur comptage difficile, mais en
plus diffusent des atomes du condensat, mélangeant ainsi atomes diffractés et atomes sim-
plement diffusés comme le montre la FiG. 4.8. On estime le nombre moyen de collisions
Neon pour un atome diffracté traversant tout le condensat suivant son axe longitudinal par
Neont = 0 [ n(0,0,2)dz ~ 0.4Ngo/R?, ot n(x,y, 2) est la densité spatiale du condensat :

— dans le piége : Neoy =~ 18,

— apres expansion : Ngo ~ 0.18.

Le condensat piégé, en son centre, est donc collisionnellement épais, au contraire du cas
aprés expansion, ou la densité est réduite de deux ordres de grandeur en 2ms. C’est la
principale raison pour effectuer la spectroscopie hors du piége.

atomes diffusés
condensat par collisions

(b)

atomes diffractés, sans diffusion

F1a. 4.8: (a) Image résultant de la diffraction d’un condensat dans le piége. Les atomes diffractés
ont subi des collisions avec les atomes du condensat, ce qui produit le halo diffus. (b) Diffrac-
tion aprés 2ms d’expansion, le nuage diffracté est bien visible, et non diffus. Les collisions sont
négligeables.

Energie de champ moyen

Elle est principalement source d’un élargissement du spectre (cf Eq. (4.59)), noté Avip,
proportionnellement & la densité atomique.

— Dans le piége : Avyyt ~ 300 Hz

— Apreés expansion : Ay ~ 3Hz



104

Chapitre 4 — Quasi-condensats et principe de la mesure des fluctuations de phase

des contributions de chaque élément de densité n données par 'Eq. (4.55), soit :

no
Naigt (Wap) —/ Niitt (Wap, )N (n)dn, (4.56)
0

ou N(n) = (15n/4ng)\/1 — n/ng est la distribution de densité normalisée, pour un
profil de Thomas-Fermi [5], avec ng la densité au centre. En faisant I’approximation
16wR/w£’(n) =1, on obtient 'expression explicite :

Naift (wab) < : (4.57)

2h(wap — 8wr) 1 2h(wap — 8wr)
gno gano

On remarque que lefficacité de diffraction est nulle & la fréquence de résonance 8wy
que 'on aurait en l’absence de champ moyen. Cela s’explique par le fait que tous
les atomes diffractés voient un champ moyen non nul. En d’autres termes, 1a ou le
champ moyen est nul, il n’y a pas d’atomes a diffracter.

On déduit de cette expression le désaccord moyen du spectre (wqp), et sa demi-largeur
A mi-hauteur Aw, tous deux linéaires vis-a-vis de la densité :

2 gng
ab/in = - 4.58
{Wab)int = (4.58)
Awi =~ 0.37% (4.59)

Pour finir, rappelons que ces valeurs sont calculées dans le cas de transitions a 4
photons, et sont & multiplier par 2 dans le cas transitions a 2 photons.

En pratique, nous nous placerons dans une situation ol la densité atomique sera faible,
et oul les effets sur les spectres des interactions de champ moyen seront négligeables.

4.5.3 Comparaison de la spectroscopie dans le piége et hors du piége

Comme nous allons le voir, les collisions entre le condensat et le nuage diffracté rendent
difficile la spectroscopie dans le piége. Une solution est de couper le piége et de laisser la
densité décroitre avant d’appliquer les lasers de Bragg. Nous comparons ici les différentes
contributions aux spectres dans les deux situations, dans nos conditions expérimentales
typiques. Les parameétres sont les suivants :

fréquence radiale du piége : w; = 27 x 760 Hz

fréquence longitudinale du piége : w, = 27 x 5 Hz
nombre d’atomes condensés : Ny = 5 x 104

longueur de diffusion : @ >~ 5.31 nm

section efficace de collision : o = 87wa?

temps d’expansion éventuel : 7oy, = 2ms

demi-longueur du condensat dans le piege : Ly ~ 130 um
rayon du condensat dans le piége : Ry ~ 0.8 um
demi-longueur du condensat aprés expansion : Leyxp, = Lo
rayon du condensat aprés expansion : Rexp ~ 8 pm
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Effet de l’interaction de champ moyen sur le spectre de Bragg

L’effet du potentiel de champ moyen, dii aux interactions entre atomes, est d’une nature
fondamentalement différente de celle du potentiel magnétique. Cette différence vient du
fait qu’'ne particule dans le mode du condensat voit un potentiel de champ moyen deux
fois plus faible qu’une particule hors du mode du condensat, comme un atome diffracté par
exemple. Nous présentons ici les changements qualitatifs qui en découlent.

L’étude théorique de la diffraction de Bragg d’un condensat piégé a été menée dans
[73]. Nous adaptons ici les résultats de cette référence a la spectroscopie a 4 photons quasi-
résonnante, avec une durée infinie de I'impulsion laser pour s’affranchir de ’élargissement
du spectre par transformée de Fourier.

Condensat homogéne — On considére tout d’abord la spectroscopie d’un condensat ho-
mogéne de densité n. En se plagant dans le cadre de la théorie de Bogoliubov [14]
pour un condensat homogéne, la diffraction de Bragg transfére une partie de la po-
pulation du mode du condensat vers les états excités d’énergies hw?, dont la relation
de dispersion est donnée par :

2 2
hwB = \/q— [q— + an} , (4.54)

oil ¢ est 'impulsion de 'excitation et ¢ = 47h%a/m, a étant la longueur de diffusion.
En pratique, I'énergie des excitations créées est dominée par le terme ¢2/2m, & cause
de la grande impulsion des photons optiques. Dans cette limite on a par conséquent
hw,];’ = ¢%/2m + gn, ce qui suggére I'appellation “excitations de type particule”. La
fraction de la population du condensat diffractée vers le mode d’impulsion g = 4hky,
vaut [73] :
0 wB(n
Ndiff(wab,TL) = %?TWT&(WGI) _ q2( )

), (4.55)

avec hwf(n) = 16Awgr + gn. On peut tout d’abord vérifier que I'on retrouve bien le
résultat de 'Eq. (4.52) avec T'— oo dans la limite g = 0 et p = 0 (le condensat est
ici immobile). On voit ensuite que les interactions modifient & la fois Pamplitude de
couplage et le centre de la résonance. On peut retrouver la condition de résonance
par la conservation de 'impulsion et de I’énergie, en tenant compte du fait que les
excitations ont une énergie de champ moyen deux fois plus grande que les atomes du
condensat, ’écart devant étre apporté par les photons en plus de ’énergie de recul.
La modification de 'amplitude du couplage par les interactions provient quant & elle
de lexpression de 'amplitude des modes excités [73].

Condensat inhomogéne, approximation de densité locale — L’application du résul-
tat précédent pour déterminer le spectre d’'un condensat avec un profil de Thomas-
Fermi est simple dans le cadre d’une approximation de densité locale [74]. Ce traite-
ment est valable tant que la longueur d’onde des excitations est trés petite devant la
longueur du condensat, ce qui est largement vérifié dans notre cas. Chaque volume
élémentaire de densité n du condensat se comporte, dans cette approximation comme
un condensat homogeéne de méme densité. La fraction diffractée est alors la somme
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Une fraction de la population de la classe d’impulsion résonnante p du condensat?
est diffractée dans un état d’impulsion p + 4hky,. Ce mode est initialement vide car
hkr, est trés grand devant la largeur en impulsion du condensat.

Séparation spatiale — Une fois le piége coupé, le mode de grande impulsion se sépare
spatialement du condensat, pendant un temps d’évolution libre.

Image, Mesure — On prend une image par absorption, qui montre les deux nuages d’atomes
séparés. On mesure la fraction d’atomes qui a été diffractée.

On recommence — On recommence la séquence, avec un nouveau condensat, pour d’autres
valeurs du désaccord des lasers, et on trace finalement la fraction d’atomes couplés
en fonction de wgp.

4.5.2 Les différentes contributions au spectre de Bragg

Nous présentons ici les différents facteurs élargissements d’un spectre de Bragg. Pour
éviter les confusions, toutes les largeurs mentionnées sont des demi-largeurs & mi-hauteur.
Nous les noterons par leur acronyme anglais HWHM (pour Half-Width at Half-Maximum).
Ce choix a ’avantage d’étre applicable & n’importe quel profil, alors qu’une largeur qua-
dratique moyenne, par exemple, n’est pas définie pour une lorentzienne.

Limite de Fourier

La durée T d’application des lasers impose une limite fondamentale & la largeur des
spectres mesurés, qui varie comme 1/7".

Effet Doppler

Comme nous l’avons montré pour la diffraction d’atomes libres, la distribution des
vitesses selon ’axe des lasers est imprimée dans le spectre de Bragg par l'intermédiaire
du terme d’effet Doppler dans la condition de résonance. Pour une distribution de largeur
Aw, la contribution au spectre est de largeur Awpep, = 2k, Av. C’est cette contribution
spectrale que nous voulons mesurer.

(Absence d’)Effet du champ magnétique sur le spectre de Bragg

Un potentiel extérieur, de type potentiel magnétique, ne change pas la condition de
résonance des transitions & 4 photons car les états internes finaux et initiaux des atomes
sont les mémes. Une conséquence importante de cela est I'immunité de Uefficacité de dif-
fraction vis-a-vis des variations temporelles et spatiales du champ magnétique. Cependant,
un champ magnétique inhomogeéne peut accélérer les atomes ce qui se répercute par effet
Doppler sur le spectre.

‘De méme qu’au début du chapitre on ne considére que la composante de 'impulsion des atomes
paralléle aux lasers, sans perte de généralité, car elle seule intervient dans les conditions de résonance. La
composante orthogonale peut étre quelconque.
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Fi1G. 4.7: Résonance d’une transition & 4 photons. La largeur est divisée par 2, pour une méme
durée d’impulsion créneau T, par rapport a la transition a 2 photons (courbe en tirets). La fréquence

centrale est we, = SwR + 2’“7”’.

4.4.5 Pourquoi ’appellation “diffraction de Bragg”

On appelle souvent ces transitions multiphotoniques avec transfert d’impulsion “dif-
fraction” d’atomes par la lumiére. En effet, un atome dans le champ de deux lasers
contre-propageant voit un potentiel périodique, qui diffracte 'onde de de Broglie asso-
ciée & 'atome. Cette analogie optique permet de trouver les conditions de diffraction, qui
sont identiques aux conditions de résonance des transitions a n photons.

Pour des calculs explicites, quantitatifs, la description en termes de transitions multi-
photoniques est cependant beaucoup plus pratique.

4.5 Application a la mesure de la distribution des vitesses
longitudinales d’un condensat de Bose-Einstein

Nous discutons dans ce paragraphe des conditions générales de I’applications des transi-
tions & 4 photons & la mesure de la distribution des vitesses longitudinales d’un condensat.
Apres avoir décrit la séquence expérimentale “type”, nous présentons les conséquence sur
les spectres des interactions atomiques. Nous motivons en particulier le choix d’effectuer
la spectroscopie du condensat hors du piége.

4.5.1 Protocole

Trés briévement, la mesure de la distribution des vitesses se fait selon la séquence
suivante :

Impulsion lasers — Une fois le condensat obtenu, on applique, soit avant, soit apreés
ouverture du piege (voir implications plus loin), une impulsion de deux lasers contra-
propageant, de vecteurs d’ondes £k, désaccordés 'un par rapport & 'autre de wgp.
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On a choisi £, réelles. Dans le cas présent, I’expression devient :

O _ (QaQb)2
- 25A2wg’

ot 'on a utilisé Az ~ A1 = A > wg, et Ay = 4wg.

(4.50)

4.4.2 Condition de résonance et amplitude de couplage
La condition de résonance s’écrit comme auparavant § = 0. Mais le désaccord vis-a-vis
de la résonance est ici donné par :

4k
§ = 2(wa — wp) — 16wy — nsp, (4.51)

Avec cette expression de §, 'équation (4.44) est toujours valide ce qui donne comme
population de I’état d’impulsion 4hky,, pour une “impulsion créneau” de durée T :

2 - . 2
kY sin T'(wap — we)
C )2 — oo \mab Te) 4.52
‘ 3(wab7p)’ ( 9 > |: T(wab — wc) ) ( )
ol wgp = W, — wp est comme auparavant le désaccord entre les lasers et w. = S8wr + %TLP

est la fréquence de résonance a 4 photons.

4.4.3 Comparaison des spectres a 2 et 4 photons

Il est intéressant de comparer 'Eq. (4.52) & son analogue (4.45) sur 2 points :

1. Tout d’abord, on voit que 'argument du sinus cardinal varie avec le désaccord des
lasers comme Twgyp, et non plus Twgy/2. Cela a comme conséquence importante que
Pélargissement du spectre par la durée finie du créneau est divisé par deux (voir
F1G. 4.7). On peut relier cela au pouvoir séparateur d’un réseau en optique, qui est
deux fois meilleur pour une diffraction au second ordre.

2. En revanche, la dépendance de w. en p est identique, ce qui signifie que la sensibilité
de la mesure & p n’a pas changé. En particulier, dans le cas d’'une impulsion de durée
infinie, on retrouve exactement la relation (4.48).

Le spectre obtenu par transitions & quatre photons (pour une distribution d’impulsion

de la forme §(p)) est donc de forme semblable a celle du spectre représenté sur la F1G. 4.5,
mais son centre est décalé de 4wp et sa largeur est divisée par deux.

4.4.4 Généralisation a un atome a plusieurs niveaux

Dans le cas d’'un atomes a plusieurs niveaux excités, la fréquence de Rabi généralisé
pour les transitions & 4 photons est la somme des fréquences de Rabi

00295,

ZZ FAR o (4.53)

ou 7 et j sont deux états excités transitoires parmi n possibles, et ou les fréquences de
Rabi sont définies par f; = —(i|d- Ea|j) /R et Q5 = —(j[d- E|i) /. Les désaccords A; sont
définis quant a eux par hA; = E; — hw,.
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Pour une impulsion de durée infinie la fonction d’appareil est infiniment fine et le spectre
de Bragg reproduit la distribution d’impulsion. On obtient N3(wap) o< | f[57 (wab — we)ll?,
en utilisant (4.46). De 1a découle le résultat, par ailleurs intuitif, reliant la largeur du
spectre Aw et la largeur Ap de |f(p)|? :

Aw = &Ap (4.48)
m

4.4 Extension aux transitions a 4 photons

Energie

|g.p+4 fik >

lg.p+2 fik,>

lg.p>

T T T T

0 1 2 3 4 5
Impulsion (* hk.)

Fi1G. 4.6: Diagramme d’une transition & 4 photons.

En pratique nous utilisons des transitions & 4 photons (voir F1G. 4.6). L’avantage de
ces transitions est de communiquer une impulsion de 4hk;, aux atomes, et donc de mieux
séparer spatialement, aprés un temps d’évolution libre donné, les deux nuages d’atomes
(dans les états |g, p) et |g, p+4hky)). De plus, comme nous allons le voir, ce processus divise
par deux I’élargissement du spectre dii au temps d’interaction fini. Par un calcul similaire
a celui qui vient d’étre développé, on peut se ramener & un systéme & deux niveaux.

4.4.1 Fréquence de Rabi

La fréquence de Rabi effective se déduit de I'expression générale pour les transitions a
2n photons [72] :
(QaQb)n

0= :
22n71A1A2 . Agnfl

(4.49)
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La courbe de résonance est tracée sur la FiG. 4.5. La résolution d’une mesure effec-
tuée dans ces conditions peut étre définie par la largeur de cette courbe, naturellement
proportionnelle & 1/7T".

Nog (TO2)?

(TCY2)%2

v

®o 27927 ©ab

FiG. 4.5: Résonance de la transition a 2 photons pour une impulsion de durée T', de fréquence de
Rabi effective Q, avec w, = dwgr + 2krp/m, ot p est Uimpulsion initiale de l'atome. La largeur a
mi-hauteur est donnée par 2.782/T, et la fréquence centrale w. = dwr + 2kLp

m
Créneau de durée infinie

Il est utile pour la suite de considérer la limite T — oo : dans cette limite (1/7'7)[sin(Tz)/x]> —
d(x), avec d(x) la fonction delta de Dirac. L'Eq. (4.45) prend alors la forme :
ﬁQﬂ'T
2

N3(wap; p) = O (wap — we)- (4.46)
Ce résultat signifie simplement que pour un couplage de durée infinie, la sélection en énergie
est infiniment fine (et la conservation de 1’énergie exactement respectée).

Spectre de Bragg d’un paquet d’onde

Les résultats précédents donnent les spectres de Bragg obtenus pour une onde de de
Broglie plane, c’est & dire d’impulsion parfaitement définie. La généralisation & un paquet
d’onde est immédiate [70]. Le paquet d’onde |¢(t)) se décompose sur les états |1,(t))
deéfinis par les Eq. (4.36) (et évoluant indépendamment les uns des autres), selon | (t)) =
[ £(p)|p(t))dp ot la distribution dans 1’espace des impulsion |f(p)|? est normalisée. Le
spectre de Bragg prend alors la forme :

2
Na(ww) = [ 10) Nateri ), (4.47)
ce qui s’interpréte comme la convolution de la distribution des impulsions |f(p)|? par la
“fonction d’appareil” de la mesure N3(wqp; p). La largeur du spectre dépend alors a la fois
de la largeur de la distribution d’impulsion et de la largeur de la “fonction d’appareil”,; les
contributions respectives dépendant de la forme de chacune des fonctions.
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obtient finalement les équations d’évolutions équivalentes & un systéme a deux niveaux :

dC Q120

d—tl = 2'562( “ . +6)tC (440)
dC Q1o

d—tg == 236 ( ’ +5)t0 (441)

~ . 2 ~ i 2 ., . .
avec Cp = Cp e Il"t/AA Oy — (O e~ UWIt/4A of 15 fréquence de Rabi effective pour ce
systéme & deux niveaux :

—  Q
Q= Ab. (4.42)

Condition de résonance et faible couplage
On déduit des équations (4.40) et (4.41) la condition de résonance ¢ + W =

0, ot les termes |Q,;|?/4A représentent les déplacements lumineux des états |1) et |3)
respectivement.

Dans la limite de faible couplage, utile pour la spectroscopie de Bragg, on peut négliger
les déplacements lumineux. La condition de résonance est alors donnée par :

P
o — wp — dup + PP (4.43)
m

avec wg = hki/2m. Le deuxiéme terme de cette équation est le terme crucial pour la
spectroscopie de Bragg, puisqu’il contient, sous forme d’effet Doppler, la dépendance en
vitesse de ’atome. Notons enfin que l’on retrouve la condition de résonance en écrivant
simplement la conservation de I'impulsion et de ’énergie pour la transition & deux photons.

Toujours dans la limites de faible couplage, on peut résoudre perturbativement les équa-
tions (4.40) et (4.41) pour le systéme initialement dans l’état |1), soumis & une impulsion
laser de durée finie. Cela consiste a garder constante la population de I’état initial. La va-
riation temporelle de 'intensité des lasers est introduite dans la fréquence de Rabi effective
Q = Q(t), que I'on choisit réelle pour simplifier les notations. La population N3 = |C3]? de

létat |3) s’écrit simplement :
0 iy
5) = ’/ e ldt
2

La population transférée dans I’état |3) est donc proportionnelle a la densité spectrale de
puissance de €Q(t) a la fréquence 0.

(4.44)

Spectre de Bragg associé a une “impulsion créneau”

Pour une impulsion en forme de créneau de durée T et d’amplitude ©Q on obtient un

sinus cardinal : )
2 T
T sin 5 (wap — we)
N3(wap; p) = (—) . (4.45)
2 %(wab - c)

On a posé 0 = wyp —we avec we = dwr + 2k, p/m. La condition de validité de cette solution
perturbative est TQ/2 < 1.
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Hamiltonien atomique

Dans cette base d’états, 'hamiltonien atomique H 4 s’écrit :

2 2 2
p (p + hky) (p + 2hky)
Hjy=—|1)(1 _ 22|+ ————— 4.
a= )+ [ L | )2+ T gy ) 4a)
Hamiltonien d’interaction
L’hamiltonien d’interaction dipolaire €lectrique est égal a Hy = —d (E + Eb) [71],

ot d est le moment dipolaire électrique de I'atome. On considére que E ne couple que les
états |1) et |2) et Ej les états [2) et [3), ce qui est justifié lorsque hd < E) — Es. En faisant
lapproximation quasi-résonnante (ou approximation du champ tournant), on peut alors
écrire :

Q - Qp .
Hy = hgte ! 2)(1] + h7”e—1Wbt\2><3| + hec. (4.38)
Les fréquences de Rabi €, sont définies par Q5 = —<e|&r{"b|g>. Noter de plus que la

régle de sélection sur les impulsions des états couplés par Hy est déja prise en compte dans
'Eq. (4.38). Le facteur et?rz = [ |Ip){p £ hky,|dp de Pexpression des champs électriques,
qui induit cette régle de sélection, n’apparait donc pas dans (4.38).

Equation de Schrédinger

L’équation de Schrodinger dépendante du temps donne alors les équations d’évolution
des coefficients C;(p,t) :

O I O

T L

dCsy . Qg N Y73 i(A+5)t

e i 5 e'=tCy — i 5 e C3 (4.39)
dC Ay

dt3 = — 2b6 (A+5)tc27

oil A — hkL + kLp + wy — w, représente le désaccord de w, & la transition |1) < [2), et
2hk2
§=-—-="=L

L= %TLP + wq — wp le désaccord de wyy a la transition |1) < |3).

4.3.3 Solution : systéme a deux niveaux équivalent
Systéme a deux niveaux équivalent

Dans le cas qui nous intéresse, o A > |[Q,], ||, d, on peut éliminer adiabatiquement
le niveau intermédiaire |2) en supposant que I’évolution de Cs est trés rapide devant celle de
C et C3 et donc en négligeant la dépendance temporelle de ces coefficients dans 'Eq. (4.39).
On néglige ensuite, dans I'expression de C5 obtenue, les termes oscillant rapidement aux
fréquences A et A + §, dont la contribution a I’évolution de C] et C3 se moyenne & 0. On
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le,p+hk,>
A
A ~7 GHz
~) [ ) <« %
coa,ﬁkL p O\)b, 'T]kL ’qh_)

C [N

LLl
L »
(‘Ob, 'hkL p+2ﬁk|_ |g,p+2 hkL>

> kb : O ~100 Hz

~15 kHz

|9.p>

0 1 2 3
Impulsion (x fky)

FiG. 4.4: A gauche, représentation symbolique de la diffusion stimulée a 2 photons : le photon
de pulsation w, est absorbé, et un photon de pulsation wy, est émis de fagon stimulée. A droite,
diagramme des états atomiques couplés. Les ordres de grandeur des fréquences mises en jeu sont
indiqués.

les transitions Raman couplent 2 niveaux fondamentaux internes de ’atome. Le formalisme
est cependant identique.
4.3.2 Equation de Schrddinger

Considérons un atome dans les champs E, et Eb des lasers a et b :

—

. St

Eq(z,t) = o> [e_z(w‘lt_k”) —|—C.C.:| (4.34)

Ey(z,t) = % [eii(“’bwk”) + c.c.] . (4.35)

On écrit ’état v, de I'atome sous la forme :
_ it

(Ugp) = Cilp,t)e™"2m
L (p+hkp)2

(W) = Calp,t)e " Fami oo (4.36)
( )?

(Blep) = Calpt)e i,

avec la condition de normalisation (Y |1,) = 6(p — ).
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FiG. 4.3: Distributions en impulsion longitudinale d’un quasi-condensat en expansion pour deux
valeurs du paramétre v = py/Pexp- Pour la comparaison, elles sont normalisée a 1 en p, = 0.
La courbe avec v = 0 (la plus étroite) correspond & un condensat sans fluctuations de phase. La
courbe a v = 3 montre une distribution dominée par les fluctuations de phase. Elle est quasiment
indiscernable de la lorentzienne (pointillés) de largeur 0.64p, et donc quasiment identique & la
distribution dans le piége.

4.3 Diffraction de Bragg, transition & 2 photons sélective en
vitesse

Dans cette partie, nous exposons le principe de la sélection en vitesse des atomes.
L’interprétation en terme de diffusion stimulée a 2 photons est tout d’abord présentée,
permettant une approche quantitative.

4.3.1 Principe

Le principe est le suivant : un atome est éclairé par deux lasers a et b de vecteurs
d’ondes kpi, et —kpu, et de pulsations associées w, et wp. On note p la projection de
I'impulsion initiale de I’atome sur ’axe des lasers. L’impulsion orthogonale aux lasers est
une constante du mouvement, quelconque. Chacun des lasers est quasi-résonnant avec la
transition atomique de pulsation wg. Le diagramme de la Fi1G. 4.4 montre les niveaux
d’énergie de ’atome et leur couplage. Il apparait sur ce schéma que ’on peut choisir les
désaccords A ~ wy — w, et wep = we — wp de sorte que 'absorption d’un photon du laser
a et I’émission stimulée d’un photon dans le mode du laser b soit un processus résonnant.
On peut donc écrire ’équation de Schrodinger de I’atome dans le champ des lasers, en
considérant le systéme a trois niveaux de la F1G. 4.4. On néglige alors I’émission spontanée,
ce qui requiert A > I', ou I' est la largeur naturelle du niveau excité. Les trois niveaux
couplés, nommés |g,p), |e,p + hkr) et |g,p + 2hkr,) sur le schéma, sont caractérisés par
I'état interne de 'atome (|g) étant I’état fondamental et |e) I’état excité) et son impulsion,
mais pour plus de simplicité ils seront respectivement désignés dans la suite par |1), |2) et
|3) et leur énergie par FEq, E2 et Fs.

L’étude quantitative des transitions a 2 photons présentée maintenant est détaillée dans
[70], & propos de transitions Raman. Contrairement aux transitions “de Bragg” traitées ici,
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d’un champ de vitesse longitudinal qui se développe en un temps de 'ordre de wll. On
peut écrire, tant que I’expansion longitudinale est négligeable :

v.(z) = sz (4.30)

o L est la demi-longueur du quasi condensat et V. = Ze*w | L (voir section 1.3.2), avec
€e=wy/w,.

Or, nous avons vu, notamment avec ’équation (4.27), que la distribution en impulsion
totale du quasi condensat était la somme de distributions en impulsion “locales” de demi-
largeur a mi-hauteur Ap(z) = h/2Lg(2), découlant de la longueur de cohérence locale
L4(z), pondérées par la densité 1D nip(z). L'effet du champ de vitesse d’expansion est
alors simplement de centrer la distribution en vitesse locale autour de la vitesse d’expansion
locale v,(z). La distribution en impulsion totale devient donc la somme de lorentziennes
de largeurs et de centres dépendant de z. On aboutit donc & :

1 s .
= — — —Z[pz—pex (Z)]S/h
P(p.) 57 dz nlD(z)/ds exp ( 2L¢(z)) e P , (4.31)

Ol Pexp(z) = muv,(z). Ce qui peut se mettre sous une forme directement comparable &
(4.28) :

nip(z) 2
P(p.) ~ "o / dz 2[”“”(0)] S (4.32)
27y |:n1D(z):| [szpexp(z)] +1
n1p(0) 2 4
Une autre formulation,
nip(z) 2
P(p.) = "2 / dz [”m(o)] (4.33)
27 Pexp mp()] (e 2)* 22
nlD(O) Pexp L 4

permet d’exprimer P(p) en fonction de ¥ = pg/Pexp, avec Pexp = mV..

Le paramétre v détermine la prédominance, dans la distribution en impulsion, de I'im-
pulsion de I'expansion due au champ moyen ou de celle des fluctuations de phase. Pour
v — 0, on retrouve la distribution en impulsion a 7" = 0 (1.20). En revanche, pour v > 3, la
distribution initiale n’est quasiment pas affectée par ’expansion, sa largeur ne changeant
pas de plus de quelques pourcents pendant ’expansion [F1G.. 4.3].

4.2.7 Conclusion

Cette étude montre que la distribution en impulsion est une trés bonne observable pour
caractériser les quasi-condensat, méme pour un quasi-condensat en expansion. De plus,
comme nous allons le voir, la méthode de spectroscopie de Bragg est trés bien adaptée a
cette mesure, et donne directement accés & la quantité physique que 'on veut mesurer.
Autrement dit, la difficulté essentielle de cette méthode est d’obtenir la distribution en
vitesse avec peu d’erreurs systématiques (ou des erreurs bien maitrisées) et peu de bruit.
Mais ensuite I'interprétation des signaux sera simple.

Voici & présent la description théorique de la mesure de la distribution en vitesse par
spectroscopie de Bragg.
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lorentzienne, de demi-largeur & mi-hauteur Ap ~ 1.8h/L [5], dans le cas Thomas-Fermi
3D. Par conséquent, les fluctuations de phase non seulement élargissent la distribution par
un facteur de I'ordre de L/4Lg, mais changent également la forme de son profil.

4.2.6 Fluctuations de phase d’un quasi-condensat en expansion

Pour des raison pratiques, la mesure de la distribution en impulsion doit se faire aprés
avoir relaché le quasi-condensat du piége (voir la discussion a la fin du chapitre). Il est
donc nécessaire d’estimer I’évolution des fluctuations de phase pendant le temps d’expan-
sion précédant la mesure. Il faut également estimer la modification de la distribution en
impulsion du fait de I'expansion.

Evolution des fluctuations de phase

L’évolution des fluctuations de densité pendant I’expansion libre du quasi-condensat a
été étudiée par Petrov et le groupe de Hannovre dans [11] et [56]. C’est en établissant le lien
entre fluctuations de densité aprés expansion et fluctuations de phase initiales qu’ils ont
pu mettre en évidence expérimentalement 1’existence de quasi-condensats pour la premiére
fois.

Pour notre part, nous devons estimer 1’échelle de temps d’évolution des fluctuations
de phase hors du piége. Pour cela, on se place dans 'approximation de densité locale, et
I’on décompose les excitations de basse énergie sur la base des ondes planes. La densité
du quasi-condensat évolue selon la loi d’échelle décrite a la section 1.3.2, soit ng(r ,t) =
no(ri/AL,0)/A2, avec A\ =1+ 72, ott 7 = w, t. On se place dans la limite ¢ < w, /w2,
ou l'expansion axiale est négligeable. La relation de dispersion des excitations est la loi de
Bogoliubov habituelle wP () = \/wg(wk, + /A1), ot u est le potentiel chimique initial du
condensat. A partir de 'évolution des fluctuations de densité, en utilisant 'équation de
continuité, on obtient pour I’évolution de la phase du mode de vecteur d’onde k :

Or(z,7) =~ or(z, 0)7'_(°J1]€3/"“)2 cos(wgt). (4.29)

Pour la plus grande partie des excitations axiales 1D w,]f Jw, < 1. La variation de la phase
est donc dominée par le cosinus. Nous verrons que nous effectuons les mesures sur les
nuages aprés environ 3ms de temps d’expansion. Les modes “gelés”, tels que wit < 1 ont
alors des longueurs d’onde grandes devant 1 ym. Nous pourrons vérifier a posteriori que les
longueurs de cohérence mesurées sont nettement supérieures a cette limite. Par conséquent
les fluctuations de phase, dans nos conditions, pourront étre considérées comme gelées a
Iouverture du piége.

Pour plus de détails sur ce calcul, et sur la conversion des fluctuations de phase en
fluctuations de densité, voir [56] et [55].

Distribution en impulsion d’un quasi condensat en expansion

Nous venons de voir que les fluctuations de phase étaient gelées dans les premiers temps
de 'expansion. Cependant, une partie de ’énergie d’interaction dans le piége est convertie
en énergie cinétique longitudinale (voir section 1.3.2). Cette conversion se fait sous la forme
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corrélation C(s)

F1G. 4.2: Fonction de corrélation moyenne C(s), en fonction de s en unité de L, demi-longueur
du quasi-condensat. En trait continu, calcul exact avec (4.19). Les points correspondent a l’ap-
prozimation de densité locale (4.26). Le parametre T /Ty vaut 0, 4 et 8 par longueur de cohérence
décroissante.

Ce résultat dépend peu de n1p(z). On peut faire de méme un fit exponentiel de la courbe
donnée par (4.26) dans le cas ou le quasi-condensat est 1D, c’est a dire que radialement
son mode est le mode fondamental du piége. Sa densité 1D est alors de la forme [63, 52|
nip(z) = %(1 — 2—22) On trouve alors L. ~ L/0.62. Le fait déja évoqueé, qu’en pratique,
les quasi-condensats que nous étudions sont dans un régime entre de Thomas-Fermi 3D et
1D ne doit donc pas avoir d’effet important sur leur fonction de corrélation.

Distribution en impulsion

Cette décroissance exponentielle de la fonction de corrélation moyenne C/(s) présente un
grand intérét pratique : cela implique que la distribution en impulsion longitudinale P(p,)
est bien approximée par une lorentzienne, de mi-largeur a mi-hauteur Apy = 0.64pg, avec
Py = h/Lg.

Quant a la transformée de Fourier de (4.26), approximée par cette lorentzienne, on peut
la simplifier analytiquement. Elle se met sous la forme :

P(p,) = % dz nlD(Z)/dS exp ( > e—ipzs/h’ (4.27)

2L4(2)

qui est la moyenne, pondérée par nip(z), des distributions en impulsion correspondant aux
longueurs de cohérence locales Lg(z). Ces distributions sont des lorentzienne de mi-largeur
a mi-hauteur Ap = h/2L4(z). Cela donne :

2
mn(0) 2]
Pl = 52 / dz [;@g—ggﬂ?(%):% (4.28)

Il est intéressant de noter que pour un condensat sans fluctuations de phases, la distribu-
tion en impulsion longitudinale est une courbe en cloche sans ailes, trés différente d’une
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Généralisation a un profil quelconque (non Thomas-Fermi 3D)

Le calcul de Lg(z) dans I'approximation de densité locale permet également de montrer
que la dépendance en nip(z) n’est pas seulement valable dans le cas du régime de Thomas-
Fermi 3D, mais quel que soit le profil radial, tant que les excitations considérées sont 1D.
Autrement dit, et cela a déja été utilisé dans [52], [48] et [69], les modes d’excitations 1D
peuvent étre calculés & partir d’équations hydrodynamiques 1D, ne faisant intervenir que
w, et nip(z), U'influence du profil radial étant entiérement contenue dans la densité 1D.

Ce point est important, puisqu’il implique que I'on peut calculer T et Ly, pour des don-
nées expérimentales, a partir de la densité 1D du quasi-condensat. Or les quasi-condensat
que nous produisons sont dans le régime intermédiaire entre Thomas-Fermi et le régime 1D
“champ moyen” (voir section 3.4). Dans ces conditions, c’est la densité 1D que I'on mesure
avec le moins d’erreur systématique due & I'imperfection de la fonction de fit utilisée (cette
discussion a été développée dans la section 3.4).

Fonction de corrélation

Dans I'approximation de densité locale, la fonction de corrélation moyenne C(s), s’écrit
donc, en utilisant (4.12),(4.13) et (4.24)

C(s) = /dz Vb (z + 5/2)nip(z — s/2) exp < (4.25)

S )
2Lg(2))
Le terme sous la racine carré est la contribution de I’enveloppe de densité a la décrois-
sance de la fonction de corrélation. Plus T' est grande devant T}, plus la dépendance en s
de ce terme est négligeable devant la vitesse de décroissance de I'’exponentielle, et il peut
étre remplacé par nip(z) lorsque T' > Tj,. Cela donne, en remplagant également Ly(2) par
son expression en fonction de T'/Ty :

C(s) = /dznlD(z) exp (—%) : (4.26)

La F1G. 4.2 compare ce résultat et la fonction de corrélation exacte calculée & partir
de I’équation (4.19). Les courbes pour T' = 0, T/Ty = 4 et T'/T,, = 8 sont représentées
dans le cas d'un profil de Thomas-Fermi 3D, c’est a dire pour nip(z) = 1156]20 (1— 2—22)2
Pour T' = 0, la fonction de corrélation ne dépend que de la densité du condensat, et
est exactement donnée par (4.25). On voit ensuite que l'accord entre le calcul exact et
I'approximation de densité locale est trés bon des T'/T;, = 8.

De plus, nous avons constaté qu'un ajustement de la forme exp(—as/Lg) reproduisait
trés bien I"approximation (4.26) lorsque T'/T, > 8, donnant un coefficient o = 0.64(3), va-
riant trés peu avec T'/Ty,. L'erreur indiquée sur la valeur de o correspond a son amplitude
de variation sur des ajustement de courbes tracées pour 8 < T'/Ty < 30. Le méme ajuste-
ment sur la fonction de corrélation exacte est aussi bon et donne une facteur « identique
a mieux que 5% lorsque T'/Ty > 8.

Ce résultat signifie que la moyenne des exponentielles décroissantes qu’exprime ’équa-
tion (4.26) est elle méme semblable & une exponentielle décroissante, correspondant a la

longueur de cohérence® L. = L,/0.64.

3Rappelons que Ly est la demi-longueur de cohérence au centre du nuage.
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Comportement au centre du piége

Au centre du piege, c’est a dire pour z,2’ < L, les fluctuations de phase ont un
comportement linéaire? [9] :

AP*(z,7) ~ Tzlz - 2'|/L, (4.20)
¢

ot kT = 15Ny (hw,)?/32p. La fonction de corrélation p(7, 1) au centre du piege est donc
une fonction exponentiellement décroissante de |z—2/|, lorsque T' > Ty. En effet, sous cette
condition, la fonction de corrélation s’annule quasiment sur la zone de validité de (4.20), et
a donc un comportement essentiellement exponentiel, dominé par les fluctuations de phase.
Tout se passe comme si la densité était constante sur I’échelle de distance de "annulation
de la fonction de corrélation au centre du piége. On définit la longueur de cohérence locale
2 x Ly comme la longueur de décroissance & 1/e de la fonction de corrélation. Ce qui donne
Ly = LT,/T. 1l est intéressant de noter que ’on peut exprimer L, sous une autre forme,
ne dépendant que de la densité 1D au centre du quasi-condensat et de sa température :

h2n1D(O)
mkgT
ou la densité 1D est définie par nip(z) = [ da dy no(7).

Ly = (4.21)

Approximation de densité locale

Pour T' > Ty, le calcul menant & la définition de Ly peut étre généralisé & toute position
longitudinale z le long du quasi-condensat. On trouve ainsi une longueur de cohérence
locale, qui ne dépend que de la densité locale nip(z) et de T'. Ce résultat peut également
étre retrouvé par une approximation de densité locale, associant aux modes d’excitation
avec j > 1 (qui prennent une importance croissante lorsque T augmente) une amplitude
et un vecteur d’onde locaux, ne dépendant que des mémes grandeurs, nip et 1. Ce calcul
est développé dans la thése de Fabrice Gerbier [55].

Le résultat important est donc que l'on généralise la notion de longueur de cohérence
locale a ’ensemble du quasi-condensat, en remplacant simplement n1p(0), dans (4.21), par
nip(z). On obtient ainsi la demi-longueur de cohérence locale Ly(2)

h%nip(2)
Ly(z) = TmkeT (4.22)
ou bien encore,
n1p(2)
Ly(z) = . 4.23
o2) = Lorio &S (123)

Avec (4.22) et (4.23) I'équation (4.20) se généralise & I'ensemble du condensat (sauf tres
prés des bords, ot la densité varie vite), et donne :
S
A2p(z+5)2,2 —5/2) = ——.
Ly (2)
On pourra vérifier sur la F1G. 4.2 que ’approximation de densité locale est effectivement
trés valable des T'/Ty 2 8.

(4.24)

2Ce résultat s’obtient en prenant la forme asymptotique des polynémes de Jacobi Pj(l’1> avec 7 > 1. 11
n’est pas forcément aussi immeédiat que ce qui est dit dans [9].
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De 14, on tire la distribution en impulsion longitudinale P(p,), intégrée sur les impulsions
radiales p, et p, :

P(p.) = /dpxdpyP(m, (4.17)

1\° ird
= (gm) [ tvetns [ E1c@,

L[ s/
_ %ﬁ/dqa@&%wwwe ,

1
_ —ip.s/h
Py dsC(s)e

La fonction de corrélation moyenne C(s) est donc simplement reliée a la distribution en
impulsion longitudinale P(p,) par transformée de Fourier. Nous allons utiliser cette pro-
priété pour mesurer les fluctuations de phase de condensats anisotropes. La spectroscopie
de Bragg, dont le principe est décrit dans le seconde partie de ce chapitre, permet de me-
surer directement le distribution en impulsion longitudinale des quasi-condensats. Il est
donc nécessaire, pour interpréter les résultats, de calculer la distribution en impulsion d’un
quasi-condensat.

4.2.4 Analogie avec un laser

L’analogie est simple : un quasi-condensat peut étre considéré comme ’analogue d’une
impulsion laser dont les fluctuations de phase sont telles que sa largeur spectrale est su-
périeure a la limite de Fourier. Au contraire, un condensat est ’analogue d’une impulsion
laser a la limite de Fourier.

4.2.5 Fluctuations de phase dans le piége

Commencons par le cas d’'un condensat dans le régime de Thomas-Fermi 3D, dans un
piége harmonique. Le spectre des excitations de basse énergie a été calculé dans [48], et
vaut €; = hw,+/j(j + 3)/4. Quant aux fonctions d’onde de ces modes, elles s’écrivent [10] :

. . e (7)) £1/2
fj;l:(f») _ \/(éi?)(si};i) <29 ej( )> Pj(l’l)(Z/L), (4.18)

ot les Pj(l’l)
fluctuations de phase A2¢(z, ') sont alors données par (voir définition & l’équation (4.12)) :

ZMlé?ifi?\f? [ Jll( /L) - 11)( /L) Nj, (4.19)

sont des polynomes de Jacobi, et L la demi-longueur du quasi-condensat. Les

avec N; la population thermique du mode j. On peut en bonne approximation prendre
N; = kgT'/e;, puisque 'on a kgT > hw, et donc kT > €;. En effet, la somme sur j doit
étre limitée aux modes a caractére 1D, c’est a dire approximativement aux modes d’énergie
€j < hw, . Cette expression est cependant difficile & manipuler, et en particulier, ne permet
pas d’obtenir des formules analytiques pour C(s) et P(p,).

Mais nous allons voir qu’il est possible par une approximation de densité locale de
résoudre ce probléme.
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fluctuations de phase [10][55]. Comme dans le cas d’un condensat peu anisotrope habituel,
les excitations 3D du nuage thermique ne détruisent pas la cohérence du condensat. Ce
sont les excitations de basse énergie, dont la longueur d’onde est plus grande que le rayon
du condensat, qui impriment les fluctuations de phase. Ces excitations sont purement 1D
[9], ce qui explique que cette perte de cohérence du condensat, d’abord prévue pour les
systémes 1D, se produise également dans un systéeme 3D, mais trés anisotrope et donc avec
beaucoup de modes d’excitation 1D.

4.2.3 Fonction de corrélation et distribution en impulsion

Comme en optique, les fluctuations de phase affectent directement les corrélations d’am-
plitude du champ. En effet, la matrice densité a un corps p(7,7 ) = (¥T(#) U (7)), encore
appelée fonction de corrélation du premier ordre, peut se mettre sous la forme [10] :

—22¢(z,2")
2

p(F, 7 ) = \/no(m,Z) no(r'y,2e 2, (4.12)

oit A%¢(z,2") = ([¢(2) — #(2')]?) ne dépend que de z et 2’ puisque les fluctuations de phase
résultent d’excitations 1D.

Fonction de corrélation moyenne

A partir de la matrice densité a un corps, on définit la fonction de corrélation spatiale
moyenne C(§) comme :

— —

C(s) = /d?’rp(f'—i- 82&,?'—

). (4.13)

Distribution en impulsion
A partir de 'opérateur champ dans I’espace des impulsions

B (p) = (%)3/2 / B (7)o P (4.14)

. 1\ 1, .
¥t () (Mi) /d r Ut (7)ePT/h, (4.15)

on obtient immédiatement le lien entre la distribution en impulsion P(5) = (¥(p)" ¥(p))
et la fonction de corrélation C(q), avec ¢ = g, + qyily + si., définie en (4.13) dans le cas
particulier ¢= s, :

P() = <%)3 / d2q C(e— P, (4.16)
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est [A(7), ¢(7')] = id(F — ') . L'équation de Heisenberg (1.21) de I'opérateur champ se
transforme en un couple d’équations de type hydrodynamique :

on  hrs o
96 K o., B2 VAQ o
E + %(V(ﬁ) - % \/ﬁ + V(TT) -+ an = 0. (4.4)

Dans le cas de faibles fluctuations, on peut développer 'opérateur densité en n = ng + dn
et linéariser les équations ci-dessus autour de la solution stationnaire 1 = ng et 6& =0.A
lordre zéro, on obtient simplement 1’équation de Gross-Pitaevskii pour ny(7). Au premier
ordre, on trouve :

n/\/m 25 5
hw = (—%V2 + V() + gno — 1) (2y/n09), (4.5)
_h% _ (_%262 + V() + 3gno — ) (57/y/no). (4.6)

Enfin en décomposant ces opérateurs sur la base d’excitations élémentaires fF, d’énergie
€y, SOit :

oi(r) = (MY if, (Me My, + hue, (4.7)

o) = [no(®)] 72D L5 (e Moy + b, (48)

il ne reste qu’a résoudre les équations couplées pour les amplitudes f,f et f, :

2
BV ol = el (1.9
2
IV g - Sy = el (4.10)

Remarquons que ce calcul des fluctuations de phase et de densité est équivalent aux équa-
tions de Bogoliubov (1.26), mais dans la base des fonctions d’onde fF = u, + v, au lieu
de la base des excitations de type “particule” u, et “trou” v,.

4.2.2 Roles des excitations 3D et 1D

Les excitations 3D et 1D jouent des roles qualitativement différents, que nous précisons
briévement ici.

Les fluctuations de densité sont principalement dues aux excitations d’énergie de 'ordre
de p [10]. Comme p > hw, ces excitations sont 3D, et sont rapidement supprimées en
dessous de T,.. Nous pouvons donc les négliger lorsque T' < T.. L’opérateur champ s’écrit
donc, dans ces conditions.

U = \/nge"‘g’ (4.11)
Concernant les fluctuations de phase, il faut également distinguer les contributions des
excitations 1D (e, < fw, ) et 3D (e, > hw, ). Ces derniéres ne participent que peu aux
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Description qualitative du régime 1D

Contrairement & ce que nous avons vu pour le gaz idéal 1D, la transition entre dis-
tribution thermique classique et condensat de Bose-Einstein n’est pas brutale en présence
d’interactions. Il s’agit plutdét d’un passage continu de I'un & ’autre & mesure que la tem-
pérature diminue.

Cette transition se fait en deux temps : en dessous d’une température T; ~ Nhw,, les
fluctuations de densité sont progressivement supprimées. Cela signifie que localement le
nuage peut étre décrit par une fonction d’onde macroscopique. Le nuage obtenu possede
alors les mémes propriétés de densité qu’un condensat de Bose-Einstein. Cependant la
phase du nuage n’est pas encore uniforme. Pour cette raison, il est appelé quasi-condensat.
On montre qu’il faut atteindre une température plus basse, T,y ~ Tyhw, /p, pour que les
fluctuations de phase soient & leur tour supprimeées |9].

Régime 3D dans un piége allongé

La présence des interactions change également le déroulement de la transition entre
régime 3D et 1D. Lorsque lanisotropie du piége est suffisante (pour un nombre d’atomes
donné), le gaz idéal passe par une phase de condensation en deux étapes, radiale puis longi-
tudinale. Le gaz de particules en interaction dans un piége trés allongé, en revanche se com-
porte qualitativement comme le gaz 1D. Au lieu d’avoir une température de condensation
radiale T3p, et une longitudinale T7p, il a une température de suppression des fluctuations
de densité T, ~ T3p, et une température, plus basse, de suppression des fluctuations de
phase T};. La similitude du comportement entre régime 3D anisotrope et 1D vient de ce que
les excitations collectives du nuage qui gouvernent ce comportement, comme nous allons
le voir, sont les excitations de basses énergies, de nature 1D méme lorsque le condensat est
3D.

C’est précisément ce régime que nous étudierons expérimentalement dans le dernier
chapitre, aprés avoir exposé plus en détail I’origine des fluctuations de phase, et une mé-
thode pour les mesurer.

4.2 Les quasi-condensats : origine et diagnostic des fluctua-
tions de phase

En nous basant sur la thése de D. S. Petrov [68] et sur [10], nous présentons le calcul des
fluctuations de phases, ainsi que leur influence sur la fonction de corrélation et la longueur
de cohérence des quasi-condensats dans le régime 3D. Nous avons tenté d’en faire une
présentation simple, en insistant sur les arguments physiques qui orientent la démarche.
On trouvera ces résultats développés, et justifiés de fagon plus rigoureuse dans la thése de
F. Gerbier |55].

4.2.1 Opérateurs de fluctuation de phase et de densité

~ On peut décomposer 'opérateur champ U en opérateurs de densité et de phase, soit U=
e/ et Ut = /e (68, 10]. Ces opérateurs sont réels et leur relation de commutation
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F1G. 4.1: Domaines des différents régimes de condensation d’un gaz idéal dans un piége harmonique
anisotrope. Ce graphe est tiré de [67].

Dans le second cas on franchit T5p avant Ti1p. Pour hw | < kgT3p, il se passe alors une
condensation en 2 étapes, d’abord des degrés de liberté transverses seuls, puis des degrés
de liberté longitudinaux. Si en revanche hw| > kpTsp, les degrés de liberté transverses
commencent & geler, lorsque kp7T < hw,, sans qu’il y ait condensation, puis le nuage
condense longitudinalement a Tip.

L’observation de ce phénoméne est difficile pour deux raisons. La premiére, essentiel-
lement technologique, est qu’il est difficile de prendre des images exploitables de nuages
contenant moins de 10% atomes, car la densité optique de tels nuages est faible lorsque
leurs dimensions permettent de les résoudre correctement'. Un tel nombre d’atome néces-
site une anisotropie w, /w, supérieure a 300 pour étre dans les conditions de condensation
en 2 étapes |FI1G.. 4.1|. Cette anisotropie est a l'extréme limite des possibilités de notre
piége magnétique. En pratique, nous sommes parvenu a w; /w, ~ 200, sans rechercher la
limite. Mais cette gamme d’anisotropie, voire des anisotropies supérieures, pourrait étre
plus facilement atteinte par des piéges de micro-fils [37], et dans des réseaux optiques [66].
La seconde raison est que les interactions entre atomes modifient notablement le com-
portement des gaz 1D & basse température, ainsi que la transition entre régimes 3D et
1D.

4.1.3 Gaz en interaction

L’étude théorique du régime 1D-thermodynamique des gaz piégés en interaction est
faite en détail dans la référence |9]. Ces résultats ont été généralisés au cas d’un gaz 3D
dans un piége trés allongé [10]. Nous nous contenterons ici de considérer le cas de faibles
interactions, bien que le régime de Tonks (fortes interactions) soit également discuté dans

(9.

'Pour un nuage gaussien isotrope de 50 um de rayon, et de 5 x 10® atomes, 1’épaisseur optique maximum
est de 0.2. Avec notre systéme d’imagerie, le rapport signal/bruit est alors au maximum de l'ordre de 2 &
4.
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excitations collectives sont également modifiées par le caractére 1D du condensat, notam-
ment en termes de fréquence. On peut qualifier ce régime de “1D-champ-moyen”. Il est
indépendant des caractéristiques du nuage thermique.

Ce régime a été récemment étudié théoriquement, notamment dans les références [63,
52|, et expérimentalement dans les références (64, 65, 66]. C’est ce sens qui est généralement
employé dans ce manuscrit, puisque les condensats de nos expériences sont dans un régime
intermédiaire entre le régime de Thomas-Fermi 3D et le régime 1D.

4.1.2 Gaz idéal

Bien que les conditions expérimentales habituelles soient assez loin de pouvoir repro-
duire les propriétés d'un gaz idéal, il est intéressant de présenter quelques propriétés de la
condensation d’un gaz idéal 1D.

Condensation 1D

Il est usuel de dire la condensation de Bose-Einstein d’un gaz idéal n’est pas possible
dans un piége harmonique & 1D. Ceci est vrai & la limite thermodynamique, mais W.
Ketterle et N. J. van Druten ont montré que pour un systéme comportant un nombre
fini de particules on observait un phénoméne semblable & la condensation [13], avec une
accumulation d’un nombre macroscopique de particules dans 1’état fondamental du piége
en dessous d’une certaine température. Ce phénoméne n’est cependant pas une transition
de phase au sens strict du terme, puisqu’il disparait a la limite thermodynamique.

Leur approche pour montrer cela consiste a partir de 1’équation (1.4), valable quelles
que soient les fréquences du piege considéré, et a se placer dans les limites kT < hw, y et
kT > hw,. Ces conditions signifient que les degrés de liberté transverses sont gelés, mais
pas le mouvement longitudinal. On obtient alors :

2kgT1p
hw,

_ ksT1p
hw,

N

In ) (4.1)
ou Tp est la température caractéristique de la condensation. On peut vérifier ici que la
limite thermodynamique N — oo avec Nw, = cste donne bien Tip — 0. Cette expression
peut aussi s’inverser de fagon approchée pour exprimer 71p(N) :

ksTip ~ Nhw,/In(2N). (4.2)

Condensation en 2 étapes

Pour un piége anisotrope donné, les températures de condensation & 1D et 3D varient
differemment avec N. En effet Tip ~ N/In(2N) et T3p ~ N3 (voir Eq. (1.6), ot T3p est
notée 7). Une conséquence de cela est que 'on peut avoir soit T5p < T1p, soit T5p > Tip
[67]. Sur la F1G. 4.1, un graphe extrait de [67] résume les différents scénarios possibles, dé-
taillés ci-dessous. Ce graphe montre que d’une fagon générale, les effets de basse dimensions
interviennent a faible nombre d’atomes, et & grand rapport d’aspect.

Le premier scénario est le cas usuel des piéges peu anisotropes. La température de
condensation 1D est franchie alors que le nuage thermique est toujours 3D. Il ne se passe
donc rien a cette température et la condensation se fait & Tsp, selon le schéma classique.



82 Chapitre 4 — Quasi-condensats et principe de la mesure des fluctuations de phase

lumineux, qui fut d’abord étudiée sur des jets d’atomes thermiques [57].

L’étude par spectroscopie de Bragg est 'objet principal de ce manuscrit. Cette tech-
nique a déja été utilisée par plusieurs groupes pour différentes mesures. Elle a permis de
réaliser la spectroscopie de condensats dans un piége et en expansion [5], mais aussi d’étu-
dier le spectre des excitations d’un condensat |58, 59, 32|, le mouvement microscopique des
atomes d’un condensat dans un piége “TOP” (pour “time-averaged orbiting potential”)[60)]...

Quant & l'interféromeétrie, qui utilise la diffraction en tant que séparatrice cohérente
[61], elle a été mise en oeuvre & Hanovre [62], apportant des résultats en accord avec ceux
que nous présentons ici.

Nous commencons ce chapitre en rappelant rapidement les diverses prédictions concer-
nant la condensation de Bose-Einstein dans les systémes 1D, et la transition entre systémes
3D et 1D. Il ressort de cela que les interactions ont un role primordial, et sont & ’origine
de l'existence des quasi-condensats. Nous poursuivons par 1’étude théorique des quasi-
condensats, basée sur la référence [10], et en particulier par le calcul de la distribution
en impulsion, auquel seront confrontés les résultats expérimentaux du dernier chapitre.
Enfin, nous exposons les aspects théoriques de la mesure de la distribution en impulsion
par spectroscopie de Bragg, et discutons des différents effets systématiques & prendre en
compte et, éventuellement, a éviter.

4.1 Les différents scénarios de la transition vers le régime 1D

4.1.1 Qu’appelle-t-on limite 1D ?

La notion de 1D est employée parfois pour un condensat, parfois pour un gaz thermique.
On parle également de régime 1D. Précisons ce que 'on entend par 1D dans ces différent
cas.

Aspect thermodynamique

Pour un gaz idéal piégé, il n’y a pas d’ambiguité. Il est dans le régime 1D lorsque les
degrés de liberté transverses sont gelés, mais pas les degré de liberté longitudinaux. C’est
les cas lorsque kpT, < hw, et kT, > hw,. Les particules du gaz sont alors toutes dans
le mode fondamental transverse du piége, mais distribuées sur beaucoup de niveau excités
longitudinaux. Ce type de régime 1D peut étre qualifié¢ de “1D-thermodynamique”.

Aspect statique/dynamique du condensat

Cette appellation peut également étre appliquée, le cas échéant, a un gaz de particules
en interactions. Mais un autre sens est souvent donné au terme condensat 1D de parti-
cules en interactions. Il s’agit alors d’'un condensat dont, malgré les interactions, le mode
transverse est le fondamental du piége. Contrairement au régime de Thomas-Fermi (voir
1.3.1), les degrés de liberté axiaux et longitudinaux sont alors découplés. Ceci se produit
lorsque 1’énergie d’interaction typique dans le condensat, de 'ordre de u, est nettement
inférieure & I’énergie du premier état excité transverse d’énergie fiw | . Le profil de densité
du condensat est alors modifié par rapport au régime de Thomas-Fermi habituel (3D). Les
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Les condensats de Bose-Einstein sont habituellement considérés comme des objets cohé-
rents, tous les atomes condensés étant en premiére approximation dans la méme fonction
d’onde a une particule. La fonction d’onde macroscopique décrivant le condensat pos-
séde alors une phase uniforme. Cette cohérence a été montrée expérimentalement & trés
basse température [5, 4], ainsi qu’en présence d’un nuage thermique non négligeable [6].
A Topposé, les quasi-condensats sont des condensats dont la phase n’est pas uniforme,
et fluctuante. Mais leur densité est sans fluctuations, comme celle des vrais condensats,
contrairement a la densité d’un nuage thermique. Dans [9], Petrov, Shlyapnikov et Walra-
ven ont prévu que des quasi-condensats se formaient avant de devenir de vrais condensats
a plus basse température, dans les systémes 1D avec de faibles interactions. Ce phéno-
meéne découle d’une large population des modes d’excitations de basse énergie, méme en
dessous de la température de dégénérescence ou les fluctuations de densité disparaissent.
Les mémes auteurs ont ensuite montré que cela pouvait également se produire pour des
systéme 3D trés allongés [10]. En effet, les excitations de plus basse énergie de ces systémes
sont 1D, et c’est ce type d’excitation qui est & l'origine des fluctuations de la phase.

Le groupe de Hanovre a démontré en 2001 D'existence des quasi-condensats |11, 56].
Ces résultats montrent également la dépendance des fluctuations de phases vis-a-vis de
la température, du nombre d’atome dans le systéme et de l'anisotropie du piége. Cette
expérience est basée sur la conversion des fluctuations de phase en modulation de densité
au cours de ’expansion du nuage apres la coupure du piége.

Les fluctuations de phase affectent la fonction de corrélation et la distribution en im-
pulsion des quasi-condensats. Cela suggére d’autres méthodes pour les étudier : I'interfé-
romeétrie, qui donne accés a la fonction de corrélation, et la spectroscopie de Bragg, qui
donne directement accés a la distribution en impulsion.

Ces deux meéthodes sont basées sur la diffraction de Bragg d’atomes sur un réseau
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que la forme de la densité linéique est semblable dans le régime de Thomas-Fermi et dans
le régime intermédiaire ol nous nous trouvons, dans la transition vers le régime 1D. De
plus, nous avons mis en évidence le fait que I'approximation de Zubarev et Kim donne une
densité 1D en trés bon accord avec celle issue du calcul numérique.

Cependant, la densité du nuage thermique est fortement modifiée par la présence du
condensat, par rapport & sa densité pour un gaz idéal. Cela reste un probléme majeur
pour 'analyse précise d’images prises aprés un court temps de vol, tant que 'on n’image
pas la distribution en vitesse dans toutes les directions. Pour cette raison, la comparaison
des résultats des calculs et de l’analyse des images n’est pas immédiate et demanderait
une procédure de fit plus évoluée que celle dont nous disposons, afin de tenir compte
correctement de la modification de la densité du nuage thermique par le condensat, dans le
piége. Malgré I’absence de solution définitive a ce probléme, la confrontation de nos mesures
avec les résultats de calculs numériques nous donne une idée de 'erreur que nous sommes
susceptibles de commettre sur la mesure de la fraction condensée ou de la température.
Il faudra tenir compte des ces incertitudes lors ’analyse de la mesure des fluctuations de
phases, au chapitre 5, puisque celles-ci dépendent de la densité et de la température du
nuage [10].

Une solution pour connaitre sans ambiguité les profils respectifs du condensat et du
nuage thermique peut étre de les séparer par diffraction de Bragg avant d’en prendre
Iimage.

Pour finir, rappelons que les écarts entre les calculs que nous avons effectués, supposant
la suppression des fluctuations de densité, et les analyses des données expérimentales, sont
de l'ordre de 10 %, en ce qui concerne la longueur du profil 1D, c’est a dire le paramétre
L de l'équation (3.32). Ces résultats sont donc, quoi qu’il en soit, compatibles avec une
forte suppression des fluctuations de densité, méme en présence de fluctuations de phase
importantes. C’est une caractéristique importante des quasi-condensats.

Les prochains chapitres présentent les aspects théoriques et pratiques de la mesure de
leurs fluctuations de phase.
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Limites de ce modéle simple

Ce calcul un peu rudimentaire ne prétend pas étre d’une validité générale, et mérite
d’étre testé pour diverses configurations de piége, de nombre d’atomes etc... Nous avons
vérifie que pour un piége un peu différent, de 8 x 500 x 500 Hz3, avec 3 x 10° atomes a
200 ou 300 nK, ses prédictions de L étaient a 1% prés égales a celles du calcul numérique.
De méme que pour ’approximation de Zubarev-Kim pour les condensats purs, il n’est pas
évident de justifier physiquement un tel accord.

Notons cependant que les prédictions sur le rayon transverse ne sont pas aussi justes.
Nous avons vu que sans nuage thermique ’approximation de Zubarev-Kim donnait le bon
rayon quadratique moyen. Notre méthode pour prendre en compte le nuage thermique ne
permet pas de conserver cette propriété (voir Fia. 3.16). Car dans le cas du calcul nu-
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F1G. 3.16: Comparaison des rayons quadratiques moyens donnés par le calcul numérique (©), et par
Papprozimation de Zubarev-Kim modifiée pour tenir compte du nuage thermique (O). En comparant
ce graphe a celui de la F1G. 3.12, on voit que le rayon quadratique moyen du calcul numérique n’est
pas modifié par la présence du nuage thermique.

mérique, le rayon quadratique moyen est trés peu changé avec ou sans nuage thermique.
Ceci peut étre expliqué par la compétition entre pression quantique et compression par le
nuage thermique. Or le calcul analytique que nous avons exposé suppose une compression
isotrope. Nous n’avons pas trouvé de méthode permettant de corriger cela. Les tentatives
de recalculer v, en tenant compte de la compression due au nuage thermique (par exemple
en prenant des fréquences de piége effectives reproduisant cet effet), reconvergeaient systé-
matiquement vers les résultats de la méthode présentée ici, avec une compression isotrope.

3.4.6 Conclusion

Dans cette partie, nous avons soulevé quelques difficultés dans ’analyse des images de
condensats trés anisotropes, dans le régime intermédiaire entre Thomas-Fermi 3D et 1D,
et en présence de nuage thermique.

Nous avons montré que la densité 1D longitudinale du condensat calculée numérique-
ment était bien reproduite par une fonction de la forme donnée a I'équation (3.32) aussi
bien en présence de nuage thermique que dans le cas de condensats purs. Ce qui signifie
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En écrivant cette équation en 7= 0 et # = L@,, L étant la demi-longueur du condensat
(que T'on cherche), et en égalant les deux expressions de firp ainsi obtenues, on parvient
a: 5
2 g
L* = p——ol {no(0) + 2 [nen (L) — nn(0)]} . (3.35)

z
En utilisant de plus 'expression de la densité du nuage thermique (1.39), déterminée dans
l'approximation de Hartree-Fock, (3.35) devient :

1229 {n0<0> i %[gg/xeg"o(o)/’ﬂ) - gg/zun} | (3.36)

2
mws

11 suffit alors déterminer numériquement la demi-longueur L solution de cette équation,
en utilisant pour ng(0) Pexpression qui convient & un condensat parabolique de rapport
d’aspect fixé € = /1 — v w) /w,, soit ng(0) = lgfyﬁz . On peut de fagon équivalente calculer
le rayon du condensat et en déduire la longueur.
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F1G. 3.15: Comparaison de la demi-longueur L de nip(z) (densité 1D aziale du condensat) en
présence de nuage thermique, calculée numériqguement (M) et par une méthode utilisant ’approzi-
mation de Zubarev-Kim complétée par l'approrimation de Hartree-Fock pour le nuage thermique
(e). Pour comparaison on a également reporté la méme grandeur L en l'absence de nuage ther-
mique, issue du calcul numérique (O) et du caleul de Zubarev-Kim (O)).

Les résultats de ce calcul sont comparés, dans la F1G. 3.15, aux résultats du calcul
numérique. De la méme fagon que lors de I'étude des effets de I’énergie cinétique radiale
sur le profil du condensat, la demi-longueur L associée au calcul numérique est issue de
l'ajustement de nip(z) par la fonction (3.32). D’aprés ce graphe, la densité 1D axiale
déduite de ce modeéle approché est une trés bonne approximation de la densité 1D calculée
numériquement. Afin de comparer ces calculs au cas de condensats purs, mais de méme
nombres d’atomes, les couples (Niot, Vo) utilisés sont ceux donnés dans le TAB. 3.3. La
température a donc été choisie en conséquence (ces trois paramétres ne sont pas libres
dans la simulation), et différe des valeurs de ce tableau. Par ordre de fraction condensée
décroissante, les températures correspondantes sont (143, 167, 207, 246, 279, 319) nK. Le
graphe montre aussi que ’effet de compression du condensat par le nuage thermique est
notable, puisqu’il réduit la longueur de la densité 1D de 4 a 15%, pour des fractions
condensées allant de 70 a 14 %.
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transféré, par transition a 2 photons sélective en vitesse, dans un état d’impulsion 2hky,, ot
hky, est I'impulsion des photons. La technique est proche de la spectroscopie de Bragg, mais
avec un couplage assez large et intense pour couvrir toute la distribution des vitesses du
condensat. Le nuage thermique n’est en revanche que peu couplé, puisque sa distribution
en vitesse est de 2 & 3 ordres de grandeur plus large. Dans le cas de condensats moins
anisotropes, la comparaison de la méthode standard de mesure de la fraction condensée
par un ajustement & double structure, et de cette technique de séparation des 2 fractions,
semble indiquer que la méthode habituelle de ’ajustement a double structure a tendance
a sous estimer la fraction condensée pour T' < 0.57,.. Pour plus de détails, se reporter a la
these de F. Gerbier [55].

Ajoutons encore que ’écart entre la fraction condensée issue de la simulation numérique
et la fraction condensée mesurée peut étre également expliqué par une erreur de 'ordre de
15 % sur la température pour les points tels que F. < 60 %. Une telle erreur est plausible,
bien que la température soit mesurée sur les bords du nuage thermique, peu affectés par
le présence du condensat.

Pour conclure sur ce point, nous avons ici soulevé plus de questions que nous n’en avons
résolues. Mais la situation expérimentale est en dehors de tous les cas limites ot ’on dispose
d’expressions analytiques pour la densité du nuage, dans le piége ou apres expansion. Il
est vraisemblable que notre choix des fonctions d’ajustement introduise un biais dans les
mesures que ’on extrait des images, mais nous ne disposouns pas d’alternative objectivement
meilleure, pour le moment. Ne perdons pas de vue non plus que les résultats de la simulation
ne sont pas les “vrais valeurs” que l'on doit retrouver par une analyse correcte des images.
En particulier, les calculs sont menés pour des températures mesurées, potentiellement
sujettes elles aussi a des erreurs systématiques. Mais ils ont le mérite d’inciter a chercher
une méthode plus fine de traitement de données.

Nous pouvons tout de méme exploiter davantage la simulation numérique. En particu-
lier, elle permet de tester une extension simple de ’approximation de Zubarev-Kim, qui
prend en compte la modification de la densité du condensat par le nuage thermique. C’est
ce que nous allons voir a présent.

Compression du condensat par le nuage thermique

Nous avons vu que ’approximation de Zubarev-Kim permettait, entre autre, de bien
reproduire la densité 1D axiale nip(z) du condensat calculée numériquement, en I’absence
de nuage thermique. Nous présentons ici un modeéle simple de prise en compte du nuage
thermique en complément de ’approximation de Zubarev-Kim.

Nous considérons donc un systéme dont le nombre d’atomes, la température et la
fraction condensée sont fixés. On calcule tout d’abord le rapport d’aspect du condensat
donné par Zubarev-Kim en négligeant le nuage thermique, en résolvant I’équation (3.31).
On suppose pour la suite que le nuage thermique comprime isotropiquement le condensat,
ne modifiant pas le coefficient v, . La suite du calcul consiste & déterminer, pour le rapport
d’aspect tenant compte de v, la longueur modifiée par le nuage thermique. Pour cela,
on introduit simplement le terme d’interaction entre condensat et nuage thermique dans
I’équation de Gross-Pitaevskii, avec le hamiltonien de Zubarev-Kim (3.25). On obtient,
avec les notations employées pour les équations (3.26) a (3.29) :

V() + g [no(7) + 2nn(7)] = firr. (3.34)
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Fi1Gg. 3.14: Densité du nuage thermique calculée numériqguement, ¢ T = 261 nK et avec Nioy =
16.6 x 104, ce qui entraine F. = 32 %. (a) Coupe de la densité volumique selon un aze radial. (b)
Coupe aziale de la densité volumique. (c) Densité 1D aziale.
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Nioy x 104 [ T (nK) | gt /| Foum (%) | pmes | panabyt.
8.3 90 3.4 90 71 91
84 124 3.3 79 58 80
10.8 177 35 61 44 62
134 216 3.6 48 31 49
16.6 261 3.6 32 21 32
22 286 41 32 14 32
285 347 3.9 16 10 14

TAB. 3.5: Résultats des calculs numériques des densités du condensat et du nuage thermique pour
les couples (Nyoy, T) déterminés expérimentalement. On a reporté le potentiel chimique p™™™ et
la fraction condensée F™™, ainsi que la fraction condensée donnée par la formule (3.33). On a
également rappelé, pour comparaison, la fraction condensée mesurée F. .

n’est pas surprenant, méme si les effets de taille finie [13, 14] sont pris en compte par
la simulation mais pas par I’équation (3.33). Sans interactions, les effets de taille finie ne
seraient pas négligeables, et entraineraient une baisse de l'ordre de 10% de la fraction
condensée par rapport & la limite thermodynamique. Mais il semble que les interactions
aient tendance a supprimer les effets de taille finie [29], dans la limite ou elles gouvernent
la densité et le potentiel chimique du condensat. Et bien que les résultats de la simulation
montrent des déviations par rapport & la limite de Thomas-Fermi, ils sont loin, en termes
de potentiel chimique et de densité, de ce que I'on attend pour un gaz idéal.

En revanche, la fraction condensée calculée est nettement plus élevée que la fraction
condensée mesurée. Plusieurs raisons sont possibles.

Tout d’abord, comme nous I’avons déja mentionné, et comme nous pouvons le vérifier a
posteriori sur les résultats de la simulation, la condition kg7 > p justifiant ’approximation
de Hartree-Fock n’est pas trés bien vérifiée, puisque 'on a 0.7 < kpT/p < 2.8. Mais
effectuer le calcul sans cette approximation est beaucoup plus lourd, et sort des objectifs
de cette étude.

Le point sans doute le plus important concerne le profil de densité du nuage thermique,
et son évolution pendant le temps d’expansion avant de prendre 'image. Dans le piége sa
densité volumique présente un “trou” au centre, comme on le voit sur la FiG. 3.14. Or,
I’analyse des images est faite par un ajustement supposant une fonction de Bose standard
(voir section 1.4.2). Ce traitement semble justifié pour des grands temps d’expansion, tels
que l’on visualise sur "image la distribution des vitesses. La condition pour étre dans ce
régime est simplement fey, > w;i Dans nos conditions, nous avons bien w | tex, = 116,
mais en revanche w.tex, = 0.8. Le temps d’expansion est donc assez long pour visualiser
la distribution de vitesses radiales, mais trop court pour la distribution de vitesses axiales.
Mais d’autre part, comme w.texp, =~ 1, on ne peut pas non plus considérer que la densité
1D axiale n’a pas évolué. A ceci il faut ajouter, comme inconnue dans l’expansion, effet
des interactions entre le nuage thermique et le condensat.

Des expériences pour contourner ces difficultés ont été entreprises. Le principe est de
séparer spatialement le nuage thermique et le condensat aprés 'ouverture du piége, pour
mesurer sans ambiguité leur densité respective. Pour cela, le condensat est entiérement
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3.4.5 Densité du condensat : effets du nuage thermique

La présence d’'un nuage thermique autour du condensat complique beaucoup l'inter-
prétation des images. D’une part le nuage thermique et le condensat se recouvrent spa-
tialement. Le premier probléme consiste donc a faire la part, dans la zone centrale, des
contributions de chaque composante du nuage global, ce qui n’est possible par un fit que
s’il 'on connait leur “forme” a priori. Dans le cas d’un gaz sans interactions, les densités
théoriques dans le piége et en expansion sont bien connues. Mais les interactions, dans
les conditions expérimentales réelles, ne peuvent é&tre négligées. Ainsi la densité du nuage
thermique est affectée par la présence du condensat et réciproquement. Dans le piége, un
calcul numérique des densités ne pose pas de grosse difficulté, mais leur évolution en temps
de vol est nettement plus compliquée, et hors de la portée de notre étude.

Résolution numérique des équations couplées

Pour calculer numériquement la densité du nuage atomique, nous utilisons la méthode
décrite dans [29] et [54]. 11 s’agit donc de résoudre I’équation de Gross-Pitaevskii, et 'équa-
tion pour le nuage thermique, de maniére auto-consistante (voir Eq. (1.40) et toute la
section 1.3.3), en prenant en compte dans chacune des équations les interactions de champ
moyen entre le condensat et le nuage thermique. Il est possible de résoudre le systéme en
fixant soit le nombre d’atomes condensés Ny et la température T, soit le nombre total
d’atomes Ny et T'. Rappelons que ce calcul contient les approximations suivantes :

— approximation semi-classique qui requiert kg7’ > hw, | . Pour la direction axiale,
cette condition est assez bien vérifiée dans le jeu de données du TAB. 3.3, mais
radialement la condition n’est pas trés largement remplie car 2.5hw; < kT <
10w, . D’aprés [14] elle n’est cependant pas trés restrictive.

— approximation de Hartree-Fock, valable lorsque kT > pu. Cette condition n’est pas
non plus trés largement remplie (car typiquement, u = 3hw, ), mais pour les mémes
raisons que ’approximation semi-classique, elle n’est pas non plus trés restrictive.

Résultats

Le nombre total d’atomes est a priori mesuré de facon plus stire que le nombre d’atomes
condensés, puisqu’il résulte d’une simple intégration spatiale de 1’épaisseur optique d’une
image, en tenant compte de la calibration de la section efficace d’absorption. Il est donc
naturel, pour comparer les résultats des calculs aux données, de calculer les densités du
condensat et du nuage thermique en fixant les valeurs de Nyt et T aux valeurs données
dans le TAB. 3.3. Les résultats, en termes de fraction condensée et de potentiel chimique
sont reportés dans le TAB. 3.5.

La fraction condensée calculée numériquement est quasi égale & la fraction condensée
donnée par [14], calculée dans 'approximation semi-classique et dans le régime de Thomas-
Fermi :

No 3 ( a >2/5 1/15,2 3\2/5
—=1-t"=-215 — N2t (1 —2)%°, (3.33)
N Qoh
avec t = T/T2,0u T? /kp = 0.94 hwN'/3, & = (wewyw,)'/3, a est la longueur de diffusion,
et aon = (h/ mw)l/ 2. Cet accord entre le calcul numérique et cette expression analytique
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Pour préciser 'accord entre les 2 calculs, évident sur la Fi1G. 3.13, nous avons ajusté les
densités 1D numeériques pour différents nombres d’atomes condensés (voir TAB. 3.3) par
cette fonction, en laissant Ny et L comme paramétres libres. Les valeurs de Ny extraites
du fit ne différent pas de plus de 3% des valeurs employées pour le calcul, et les longueurs
L sont aussi égales aux valeurs données par Zubarev-Kim, a mieux que 3% pres.

En revanche, I’'approximation de Thomas-Fermi donne une densité axiale 1D proche de
celle du calcul numérique pour Ny = 58900, mais pas pour Ng = 27000. Sa validité semble
donc plus étendue ici que pour les profils de densité 3D de la FiG. 3.11, mais elle ne couvre
cependant pas tout le domaine de nos données. Quant aux densités 1D “mesurées”, elles
sont en trés bon accord avec le calcul numérique et ’approximation de Zubarev-Kim. Il
faut cependant relativiser cet accord. Nous allons voir dans la prochaine section que ’étude
prenant en compte le nuage thermique est moins convaincante.

Conclusion

Cette premiére partie de I’étude de la densité du condensat dans le régime intermé-
diaire entre Thomas-Fermi 3D et unidimensionnel met en lumiére plusieurs difficultés dans
I’analyse de données expérimentales, méme en ’absence de nuage thermique. L’absence
d’expression analytique de la densité empéche de déduire des images la densité volumique
du condensat, car l'imagerie par absorption ne donne qu’une densité colonne, égale & la
densité volumique intégrée sur la direction du laser sonde. Cependant nous avons mon-
tré que pour nos parameétres expérimentaux, ’approximation de Zubarev-Kim permet de
retrouver de facon analytique, avec une trés bonne précision, la densité linéique axiale cal-
culée numériquement. Cela compléte son applicabilité déja démontrée [53] pour le calcul
du potentiel chimique et des tailles quadratiques moyennes, mais infirmée ici en ce qui
concerne la densité volumique (voir F1G. 3.11).

Nous verrons dans le prochain chapitre que la densité linéique axiale est précisément,
avec la température, la grandeur pertinente dans les phénomeénes de fluctuation de phase
de condensats anisotropes. Cette utilisation de approximation de Zubarev-Kim, tout en
étant assez restrictive, présente donc un réel intérét pratique.

L’autre difficulté majeure de ce régime intermédiaire vient de I’absence d’un modéle
d’expansion. Car s’il est toujours possible de calculer approximativement les largeurs qua-
dratiques moyennes du condensat attendues aprés temps de vol, par conservation de I’éner-
gie et conversion de 1’énergie d’interaction en énergie cinétique, comment déterminer 1’évo-
lution de la densité? Par conséquent, comment comparer la densité dans le piége & la
densité mesurée aprés expansion ? Les solutions restent & trouver. En ce qui concerne les
données que nous analysons, la difficulté est en partie contournée car les images ont été
prises aprés un temps d’expansion trop court pour que la densité évolue axialement, gréace
au grand rapport d’aspect du piége. On peut donc estimer correctement la densité 1D
axiale du condensat dans le piége & partir des images, par intégration sur les directions
radiales.

Cependant, pour une compréhension compléte des images expérimentales, et conclure
sur l'interprétation de nos données, il est nécessaire de tenir également compte des divers
effets du nuage thermique.
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F1a. 3.13: Comparaison des densités 1D axiales nip(z) mesurées aprés expansion et calculées dans
le piége. Les deux valeurs extrémes du nombre d’atomes condensés Ny du TAB. 3.3 sont considérées.
Pour les calculs on considére des condensats purs. Ce que l'on appelle profil “expérimental” est le
profil 1D obtenu par intégration radiale de ’ajustement d’images d’absorption. Ce passage par un
fit est nécessaire du fait de la présence de nuage thermique. Le bon accord entre calculs et mesures
est surprenant, car on ne tient pas compte du nuage thermique dans les calculs (voir texte). On
note un trés bon accord entre les 2 méthodes de calcul Zubarev-Kim et numérique.

La F1G. 3.13, montre nip(z) mesurée par 'intermédiaire d’un fit, et calculée numérique-
ment et dans les approximations de Thomas-Fermi et Zubarev-Kim, pour les deux valeurs
extrémes du nombre d’atomes condensés Ny du TAB. 3.3, soit Ny = 58900 et Ny = 27000.

On trouve a nouveau un accord excellent entre le calcul numérique et 'approximation
de Zubarev-Kim. Ce résultat est trés intéressant d’un point de vue pratique, puisqu’il
étend la validité de cette approximation & une quantité supplémentaire locale, la densité
linéique nip(z), et non plus moyennée sur l'ensemble du nuage comme dans le cas des
tailles quadratiques moyennes et du potentiel chimique. Une conséquence de la validité de
I’approximation de Zubarev-Kim pour reproduire la densité 1D est que 1’on dispose d’une
expression analytique de la densité linéique axiale qui s’exprime simplement (normalisée &

Ng) .
15N, 22\ 2
nip(z) = 6L (1—ﬁ> . (3.32)
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F1a. 3.12: Comparaison des approzimations de Thomas-Fermi (o) et Zubarev-Kim (O) et du calcul
numérique de ’équation de Gross-Pitaevskii 3D (o), pour le condensat dans le piége. Les tailles
quadratiques moyennes axiales \/(z?) et selon un aze radial /{x?) sont données en unité de
a1 = \/h/mw, . Le potentiel chimique p est rapporté & hw, . Les calculs ont été effectués pour les
nombres d’atomes condensés Ny expérimentaur du TAB. 3.3.
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gaussienne.

Quant au profil issu de I’approximation de Zubarev et Kim, il reproduit assez mal le pro-
fil exact. En particulier, la densité au centre est trop faible. La raison semble étre que I’hy-
potheése d’une densité parabolique dans toutes les directions est peu satisfaisante, puisque
le premier effet de la pression quantique est de former des “ailes” sur le profil radial. En
revanche, cette approximation permet de retrouver avec une précision remarquable le po-
tentiel chimique et les tailles quadratiques moyennes calculées numériquement. Ceci est mis
en évidence sur la F1G. 3.12, ou 'on a tracé, pour chaque nombre d’atomes condensés des

données du TAB. 3.3, les tailles quadratiques moyennes axiales \/(22) = ([ 2% n(F)d®r) 1/2

et selon un axe radial \/(z2) = ([ 2* n(7)d®r) 1/2, ainsi que le potentiel chimique, calculés
numeériquement, et dans les approximations de Zubarev-Kim et Thomas-Fermi. Pour ces
grandeurs, I’approximation de Zubarev-Kim est en accord & seulement quelques pourcents
prés avec le calcul numérique, ce qui est également la précision du calcul numérique lui-

méme. En revanche, 'approximation de Thomas-Fermi donne des résultats différents de
10 & 20 %.

Comparaison de ces calculs aux données

Pour comparer ces calculs aux données de facon cohérente, il est nécessaire de choisir la
grandeur physique adéquate. Les images expérimentales donnent acceés a la densité colonne
du condensat, par intégration de la densité volumique sur la trajectoire du laser sonde, qui
est selon un axe radial. Comme nous ne connaissons pas d’expression analytique pour
le profil radial, on ne peut espérer remonter sans erreur a la densité volumique. Plus
précisément, on mesure nop(y, z2) = [ n(7)dz et on ne peut en déduire n(7) sans hypothese
sur la forme fonctionnelle de n(7).

A cela il faut ajouter que les images sont prises aprés expansion du condensat, et que
nous ne disposons pas d’un modé¢le d’expansion dans le régime entre Thomas-Fermi et 1D.
Nous ne pouvons donc pas relier nop(y, 2), calculé dans le piége, a ce que 'on attend aprés
temps de vol, pour le comparer aux images.

Le seul moyen de s’affranchir des inconnues sur la dépendance radiale de n(7), et sur
I'expansion, est de considérer la densité 1D longitudinale nip(z) = [ n(F)dx dy. Puisque
I'expansion n’est que radiale, on a [ n(7, texp)dz dy = [n(7,0)dz dy. En effet, bien que
I’on ne connaisse pas le détail du déroulement de ’expansion en dehors du régime de
Thomas-Fermi 3D, le trés grand rapport d’aspect du condensat est conservé, dans nos
conditions, ce qui assure une expansion longitudinale négligeable. Cette propriété a été
vérifiée expérimentalement.

Nous choisissons donc de comparer les densités linéiques nip(z) mesurée et calculée.
En raison de la présence d’un nuage thermique sur les images, il est nécessaire d’effectuer
un fit pour déterminer nop(y, z). Pour cela, on utilise un ajustement a double structure,
selon la méthode décrite dans la section 1.4.2. Le nuage thermique est ajusté sur ses ailes
par une fonction de Bose, pour ne pas étre géné par le condensat, qui est ajusté par un
profil parabolique de type Thomas-Fermi. Mais le fait ici de présupposer la forme de nop
ne pose pas le probléme de principe évoqué plus haut, car on va en déduire nip(z), et
non n(7). Il suffit de vérifier que 1’ajustement reproduit bien la courbe expérimentale pour
avoir une bonne estimation de nyp. La prise en compte correcte du nuage thermique par
notre procédure de fit est une autre difficulté, que nous verrons a la prochaine section.
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Fi1G. 3.11: Comparaison des profils de densité pour les deux nombres d’atomes condensés extrémes
des données analysées, soit Ny = 5.89 x 10* et Ny = 2.7 x 10*. Ces profils sont calculés dans
Dapprozimation de Thomas-Fermi (tirets), de Zubarev et Kim (pointillés) et par la résolution nu-
mérique de l’équation de Gross-Pitaevskii en 3D (o). Sur les profils longitudinauz, le trait continu
est un ajustement du résultat du calcul numérique par une parabole, et sur les profils radiauz
c’est un guide pour l'oeil. Bien que l'aire sous les différents profils comparés ne soit pas la méme,
Vintégration volumique des densités correspondantes donne le méme nombre d’atomes total (soit
5.89 x 10%, soit 2.7 x 10*).

Résultats, comparaison avec un calcul exact

Comparons la densité spatiale du condensat obtenue avec ce modéle et la densité de
Thomas-Fermi et les résultats exacts, que nous avons obtenus par la résolution numérique
de léquation de Gross-Pitaevskii en 3D [54]. Pour cela nous avons tracé (F1a. 3.11) les
profils longitudinaux et radiaux du condensat donnés respectivement par n(r = 0,z) et
n(r,z = 0), les densités étant normalisées a 1/a3 , avec a; = (h/mw,)'/2. Ces graphes
mettent qualitativement en évidence plusieurs caractéres importants des profils obtenus
par un calcul exact, et dans I'approximation de Zubarev et Kim.

Tout d’abord, pour le résultat du calcul numérique, il est intéressant de noter que la
densité atomique au centre du condensat est trés proche de la densité au centre donnée par
Thomas-Fermi. Cela n’est pas évident a priori, puisque I’énergie cinétique radiale tendant
a augmenter le rayon du condensat, on pourrait s’attendre & un “aplatissement” du profil
pour conserver le nombre d’atomes. De plus on remarque que le profil longitudinal issu du
calcul numérique est relativement bien reproduit par une parabole, mais que sa longueur est
plus courte que dans le régime de Thomas-fermi. Cela peut étre vu comme la conséquence
de la diminution de I’énergie d’interaction locale due a I’élargissement du profil radial. Sur
le profil radial, on observe bien I'apparition “d’ailes”, signe de la transition vers une forme
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Solution

Par analogie avec le hamiltonien dans ’approximation de Thomas-Fermi, la minimisa-
tion de I’énergie du systéme avec H donne :

3
Z L+ firE, (3.26)

3
hw; ~
E=N i + Err, 3.27
; 5 Vi + Etr (3.27)
n(r) = nre(r), (3.28)
et
~ 2
RIF = ZETE (3.29)
mwi

On a noté /1 —yiw; = s, et Xop(Wy,wy,w,) = )N(TF, X représentant u, n, E, etc.
Le profil de densité (3.28) est donc semblable au profil de Thomas-Fermi (3.23), mais
avec des fréquences de piégeage effectives ;.

Nature de ’approximation

On remarque que le hamiltonien H introduit sous-estime systématiquement 1’énergie
du systéme. En effet, comme

~ hQ 82

1 hw;

on a toujours, Vi, (Y| H; — ﬁz\w) > 0 puisque 0 est la valeur propre du mode fondamental
de H; — H;. Par conséquent, on détermine les parameétres -; optimum en maximisant la
valeur approchée de F, ou de fagon équivalente, de E//N :

2/5
<£>app. = max Z \/_ E (—gN 3/2 H V1= %%) (3.31)

{7}

Pour les nombres d’atomes condensés des données présentées dans le TAB. 3.3, on trouve
v, = 0 et pour les v, :

No (x10%) [ 59 | 49 | 48 | 41 | 35 | 3.0 | 2.7
L 0.26 | 0.29 | 0.29 | 0.31 | 0.34 | 0.37 | 0.39

TAB. 3.4: Valeurs des coefficients v, pour chaque nombre d’atomes condensés moyen Ny du
TAB. 3.3.
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Energie fonctionnelle, hamiltonien exact

On peut déterminer la fonction d’onde du condensat, dans ’approximation de champ
moyen, par la minimisation de ’énergie du systéme :

3
E= (0l lv) + 5 [ ot (319)
=1

ol 1 est la fonction d’onde du condensat, telle que [ |¢|?d3r = N, avec N le nombre
d’atomes condensés, et

(3.20)

la notation x; désignant z, y et z.

Hamiltonien approché, régime de Thomas-Fermi

Dans le régime de Thomas-Fermi, on peut minimiser I’énergie donnée par I’Eq. (3.19) en
négligeant le premier terme du hamiltonien H. On obtient alors les expressions habituelles :

115

T (Way Wy, ws) = §(wawywzm3/29N)2/5, (3.21)
5 15 3/2 A1\2/5
Erp(we, wy, w;) = ﬁN(Ewmwywzm gN) (3.22)

3 2
X
nrF (W, Wy, W F) = max {“? [1 — § <RTF> ] ,o} , (3.23)

=1 7
et
2
RIF = [2HIE (3.24)
mw;
Hamiltonien approché de Zubarev et Kim
Ici, nous introduisons le hamiltonien de la forme :
~  hw; 1
H; = T\/V—Jr 5mw§(1 — )xd. (3.25)

Le premier terme vise & rendre compte de 1’énergie cinétique, et le second, & prendre en
compte le fait que la pression quantique s’oppose au confinement radial du condensat. Les
paramétres ;, tels que 0 < ~; < 1, sont égaux a 0 dans la limite de Thomas-fermi. Avant
de voir comment les déterminer, voyons la solution de 'Eq. (3.25).
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non seulement trop petit, mais il varie avec le nombre d’atomes et la fraction condensée,
contrairement a ce que prédit le calul. Plusieurs explications sont possibles. Tout d’abord, le
potentiel chimique calculé avec cette théorie varie entre 2hw, et 3hw . La limite p > hw, ,
nécessaire pour pouvoir négliger I'énergie cinétique dans I’équation de Gross-Pitaevskii,
n’est donc pas largement remplie, et ’approximation de Thomas-Fermi n’est peut étre pas
valable.

Pour quantifier cela, on peut utiliser le critére défini par C. Menotti et S. Stringari
[52]. Ils montrent que la localisation d’un systéme dans la transition entre le régime 3D et
1D est définie par le parameétre y = NAa/a,, avec N le nombre d’atomes condensés, a la
longueur de diffusion, a; la taille radial du mode fondamental radial du piége harmonique
et A le rapport d’aspect du piége. Pour x > 1 le condensat est dans le régime 3D, tandis
que pour x < 1 il est dans le régime 1D. Dans nos conditions expérimentales, nous avons
x de 'ordre de 1. Nous sommes donc bien, a priori, dans le régime intermédiaire entre 3D
et 1D.

Ensuite, la fraction condensée est inférieure a 50 % sur 5 des 7 points du graphe. Négliger
les interactions avec le nuage thermique lors du calcul du profil du condensat peut donc
conduire & des erreurs. Le nuage thermique est aussi susceptible de modifier ’expansion
radiale.

Nous allons voir, dans les paragraphes qui suivent, grace a des calculs numériques,
les corrections apportées au profil de Thomas-Fermi par la prise en compte de ’énergie
cinétique radiale et du nuage thermique. Nous discutons également de la validité d’une
approximation analytique proposée par A. L. Zubarev et Y. E. Kim [53], pour modifier
I’équation de Thomas-Fermi de fagon a tenir compte de I’énergie cinétique radiale, tout en
conservant une équation soluble analytiquement.

3.4.4 Densité du condensat : effets de I’énergie cinétique radiale

Dans cette partie nous négligeons le nuage thermique. Il est important de noter, avant
tout, que la prise en compte de I’énergie cinétique radiale dans le calcul de la densité du
condensat, de facon exacte ou approchée, modifie le profil longitudinal. En effet, que ce
soit dans I’équation de Thomas-fermi (1.11), ou dans I’équation de Gross-Pitaevskii (1.9),
les degrés de liberté radiaux et longitudinaux sont couplés.

Une théorie analytique approchée a été formulée par A. L. Zubarev et Y. E. Kim [53]
pour décrire le profil de densité d’un condensat & température nulle, entre le régime de
Thomas-Fermi et le régime 1D. Dans le régime de Thomas-Fermi I’énergie cinétique est
négligeable selon tous les axes du piége. Ce que nous appelons ici régime 1D correspond
au cas ou ’énergie d’interaction est négligeable devant 1’énergie du mode fondamental de
loscillateur harmonique transverse (appelé parfois mode d’oscillation de point zéro). Entre
ces deux régimes il faut tenir compte, en principe, et de I'énergie cinétique transverse et
de I’énergie d’interaction.

L’idée de base de Zubarev et Kim est d’introduire “a la main” un terme représentant
I’énergie cinétique dans ’équation de Thomas-Fermi, tout en lui conservant son caractére
algébrique, avec une solution analytique.
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Fi1a. 3.10: (a) :Demi-longueur mesurée du condensat ((o) avec barres d’erreurs pour indiquer la
dispersion de la mesure), et demi-longueur calculée dans 'approximation de Thomas-Fermi (B).
La zone grisée représente lincertitude systématique du calcul, due auz 20 % d’incertitude sur la
calibration du nombre d’atomes. (b) : idem mais pour le rayon du condensat. (c) : Rapport d’aspect
L/R mesuré (o)( avec barres d’erreurs pour indiquer la dispersion de la mesure), et calculé (—).
Les incertitudes systématiques sur le calcul de R et L se compensent.
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condensée variant entre 70 % et 10 %. Pour une fin de rampe plus haute, la fraction conden-
sée est tres faible (< 10 %), difficile a distinguer du nuage thermique. Pour les fins de rampe
plus basses le nuage thermique n’est plus mesurable car il contient peu d’atomes (moins de
2.5 x 10%), et il est principalement situé sous le condensat, puisque I’on a alors kg1 =~ p.
De plus le couteau radio-fréquence commence, dans ces conditions, a “évaporer” des atomes
du condensat. Ce dernier n’est donc plus & I’équilibre.
Ainsi, sept profondeurs différentes ont été utilisées, stabilisées par la méthode décrite
a la section 3.3.3. Pour chacune d’elle nous avons procédé de la facon suivante :
— Acquisition d’une dizaine d’images, aléatoirement réparties sur environ une heure.
— Ces images sont moyennées, puis 'image résultante est ajustée par la fonction men-
tionnée en 1.4.2. On en extrait toutes les grandeurs physiques désirées (température,
fraction condensée etc.).
— On recommence quelques heures plus tard, ou un autre jour...
Finalement, pour chaque profondeur de piége on dispose d’entre 4 et 6 images moyennées.
Leurs caractéristiques sont réunies dans le TAB.3.3.

prof. (kHz) | prof. (nK) | T (nK) | No (x10%) | F. (%) | L (um) | R (um)
20 960 90 (6) | 59(1) | 7i(1) | 138(1) | 120(1)
30 1440 | 124(8) | 49(4) | 58(1) | 133(1) | 119(3)
10 1920 | 177(5) | 48(2) | 44(1) | 129(1) | 118(3)
50 2100 | 216(9) | 4.1(3) | 31(1) | 123(1) | 117(2)
60 2880 | 261(10) | 35(2) | 21(1) | 1192) | 115(2)
70 3360 | 286(3) | 3.3) | 13.7(9) | 112(1) | 115(1)
30 3840 | 347(9) | 27(2) | 95(3) | 107(1) | 113(2)

TAB. 3.3: Caractéristiques des nuages dégénérés pour différentes profondeurs de piége, aprés 24 ms
de temps de vol. Ny et F,. sont respectivement le nombre et la fraction d’atomes condensés, L la
demi-longueur du condensat et R son rayon aprés expansion. Toutes ces données sont sous la forme
“ioyenne(écart-type)” de 4 a 6 valeurs.

3.4.3 Profil du condensat : comparaison avec Thomas-Fermi

Nous montrons sur la F1G. 3.10 la demi-longueur L, le rayon R et le rapport d’aspect
L/R mesurés, comparés aux prédictions dans le régime Thomas-Fermi “standard” (voir
section 1.3.1, EQ. (1.13)). Pour tenir compte de 'expansion du condensat pendant le temps
de vol, on complete le calcul de Thomas-Fermi par le modéle d’expansion de Castin et
Dum [27]. Pour nos fréquences de piégeage et notre temps de vol, les parameétres d’échelle
longitudinaux et radiaux sont A, = 1.00(1) et A = 116(1), c’est & dire

L(t =24ms) =~ L(t=0)
(3.18)
R(t =24ms) =~ 116 x R(t =0).

Ce graphe montre clairement que la théorie de Thomas-Fermi & température nulle ne
décrit pas précisément le profil de densité du condensat dans nos conditions expérimen-
tales. La longueur mesurée est trop petite, le rayon trop grand, et le rapport d’aspect est
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Stabilité du nombre d’atomes

La stabilisation du nombre d’atomes a la fin d’une rampe d’évaporation donnée a
consisté... a stabiliser la fréquence du laser sonde au moment de I'image.

En effet, lors de 'ouverture du piége magnétique, la force magnétique entre les poles de
I’électroaimant chute brutalement. Le retour au “repos” de la structure de ’électroaimant
communique des vibrations & I’ensemble de la table optique. Ces vibrations, ajoutées a celles
dues a différents obturateurs mécaniques (de type “clic-clac”), perturbaient facilement le
laser sonde, par une réflexion provenant de l'isolateur optique. La solution a consisté &
plaquer solidement l’isolateur sur la table par une sorte d’étau.

Une fois ce probléme résolu, la déviation standard du nombre d’atomes dans un nuage
condensé ou proche du seuil, sur environ 20 images, est de 5 & 10 %, suivant les jours.

3.4 Etude du profil de densité

Nous analysons ici le profil de densité de condensats & différentes hauteurs de fin de
rampe d’évaporation. En faisant varier ce parameétre, on change & la fois la température,
le nombre d’atomes piégés, et la fraction condensée.

L’étude présentée ici n’est pas une étude systématique du profil de densité pour un
nuage en dessous de T, dans un potentiel trés anisotrope. Le but est de comprendre,
au moins en partie, la distribution spatiale des nuages dont on mesure la distribution
des vitesses dans les prochains chapitres. En particulier, la densité 1D longitudinale des
condensats est un paramétre trés important dans ’étude des fluctuations de phase. Nous
devons donc vérifier que nous sommes capable de la mesurer correctement sur les images
d’absorption. Précisons que les données exploitées ici n’ont pas été acquises spécifiquement
pour cette étude. Ce sont les images obtenues lors des expériences de spectroscopie de
Bragg et les conditions d’acquisitions ont été dictées par les besoins de la spectroscopie de
Bragg.

Le point clé du probléme est que les approximations usuelles de Thomas-Fermi, et d’'un
gaz semi-idéal |51](condensat non perturbé par le nuage thermique), ne sont pas valides,
a cause du rapport d’aspect extréme de notre piege magnétique (150) et des relativement
faibles nombres d’atomes condensés.

3.4.1 Conditions expérimentales

Le piege utilisé ici, de pulsations w, = 27 x 5.00(5) Hz et w; = 27 x 760(10) Hz, est le
résultat du compromis entre grande anisotropie et minimisation des oscillations déclenchées
au franchissement du seuil de condensation (voir 3.2.1).

Le temps d’expansion du nuage avant 'imagerie est de 24ms. C’est le temps de vol
maximum autorisé par la hauteur de chute d’environ 5 mm. L’optimisation de la spectro-
scopie de Bragg, comme on le verra plus tard, a motivé ce choix.

3.4.2 Données expérimentales

Les données que nous présentons correspondent a quasiment toute la gamme de pro-
fondeurs finales de piége exploitables, entre 20 et 80 kHz. Cela correspond a une fraction
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FI1G. 3.9: Evaluation de la stabilité du biais. (a) Le couteau rf évapore les atomes du nuage thermique
car nkgT > p. Le nombre d’atomes varie lentement avec la fin de rampe. (b) Le couteau rf retire les
atomes du condensat, car nkgT < p. Le nombre d’atome tombe alors rapidement a 0 sur une plage
de fréquence lordre du potentiel chimique typique de nos conditions [iypique ~ 3 kHz. (c) Allure
attendue de la courbe du nombre d’atomes en fonction de la profondeur du piége v —pupBo/2h. (d)
Mesure du nombre d’atomes en fonction de la fréquence finale vi¢ de la rampe d’évaporation. La zone
grisée représente approzimativement l'amplitude des fluctuations de la profondeur du piége pour
une valeur de vy donnée. Ces fluctuations sont dues auz variations du biais du piége magnétique.

l'autre, soit quasi nul, soit significativement non nul. Sur la courbe expérimentale [F1G. 3.9
(d)], on estime l'ordre de grandeur des fluctuations du biais a 4kHz. Les fluctuations de
température sont en conséquence de l'ordre de 20 nK.

De plus, gréace a ce type de courbe on est capable de localiser le fond du piége a 4kHz
prés. On peut ainsi suivre les dérives lentes du biais, afin de conserver une profondeur de
piége constante®. On peut donc controler la température du nuage a 20 nK prés.

Enfin, on peut noter que les fluctuations du biais sont de l'ordre de 6 mG (pour un
biais By ~ 3 G). Le blindage magnétique effectif procuré par ’électroaimant (voir section
2.3.6) est vraisemblablement utile pour atteindre cette stabilité. Un blindage de u-métal a
également été installé autour d’une pompe ionique distante d’environ 50 cm du centre du
piége, mais nous n’avons pas mesuré précisément les fluctuations éventuelles de son champ
magnétique.

3Cette méthode pour mesurer le fond du piége, en abaissant progressivement la fin de la rampe, peut
introduire une légére erreur systématique sur sa position absolue (due a la largeur du couplage rf par
exemple). Cependant, ici, nous recherchons un repére relatif par rapport au fond du piége, et cette méthode
convient tout a fait.
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Remarquons que cette valeur n’est pas dans 'intervalle estimé a I’équation (1.45), basée
sur les valeurs extrémes des coefficients de Clebsch-Gordan mis en jeu. Ceci peut étre
expliqué par la largeur spectrale non nulle du laser sonde, qui affecte la mesure de 7. La
discussion ayant conduit & (1.45) portait sur la section efficace de diffusion & résonance, qui
est indépendante du spectre de la sonde. Or le laser sonde a une largeur spectrale A non
nulle, ce qui diminue son absorption & résonance d’un facteur (A + I')/T" par rapport au
cas A = 0, en supposant le spectre du laser Lorentzien. Il faut donc multiplier par ce méme
facteur la section efficace moyenne mesurée en supposant A = 0 pour obtenir la “vraie”
section efficace moyenne, ainsi corrigée de 'effet de la largeur spectrale du laser sonde.
Une largeur spectrale de la sonde de 2 MHz, ce qui est en accord avec plusieurs mesures
de profils d’absorption que nous avons effectuées, peut expliquer I’écart entre le résultat
(3.16) et ce que 'on prévoit (1.45), puisque cela corrige la mesure d’un facteur 4/3.

3.3.3 Stabilité et reproductibilité des parameétres des condensats

Pour un grand nombre d’expériences, il est important que les condensats soient pro-
duits de maniére fiable et stable. C’est & dire que pour une profondeur de piége donnée,
fixée par la fin de la rampe d’évaporation radio-fréquence, le nombre d’atomes et la tempé-
rature du nuage doivent étre constants d’une réalisation a ’autre. Deux facteurs principaux
peuvent introduire, a priori, des fluctuations : les caractéristiques du nuage initialement
transféré dans le piege magnétique (nombre d’atomes et température), et le biais du piége
magnétique. En pratique, ce sont les fluctuations du biais du piége magnétique qui sont le
facteur limitant de la stabilité de ’expérience.

Stabilité du biais

Entre la fréquence de fin de rampe 1/, le biais du piége magnétique By et la température
du nuage, on a la relation :

nksT = hvyy — grmrpusBo, (3.17)

ou 7, la profondeur du piége en unité de kg7, dépend de la vitesse d’évaporation, et
grmp = 1/2 pour |[F = 1mp = —1). A la fin de la rampe, aprés quelques secondes
d’attente & fréquence fixe, nous avons typiquement 7 = 10. Nous en déduisons les variations
de T en fonction de celles de By, AT/ABy ~ 3.4nK/mG, ou encore environ 5nK/kHz.
Pour évaluer la stabilité coup sur coup du biais magnétique, nous avons mesuré le
nombre d’atomes restant dans le piége en diminuant progressivement la fréquence finale
de la rampe v¢. Lorsque ’évaporation ne concerne que les atomes du nuage thermique, le
nombre d’atomes restant dans le piége varie lentement avec vy¢. Mais lorsque nkgT < p,
le couteau rf couple hors du piége les atomes du condensat, qui sont tous dans une bande
d’énergie potentielle trés étroite, dont la largeur est de 'ordre de p, soit quelques kHz. Le
nombre d’atomes restant dans le piége varie alors rapidement avec v,¢, et s’annule lorsque
hve < upBp/2. Le principe et la courbe expérimentale de cette mesure sont représentés
sur la F1G. 3.9. Dans le cas d’un biais fluctuant de a kHz créte a créte, le nombre d’atomes
mesurés sur la plage vy = ugBo/2h £ /2 doit varier entre 0 et le nombre d’atomes dans
un condensat de potentiel chimique pu = hvyy — (uBo/2 — ha/2). Autrement dit, sur
une plage de fréquence de 'ordre de akHz, le nombre d’atomes sera, d’une mesure sur
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F1a. 3.8: Calibration du nombre d’atomes. (a) Nombre d’atomes condensés. Pour chaque profon-
deur, les différents points, avec les barres d’erreurs, correspondent a des ajustements d’une méme
image, mais en excluant une plus ou moins grande région centrale pour le fit du nuage thermique.
Grdce au fit linéaire (ligne continue), on trouve la profondeur critique P, = 116(2) kHz. (b) tem-
pératures radiale (+) et aziale (¢). Les lignes continues sont des fits linéaires, qui donnent la
température d laquelle on franchit le seuil de condensation T, = 491(35) nK (moyenne sur les deux
fits). Cela implique N* = 6.2 10°. (c) Nombre d’atome total du systéme, mesuré en supposant une
section efficace de diffusion égale a 0o. Le nombre d’atome mesuré au sewil vaut N, = 1.55(5) 10°.
Finalement, on trouve donc une section efficace de diffusion effective & = o¢/4, a 20% preés.
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d’expansion t par :

2
mo Wy 2

= ——=—R5(t). 3.14

# 2 1+w?t? 1) (3.14)

On peut donc accéder & p, et donc & Ny si 'on connait les fréquences du piége.

Cette méthode présente I'inconvénient de nécessiter d’étre dans le régime de Thomas-
Fermi 3D habituel, afin qu’a la fois la relation (3.14) entre p et R, (¢) et la relation (1.14)
entre p et Ny soient valables. Ce qui n’est pas notre cas, comme nous le verrons.

Nous avons donc choisi une autre méthode, basée sur la mesure de la température
critique T;. Au premier ordre, T, ~ N'/3, et par conséquent cette méthode de calibration
de N est moins sensible que la mesure de p. Plus précisément, la température critique
dépend du nombre N d’atomes du systéme comme [50] :

T.=T°(1 - 0.732N-1/3 — 1.33-2 N1/6). (3.15)
w Qoh

avec kpT? = 0.94hwNY3 & = (wy + wy + w,)/3, T = (wewyws) /3, ane = VA/mw et a
la longueur de diffusion. 72 est la température critique du gaz idéal dans la limite ther-
modynamique, et les 2° et 3° termes du membre de droite représentent respectivement la
correction due au nombre fini de particules, et la correction due aux interactions de champ
moyen. La F1G. 3.8 illustre la procédure de la calibration. Pour différentes profondeurs du
piége magnétique autour du seuil de condensation, fixées par la valeur finale de la rampe
d’évaporation, on mesure le nombre d’atomes total, le nombre d’atomes condensés et la
température du nuage. Ces nombres d’atomes ne sont vrais qu’en valeur relative, puisque le
but de la procédure est de connaitre leur valeur absolue. En remarquant qu’en dessous du
seuil le nombre d’atomes condensés Ny varie quasiment linéairement avec la profondeur du
piége (que l'on note P), on peut estimer la profondeur critique, ou un condensat apparait,
par une extrapolation linéaire de Np. On trouve la profondeur critique P. = 116(2) kHz.

De la méme fagon, la température du nuage, au dessus du seuil, varie linéairement avec
la profondeur. On déduit donc, grace a un ajustement linéaire de T'(P), la température
critique Tc. = 491(35) nK. L’incertitude estimée sur Tt est la somme des contributions de
I'incertitude sur P, (~ 2 %), de I’écart entre les températures mesurées sur les directions
axiales et radiales du nuage (~ 1%, car on n’'impose pas une température identique selon les
deux axes dans la fonction d’ajustement) et de 'incertitude sur le grandissement du systéme
d’imagerie (~ 2%, ce qui fait 4 % d’erreur sur la mesure de T', puisque la température est
proportionnelle au carré du rayon du nuage aprés expansion). Cette valeur de Tt indique,
d’aprés (3.15), que le nuage contient N* = 6.2(1.4) x 10° atomes.

La derniére étape consiste a estimer le nombre d’atomes du systéme a P., mesuré en
supposant & = 0. La courbe Nita1(P) présentant une inflexion autour de P, la méthode
la plus simple est d’interpoler linéairement Niota1(P) entre les points situés juste au dessus
et juste en dessous du seuil. On trouve N, (& = aq) = 1.55(5) x 10°.

Discussion et conclusion

On trouve finalement que la section efficace de diffusion effective @ = N* /N, (T = 0¢)
est quatre fois plus petite que og. Plus précisément
00

g

= 4.0(8). (3.16)
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Fi1G. 3.7: Position du centre du condensat en fonction du temps passé dans le piége. L’oscillation
est provoquée par l'application d’un gradient de champ magnétique en plus du champ de piégeage.
Grice & un fit par une sinusoide on obtient la pulsation w, = 2w x 5.00(5) Hz.

Nous avons calibré w, (By), pour un gradient B’ constant, en mesurant w, par chauffage
paramétrique [17] pour plusieurs valeurs de By. La mesure de By se fait en abaissant
progressivement la fréquence finale de la rampe d’évaporation, jusqu’a ce que tous les
atomes soient éjectés du piége. A cette fréquence, on sait que vy = upBo/2 — davantage
de détails sur le principe de cette mesure sont fournis dans le paragraphe sur la mesure de
la stabilité du biais.

Nous avons obtenu de cette fagon :

1320(5)
vBo

Ce résultat implique B’ = 1461(5) G/cm, ce qui est en parfait accord avec la mesure du
champ magnétique effectuée avec une sonde a effet Hall lors de la mise au point de 1’élec-
troaimant, qui donnait B’ = 1460 G /cm, pour les mémes conditions de fonctionnement,
c’est & dire un courant de 30 A dans les bobines du quadrupadle.

wy =21 X Hz. (3.13)

Les expériences décrite dans ce manuscrit, sauf mention contraire, sont réalisées a un
biais By = 3.00(4) G, ce qui correspond a une fréquence w; = 760(10) Hz.

3.3.2 Calibration du nombre d’atomes

La section efficace de diffusion des atomes au moment de I'imagerie n’étant pas préci-
sément connue dans nos conditions expérimentales (voir section 1.4.1), & cause du champ
magnétique résiduel lui méme de direction inconnue, il est nécessaire de calibrer la mesure
du nombre d’atomes par notre systéme d’imagerie par absorption.

Une méthode pour cela est de mesurer le potentiel chimique d’un condensat, qui est
proportionnel & Ng/ ® dans le régime de Thomas-Fermi (voir sectionl.3.1). Toujours dans
ce régime, et dans un piége allongé, le modéle d’expansion présenté dans [27] montre que
le potentiel chimique dans le piége est aussi relié au rayon R du condensat aprés un temps
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3.2.4 Conclusion

Nous avons observé des oscillations de la longueur du condensat, déclenchées lors du
franchissement du seuil de condensation. Pour un temps caractéristique de condensation
de I'ordre de w; !, ou inférieur, les oscillations sont importantes. Pour des rampes d’éva-
poration plus lentes, les oscillations sont de plus faible amplitude.

Ces oscillations ont été caractérisées par deux méthodes : imagerie du condensat, aprés
temps de vol, et mesure, par spectroscopie de Bragg, de la distribution de vitesse axiale.
Les résultats de ces deux expériences sont en bon accord, selon le modéle de la référence
[27]. Les fréquences mesurées des oscillations sont en accord avec la prévision m Wy, avec
une tendance & étre légérement inférieures, qui nécessiterait des mesures plus approfondies
pour étre confirmée.

Cette étude nous a permis de choisir de bonnes conditions pour les mesures de la dis-
tribution de vitesse des fluctuations de phase. Pour éviter autant que possible une contri-
bution des oscillations au champ de vitesse axiale, nous choisirons le piége (II), présentant
un temps d’amortissement nettement plus court que le piege (I). Car la vitesse typique at-
tendue associée aux fluctuations de phase est de 100 pm/s, a comparer aux oscillations de
la largeur de la distribution de vitesse observées, d’'une amplitude de 500 ym/s. Une rampe
finale d’évaporation dix fois plus lente que celle utilisée ici (pour le piege (IT)) et un temps
de mise a ’équilibre du systéme de plus de 5s (avec bouclier RF) permettront, comme
nous le verrons au dernier chapitre, de réduire suffisamment "amplitude de I'excitation.

3.3 Calibration et stabilité des paramétres du piége et des
condensats

3.3.1 Mesure des fréquences du piége
Fréquence longitudinale

Pour mesurer la fréquence longitudinale du piége, on provoque une oscillation du centre
de masse d’'un condensat en branchant pendant quelques millisecondes un gradient de
champ magnétique, de quelques G/cm, crée par les bobines du PMO. Une telle oscillation
se fait a la fréquence du piége, et n’est pas affectée par les interactions au sein du condensat
[48, 30]. On les mesure simplement sur des images d’absorptions prises a un temps de
vol fixe, en faisant varier d’'une image a l'autre la phase de l'oscillation a laquelle on
ouvre le piége. Une telle mesure est représentée sur la Fi1G. 3.7. On obtient de cette fagon
w, = 27 x 5.00(5) Hz.

Fréquence radiale

Pour un piége de type loffe-Pritchard, la fréquence radial dépend du gradient de champ
radial B’ et du biais By :
_ [p B
w| = om VB

Cette expression est un cas particulier de I’équation (2.4), valable pour des atomes dans
létat |F =1, mp = —1), et pour B” < B?/B,.

(3.12)



3.2 Franchissement du seuil : déclenchement d’oscillations 55

500

400

300

Avz (um/s)

200

100

840 860 880 900 920 940

Temps d'attente (ms)

FiG. 3.6: Demi-largeur de la distribution de vitesse aziale en fonction du temps d’attente dans
le piege. Le trait continu est un ajusternent des points expérimentaux (o) par la fonction C +
0.54R, AQ| cos(Qt)| x exp(—t/T). Le temps d’amortissement 7 = 735 ms est firé, déterminé a partir
des oscillations de la longueur du condensat. Le rayon de Thomas-Fermi axial R, = 190 um ne
tient pas compte de la légére diminution du nombre d’atomes sur l’échelle de ce graphe (quelques
%). L’ajustement donne A = 0.30(5), Q/w, = 1.43(5) et C' = 70(33) um/s.

Comparaison des résultats des 2 types de mesure

Il est intéressant de comparer les résultats des deux mesures indépendantes effectuées,
la premiére dans l’espace positions mais avec une contribution de la distribution de vitesse
du fait du temps de vol, et la seconde dans ’espace des impulsions.

D’apres les équations (3.9) et (3.10), Pamplitude des oscillations mesurées par imagerie
est dilatée par le temps de vol ¢, selon la loi Aigy = AV'1 + Q2¢2. Le temps de vol introduit
également le déphasage ¢rqy tel que cos(oqy) = 1/v1 4 Q22

En revanche par la distribution des vitesses, qui est gelée lors de 'ouverture du piége?,
on obtient directement les mesures de 'amplitude A et de la phase ¢ des oscillations dans
le piege. Les valeurs mesurées sont notées Aexp €t @exp.

On attend donc Aiqy/Aexp = V1 + Q%2 et dray — dexp = arccos(1/v1+ Q?t2). Les
valeurs sont reportées dans le TAB. 3.2. Elles montrent que le modéle simple qui a été
exposé permet de faire le lien entre les résultats des 2 expériences, a la fois en ce qui
concerne ’amplitude et la phase des oscillations.

Asay/Aexp | V14 Q22 Gty — Pexp | arccos(1/v1 + Q2t2)
1.67(20) 157 1.5(1.5) mod2r 0.88

TAB. 3.2: Comparaison des résultats des 2 mesures avec les prédictions théoriques. On attend
Atav/Aexp = V1+Q2t2, et ¢ray — Pexp = arccos(1/v 1+ Q%t2), et c’est ce que l'on trouve, aux

incertitudes pres.

2Rappelons que ceci n’est vrai que dans la mesure oit ’'on néglige la vitesse d’expansion due au champ
moyen.
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Comparaison des fréquences

Le modéle que on vient de décrire prédit Q/w, = 1/5/2, soit Q/w, ~ 1.58. Les deux
courbes de la F1a. 3.5 sont donc en accord raisonnable, puisqu’elles donnent respectivement
Q/w, = 1.53(1) et Q/w, = 1.56(1). Les expériences rapportées dans [44, 46] avaient déja
confirmé la fréquence du mode collectif que nous avons observé. Mais tous les résultats
expérimentaux sont inférieurs de quelques pourcents & la valeur théorique (nos mesures
sont cependant trop sommaires pour étre catégoriques). Cela est peut étre da a la fraction
thermique, qui a tendance a diminuer la fréquence de ce mode [46].

A propos des temps d’amortissement

Les temps d’amortissement que nous observons, 2.6(7)s et 0.73(10)s, rapportés a la
période d’oscillation, sont de ’ordre de grandeur des temps d’amortissement mesurés avec
peu de nuage thermique dans [45, 46]. Mais le calcul analytique applicable & ces expériences
[49] n’est pas valable dans nos conditions, car il suppose kT > pu, alors que nous avons
kT ~ p.

Mesure de la distribution des vitesses

Nous avons également mesuré par spectroscopie de Bragg la largeur de la distribution
des vitesses axiales dans les conditions de l'oscillation de la F1G. 3.5, dans le piege (II). La
méthode ne sera pas détaillée ici, faisant I’objet des chapitres suivants.

Mentionnons simplement que cette méthode mesurant Av,(t) ~ 0.54 R, A Q| cos(Qt)|
(voir I’équation (3.8)), elle donne un signal en valeur absolue de sinusoide. Cela est sim-
plement di au fait que la distribution des vitesses du condensat en phases d’expansion ou
de contraction (décalées de 7) est identique, bien que ce ne soit pas vrai pour le champ de
vitesse v,(z,t).

La F1G. 3.6 montre cette mesure de l'oscillation dans ’espace des vitesses. Le choix de
la fonction d’ajustement de cette courbe est guidé par 'équation (3.8) et par 'observation
de I’amortissement exponentiel des oscillations de la F1G. 3.5. La fonction de fit choisie est
donc

C + 0.54R; AexpQ| cos(2 + dexp)| X exp(—t/T), (3.11)

avec C, Acxp, 2 et ¢exp comme parameétres libres. Le temps d’amortissement est fixé
a la valeur mesurée précédemment (TAB. 3.1) 7 = 735ms. En revanche on néglige la
variation du rayon de Thomas-Fermi sur ’échelle de temps de ce graphe, et on prend
sa valeur moyenne R, = 190 um. On trouve ainsi C' = 70(33) um/s, Aexp = 0.30(5),
Q/w, = 1.43(5) et ¢exp = 5.8(1.3). La fréquence mesurée est donc un peu basse par
rapport a la valeur 1.58 que 'on attend. Cet écart est peut étre di aux trois derniers
points de la courbe, qui semblent un peu déphasés. Un ajustement sans tenir compte de
ces points donne Q/w, = 1.5(5), plus proche de 1.58. La valeur non nulle de C, quant a
elle, peut étre expliquée par la limite de résolution de notre mesure, ainsi que par la largeur
de la distribution en vitesse due a I’expansion que nous avons négligée dans la modélisation
des oscillations, et que 'on estime & environ 20 pm/s.
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Or le mode que I’on observe conserve le profil parabolique du condensat. Il doit donc étre
comparé au mode k = 2, tel que 2 = \/%wz. Ce mode peut étre décrit par le modeéle de
Castin et Dum [27] (voir également section 1.3.2) comme une dilatation axiale du nuage,
avec un facteur d’échelle A, oscillant dans le piége. Ce modéle permet également de calculer
la dynamique de ’expansion du nuage oscillant aprés coupure du piége.

Oscillations dans le piége

Les oscillations dans le piege peuvent étre décrites par un facteur d’échelle A, (¢) de la
forme [27] :
Ax(t) = 14 Asin(Qt + ¢), (3.5)

ou ) =./5/2w, et A est 'amplitude de 'oscillation. Ce qui donne la densité du condensat

en fonction du temps
n(erzat) :n(rLaf(t)J))' (36)

On en déduit que le champ de vitesse axial, donné par v, = z\.(t)/A.(t) [27], sécrit,
pour une faible amplitude d’oscillation, v,(z,t) = zAQcos(Qt + ¢). Cela implique une
distribution de vitesse axiale de la forme (voir section 1.3.2)

v? 2
de demi-largeur a mi-hauteur
Av,(t) ~ 0.54 R, AQ|cos(Qt + ¢)], (3.8)

R, étant la demi-longueur du condensat au repos.

Expansion libre d’un condensat initialement oscillant

On néglige ici 'expansion axiale due & I’énergie d’interaction, trés faible en raison de la
grande anisotropie du condensat, ainsi que ’expansion due & sa taille finie. La distribution
de vitesse axiale due a l'oscillation est alors gelée a 'ouverture du piége (instant tp), et
donc A, (tg +t) est simplement donné par [27]

d
Aelto +) = As(to) + 1 {—Mw] , (39)
dt =t
qui se met sous la forme explicite
Az(to+1t) =1+ AV 1+ Q%2 sin(Qto + ¢ + ¢o), (3.10)

avec ¢ défini par cos(¢g) = 1/v1 + Q2¢2.
L’oscillation observée aprés temps de vol est donc déphasée de ¢g par rapport a 'os-
cillation dans le piege, et son amplitude est amplifiée d’un facteur V1 + Q2¢2.
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seuil et I’arrét de la rampe a une valeur constante est de moins d’une période d’oscillation
axiale du piége! (27/w,). L'interprétation proposée dans [7] est la suivante. Le temps
de thermalisation local étant inférieur & 1/w,, on atteint un équilibre thermique local
“transitoire”, variant selon ’axe z, et qui relaxe vers un équilibre thermique global en un
temps de l'ordre de 1/w,. Ceci a pour conséquence que la température locale T'(z) peut
étre inférieure a T,(z) sur une longueur telle que le condensat qui se forme est beaucoup
plus long qu’a sa position d’équilibre. Le condensat relaxe alors vers sa longueur d’équilibre
en effectuant les oscillations que ’on observe.

Plus précisément, le taux de collisions v au centre du nuage thermique au seuil est
donné par v = n(0)oT, ot n(0) est la densité au centre du nuage. La vitesse relative
moyenne est lice & la vitesse moyenne par Tpq = V2 X T, avec T = V/8kpT' /mm. Avec
nos paramétres au seuil N = 6 x 10° et 7. = 500nK, on trouve v = 1000, soit v/w, =~
0.2, et v/w, ~ 30. Le temps typique de rethermalisation, de l'ordre de 4/~ [47, 36| est
par conséquent beaucoup plus court que la période d’oscillation axiale dans le piége. Le
nuage est donc hydrodynamique axialement. Il y a donc une certaine gamme de vitesses
de rampe (dans laquelle nous sommes) ou le refroidissement évaporatif peut étre efficace
(thermalisation rapide car v est grand), tout en conduisant & une température locale selon
I’axe longitudinal (thermalisation locale car w, < 7).

Des mesures complémentaires allaient aussi dans ce sens, montrant que pour une rampe
d’évaporation plus lente (< 50 kHz/s) dans le piége (I), les oscillations n’étaient plus
mesurables.

3.2.3 Etude quantitative des oscillations

De nombreux travaux théoriques sur les modes d’oscillation des condensats ont été
publiés (voir [48] et les références de cet article). Nous avons donc des modéles, que nous
exposons ici, & comparer & nos mesures, bien qu’ils ne prennent pas en compte d’amortis-
sement.

Modéle théorique

S. Stringari a calculé les modes d’oscillation de basses énergies de condensats dans des
piéges trés anisotropes avec un modéle hydrodynamique [48|. Selon ce calcul, les modes
de fréquence 2 < w,, de moment angulaire axial nul, peuvent se mettre sous la forme

n(r) = no(r) + on(r), avec

on(7) = ong(z) + €2r2 dnq (2) + ..., (3.2)
ou r est la coordonnée radiale et € = w,/w, . Au premier ordre en e, la perturbation de
densité est donc indépendante de r . Pour cette raison, nous ne discutons dans la suite

que la dynamique axiale du condensat.
Les amplitudes et fréquences propres de ces modes sont données par

5n(()k)(z) = azF 48224 (3.3)
Q = M w.. (3.4)

!Nous savons cela car nous avons mesuré la fréquence de la rampe qui correspond au seuil de conden-
sation et nous connaissons la vitesse de la rampe.
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FiG. 3.5: Courbes d’oscillations pour deux piéges différents. La longueur du condensat rapportée
au rayon de Thomas-Fermi (voir texte) est tracée en fonction du temps d’attente dans le piége.
L’origine du temps correspond a la fin de la rampe d’évaporation.(a) Piége (I), ot w, = 2w x 3.9 Hz
et w) = 2w x810 Hz. Des images du condensat en extension mazximale et minimale sont reproduites.
(b) Oscillations dans le piége (II), ot w, = 2w X 5 Hz et wy = 27 x 760 Hz. Les traits continus
sont des ajustements par une sinusoide amortie exponentiellement. Les résultats de ces ajustements
sont regroupé dans le TAB. 3.1.

Piége | évaporation | temps condensation | 7 (ms) Q Qx7 | Aigy ‘
@O | 300kH/s ~ 300 ms 2650(750) | 1.53w. | 99 | 0.12 |
(1I1) 850 kHz/s ~ 200 ms 730(100) | 1.56 w, 35 0.5 ’

TAB. 3.1: Paramétres des oscillations de la F1G. 8.5. La fonction d’ajustement est donnée dans le
texte. Q est la fréquence des oscillations. On voit que le temps d’amortissement T est beaucoup plus
long dans le piege (I). Le facteur de qualité TQ) est également bien supérieur dans ce piége. Noter
que lamplitude des oscillations mesurée aprés temps de vol Aqy est Uamplitude extrapolée par le
fit at =0, (fin de I’évaporation). On a également indiqué le “temps de condensation”, c¢’est-a-dire
le temps séparant le franchissement du seuil et la fin de la rampe.
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3.2.1 Observation des oscillations

La mesure des oscillations est simple a réaliser expérimentalement. On produit un
condensat, que l'on laisse osciller dans le piége pendant un temps choisi, apres la fin de
la rampe d’évaporation. Puis le piége est ouvert, et aprés 24 ms de temps de vol on prend
une image. Cette séquence est répétée pour plusieurs temps d’oscillation dans le piége.
L’ensemble des images permet alors de tracer la longueur du condensat en fonction du
temps d’oscillation. Ajoutons que pendant I'attente finale dans le piége un bouclier RF est
conservé (& la valeur de la fin de rampe), pour éviter un chauffage trop important. De plus,
la fin de rampe d’évaporation est choisie de fagon a laisser une fraction thermique visible,
de D'ordre de 30 %, pour étre sir que le couteau RF est assez haut, et ne perturbe pas le
condensat.

3.2.2 Etude qualitative des oscillations

Ces oscillations ont été mesurées dans deux piéges d’anisotropies différentes. Le piége
de fréquences w, = 2w x 3.9Hz et w; = 27 x 810Hz sera appelé piege (I) et celui de
fréquences w, = 27 x 5Hz et w; = 27 x 760 Hz sera appelé piege (II).

La FiG. 3.5 montre une courbe d’oscillations pour chacun de ces pieges. Le nombre
d’atomes dans le condensat Ny diminuant significativement au cours de ’attente dans le
piége, environ de moitié sur 1’échelle des graphes, on n’a pas tracé directement la longueur
mesurée L(t), mais C'ste x L(t)/N&/E)(t). Le but est de rapporter la longueur mesurée a la
longueur de Thomas-Fermi R, correspondant & Ny(t). Pour le piége (I) nous ne disposions
pas de calibration absolue de Ny, la constante a donc été choisie pour centrer les oscillations
sur 1. En revanche, pour le piege (II), la connaissance absolue de Ny a permis de tracer
réellement L(t)/R,(t), qui tend également vers 1, sur la courbe, quand ¢ augmente.

Le tableau TAB. 3.1 résume les résultats des ajustements de ces courbes par la fonction
C + Atqy sin(Q + ¢rqy) X exp(—t/7), représentant des oscillations amorties exponentielle-
ment.

Interprétation

Nous n’avons pas étudié ces oscillations de fagon systématique, cherchant plutot a les
éliminer. Nous ne sommes par conséquent pas en mesure d’en démontrer 'origine. Néan-
moins, U'interprétation qualitative de I. Shvarchuck et al. [7], en termes de condensation
hors d’équilibre, peut s’appliquer dans notre cas.

Ecartons tout d’abord I’hypothése d’un bruit technique, d’une instabilité du piége ma-
gnétique, ou de l'excitation du nuage lors de la derniére déformation du piége, avant la
condensation. En effet, la procédure méme de mesure de ces oscillations, chaque point re-
présentant un cycle de condensation complet, montre que leur phase n’est pas aléatoire.
De plus, nous avons vérifié que 'amplitude des oscillations était fonction du temps entre
le franchissement du seuil et 'ouverture du piége, et non du temps entre la derniére mo-
dification du piége magnétique (relachement du confinement axial et compression radiale)
et ouverture du piége.

Les oscillations semblent donc liées a la dynamique de la condensation, qui doit étre
trop rapide pour étre en quasi-équilibre. Par exemple, pour chacune des deux courbes, la
fraction condensée est de plus de 50 %, alors que le temps séparant le franchissement du
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FiG. 3.4: Rampe RF d’évaporation et évolution de la température et du nombre d’atomes dans
le nuage au cours du refroidissement. La bande grisée représente l'instant o, éventuellement, on
diminue encore le biais et la courbure longitudinale du piége pour obtenir des rapports d’aspects
supérieurs a 60. Le dernier point de ce graphe est a environ 2T.,.
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FiG. 3.3: Séquence temporelle de la compression du piege magnétique. Les deux compressions cor-
respondent auz étapes 3 et 4 du cycle détaillé dans la section 2.3.10. La rampe RF' est utile pour
commencer a refroidir et ainsi limiter la longueur du nuage (sans cela, environ la moitié des atomes
du piege sont perdus, peut-étre par les collisions avec les parois de la cellule).
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Compression

La séquence de compression est indiquée sur la FiG. 3.3. Elle correspond aux étapes
3 et 4 du cycle détaillé dans la section 2.3.10. Nous avons constaté expérimentalement
qu’il est important d’utiliser une rampe radio-fréquence pendant cette étape. En théorie,
le chauffage di & la compression conduit & une longueur de l'ordre de 1/4 ou 1/3 de
la largeur de la cellule. En pratique, en ’absence de rampe RF, une fraction de l'ordre
de la moitié des atomes du piege est perdue, peut étre par les collisions avec les parois
de la cellule. De plus, cette évaporation permet de commencer & refroidir le nuage. Les
constantes de temps sont optimisées empiriquement, de fagon & obtenir le nuage le plus
dense en fin de compression, et ne dépendent pas uniquement de la durée de vie du piége
magnétique et du critére d’adiabaticité de la compression [36]. A la fin de la compression,
onaw| =27 X 415Hz et w, = 27 x THz, ce qui correspond a un rapport d’aspect de 60.

Evaporation

Cette compression donne les conditions initiales suivantes pour initier le refroidissement
évaporatif proprement dit : 8 x 107 atomes a T = 390 pK, soit un taux de collisions d’environ
200s~!. Le déroulement du refroidissement jusqu’a proximité du seuil de condensation
est représenté sur la F1G. 3.4. Le paramétre n de I'évaporation, défini par n = (hvrp —
grmpupBy)/kpT, varie entre 6 et 7 au cours de la rampe.

Piéges de grande anisotropie

Pour obtenir des condensats de rapports d’aspect supérieurs a 60, on abaisse la courbure
et le biais magnétique aprés 9 a 10s d’évaporation, en maintenant la RF constante a 8 MHz.
Cette phase dure 2s. Puis on poursuit ’évaporation jusqu’a la condensation, en 6 s environ.
Pour un piége tel que w; = 27 x 760Hz et w, = 27 x 5 Hz, le seuil est atteint autour de
500nK, avec 6 x 10° atomes.

3.2 Franchissement du seuil : déclenchement d’oscillations

En recherchant la rampe d’évaporation optimum, nous avons remarqué qu’une évapora-
tion rapide au franchissement de T, déclenchait des oscillations de la longueur du condensat.
Un tel phénomeéne a été observé simultanément par le groupe de J. T. M. Walraven [7].

Nous avons mesuré quelques caractéristiques de ces oscillations, et nous avons cherché
& les minimiser. En effet, ces observations ont eu lieu lors de la mesure de la distribution
de vitesse axiale des fluctuations de phase. Les oscillations étaient une perturbation im-
portante de ces mesures, susceptible soit de masquer totalement le signal, soit d’ajouter
des erreurs systématiques.

Signalons que ce type d’excitation collective du condensat a été étudié précédemment
en modulant le piége magnétique, a trés basse température [43, 44], et en présence de nuage
thermique [45, 46].
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Mélasse

A ce stade on peut couper le champ magnétique du PMO et désaccorder davantage
le laser piége, jusqu’a -44 MHz de la transition cyclante, pour effectuer du refroidissement
sub-Doppler, par mécanisme Sisyphe [22, 23]|. En 3ms la température descend en dessous
de 100 K, et la densité devient de 1'ordre de 10! at/cm?.

Ces conditions sont suffisantes pour démarrer le refroidissement évaporatif, aprés trans-
fert dans le piége magnétique et compression.

3.1.2 Transfert au piége magnétique

Le transfert de la mélasse vers le piége magnétique est trés simple : on coupe les lasers,
et on branche les bobines de ’électroaimant trés rapidement (~ 100 us) pour que le nuage
n’ait pas le temps de tomber ni de s’étendre.

Pour charger le piége magnétique avec les atomes dans l'état |[F = 1,mp = —1) il
faut couper le repompeur 1 (le repompeur 2 est éteint depuis le Dark Spot) juste avant
(moins d’une milliseconde) le laser piége. Une partie des atomes est alors dépompée vers
I’état F' = 1, puis on applique un pulse de dépompeur qui acheve le dépompage, juste
avant de brancher le piége magnétique. Aucun champ directeur n’étant appliqué pendant
cette phase, les atomes sont a priori uniformément répartis dans les sous-niveaux |F =
I,mp = 0,£1). On estime donc le transfert maximum possible dans 'état piégeant a
30 %. Cependant on ne connait pas exactement le nombre d’atomes transférés, car le cycle
magnétique de ’électroaimant doit comprendre une phase de compression pour que le
champ rémanent final soit compensé. Interrompre le cycle & mi-parcours pour observer les
atomes juste aprés le transfert implique que le champ rémanent est trés mal compensé. Dans
ces conditions la section efficace de diffusions des atomes est différente, et ne permet pas
de comparer avec fiabilité les nombres d’atomes mesurés. La mesure du nombre d’atomes
aprés compression donne une borne inférieure au nombre d’atomes transférés de 8 x 107
atomes, tandis que dans ’hypothése ou la section efficace n’est pas modifiée, on trouve
2 x 10® atomes transférés.

Les fréquences du piége magnétique au moment du transfert sont calculées pour ’adap-
ter & la température et la taille du PMO. Une fréquence w vérifiant

w= 1, [kl (3.1)
(o2 m

permet de conserver la taille et la température du nuage transféré (o est le rayon du PMO
et T sa température). Cela correspond & un transfert avec le minimum de pertes de densité
dans ’espace des phase (voir [36] pour plus de détails). Avec w = 27 x 17 Hz, notre piége
est adapté pour un PMO & 80 uK de 0.8 mm de diamétre.

Cette adaptation n’est cependant pas critique dans notre cas et n’a pas été particulie-
rement optimisée.

3.1.3 Séquence de compression et d’évaporation

Une fois le piege magnétique chargé, on le comprime, pour augmenter le taux de colli-
sions afin de refroidir efficacement par évaporation, et pour obtenir finalement un condensat
trés anisotrope.
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FiG. 3.2: Schéma des transitions sur lesquelles sont accordés les différents lasers utiles au PMO,
auw Dark Spot et a la mélasse. Les deux repompeurs ne sont pas sur la méme transition pour des
raisons sans rapport avec l’efficacité de repompage.

Comme la phase de PMO dure quelques secondes, on comprend la nécessité d’utiliser un
laser pour repomper les atomes du niveau F' = 1 vers F' = 2, en passant par les niveaux
excités F' =1, ou F' = 2.

Dark Spot

Les paramétres de ’étape de pré-refroidissement a optimiser sont le nombre d’atomes,
la température, et la densité du nuage. Une forte densité va augmenter 'efficacité initiale
du refroidissement évaporatif dans le piege magnétique, grace a une thermalisation rapide.

Or la densité du PMO est limitée par les phénomeénes de diffusion multiple [41], qui
résultent en une force répulsive & longue portée. Une méthode pour contourner ce pro-
bléme est de ne pas repomper les atomes du centre du nuage, qui tombent dans un état
non résonnant F' = 1. La densité optique au centre du nuage est donc diminuée, et par
conséquent la diffusion multiple également. Cette méthode [42] est appelée Dark Spot, pour
“dark spontaneous-force optical trap”.

Pour la mettre en oeuvre, on image au centre du PMO un disque noir de 5mm de dia-
meétre, placé au centre du faisceau repompeur 1 (voir F1G 3.1). Ainsi, lorsque le repompeur
2 est coupé, le centre du nuage n’est plus repompé, et I’on obtient un Dark Spot. Pour étre
encore plus efficace, on superpose un faisceau dépompeur au centre du repompeur 1. C’est
ce que 'on appelle un Ultra Dark Spot. Aprés cette phase, qui dure en tout environ 120 ms,
on obtient une densité d’environ 5 x 10 at/cm? et une température de 100 & 200uK.
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3.1.1 Les PMO, Dark Spot, mélasse

Le piégeage et le pré-refroidissement des atomes issus du ralentisseur Zeeman avant
leur transfert dans le piége magnétique comporte trois phase.

Piége Magnéto-Optique (PMO)

Les atomes sont tout d’abord piégés dans un PMO (voir schéma sur la F1G. 3.1), chargé
par le flux sortant du ralentisseur Zeeman.

vue de coté vue de dessus

atomes piégés

Piege + repompeur 2

=N

N
//// N \\\
II/ ///, \\\\ \\\\
/I \\
/ . TT Piege +repompeur 2

péle du quadrupdle S S Piege + repompeur 1

cellule

Fia. 3.1: Représentation schématique du dispositif du piége magnéto-optique. La géométrie des
lasers piége et des lasers repompeurs est indiquée. L’utilité des deux repompeurs est expliquée dans
le paragraphe sur le Dark Spot.

Le champ magnétique quadrupolaire sphérique est créé par deux bobines d’une quin-
zaine de spires, en configuration anti-Helmoltz, parcourues par un courant de 2 A. Elles
créent un gradient axial de 28 G/cm et de 14 G/cm pour la direction radiale.

Les faisceaux lasers piége ont un waist d’environ 1c¢m, une intensité d’environ Igyy =
1.6mW /cm?, et sont désaccordés de —14 MHz par rapport a la transition F =2 — F' = 3
(voir F1G. 3.2).

Avec ces parameétres, on charge plus de 10° atomes en typiquement 5s, avec une densité
au centre du nuage de I'ordre de 3 x 10! at/cm? et une température supérieure a 500 uK.

Nécessité du repompeur

Le laser piege est désaccordé de la transition cyclante F' = 2 — F’/ = 3 de -14 MHz, vers
le rouge. Il est donc a 253 MHz de la transition F' = 2 — F' = 2 [F1a. 3.2]. Or le niveau
F' = 2 est aussi couplé par émission spontanée au niveau F' = 1 qui est hors résonance
vis-a-vis des lasers du PMO, et donc non piégé.

La section efficace d’une transition est proportionnelle & 1/(1 + 462/T?), ot § est le
désaccord du laser a la transition. Le rapport des sections efficaces de diffusion des deux
transitions en question est donc de 'ordre de 1073, en considérant les facteurs de couplage
entre sous-niveaux hyperfins proches de 1. Le taux de diffusion dans le PMO, sur la tran-

sition cyclante, étant de 'ordre de 1 us™!, le taux de dépompage est de 'ordre de 1ms™?.
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Chapitre 3

Réalisation de condensats dans le
régime intermeédiaire 3D-1D

Gréace au piége magnétique présenté au chapitre précédent, nous avons pu réaliser
des condensats de rapports d’aspects (demi-longueur/rayon) extrémes, c’est-a-dire jusqu’a
environ 200. Ce régime permet d’obtenir des quasi-condensats, mais il pose une série de
difficultés pratiques, liées a ’anisotropie du piége, que nous allons détailler dans ce chapitre.

Nous allons voir que pour des rampes d’évaporation trop rapides, le condensat se forme
hors d’équilibre, et oscille dans le piége, dans un mode de compression. Ce phénoméne
a également été observé et étudié par le groupe de J. T. M. Walraven [7]. D’autre part,
les approximations usuelles, comme ’approximation de Thomas-Fermi par exemple, qui
simplifient considérablement ’analyse des images, ne sont plus valables dans nos conditions,
qui se situent dans la transition entre le régime de Thomas-Fermi 3D et le régime 1D.

Précisons également que ce que nous appelons “condensats” dans ce chapitre sont en
réalité des quasi-condensats, présentant des fluctuations de phase. Cependant, nous ne
nous intéressons dans ce chapitre qu’a leurs propriétés de densité, qui sont, en principe,
similaires & celles des vrais condensats [10]. La question des fluctuations de la phase, que
nous étudierons dans les chapitres suivants est donc a priori découplée des questions que
nous abordons ici.

3.1 Séquence expérimentale standard

Nous décrivons dans cette section le piégeage et le refroidissement des atomes jusqu’au
seuil de condensation dans un piége trés anisotrope. Les premiéres étapes de refroidissement
laser ne présentent pas de particularités dues a 1’anisotropie recherchée. C’est & ’étape de
compression du piége magnétique que quelques précautions sont nécessaires afin que le
nuage ne soit pas trop allongé, et qu’il ne touche pas les bords de la cellule.
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2.3.11 Conclusion

Les effets d’hystérésis et de saturation, de couplage entre les différents poles ont rendu
nécessaire une longue mise au point, et conférent parfois au piége magnétique un com-
portement difficilement prévisible. En revanche, son comportement est trés reproductible.
L’électroaimant & noyau ferromagnétique nous permet d’obtenir des piéges magnétiques
avec des rapports d’aspect supérieurs a 100, avec un courant maximum de 30 A. De plus il
procure un blindage magnétique non négligeable vis-a-vis des champs extérieurs.
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magnétique, lors d’un cycle complet. Les différentes étapes, notées e3 a e7, sont détaillées dans le

Fi1G. 2.9: Variations des courants dans les circuits dipdle-anti-dipdle et quadrupdle, et du champ
texte (les étapes 0 & 2 figurent sur ce graphe mais sont trop courtes pour étre indigquées).
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B" \, 138 G /cm?
étape 4 Deuxiéme compression'
Quadrupole : 30 A
Dipole :1.26 A
Anti-dipole : " 1.26 A
Trap-tilt : bobine 1 : I = 1.04 A, bobine 2 : I = 1.38A
piege radial : B’ /1460G/cm  w; ~ 27w x 415Hz
piége axial : By \,6.8G w, ~ 21 x THz
B" \, 61G/cm?
étape 5 Attente : évaporation etc.
Quadrupole : 30 A
Dipole :1.26 A
Anti-dipole : 1.26 A
Trap-tilt : bobine 1 : I = 1.04 A, bobine 2 : I = 1.38A
piege radial : B’ ~1460G/cm  w; ~ 27 x 415Hz
piége axial : By ~6.8G w, ~ 21 x THz
B" ~ 61G/cm?
étape 6 Facultatif : relaichement du confinement axial
Quadrupole : 30 A
Dipéle N\ 0.72A
Anti-dipole : \,0.72 A
Trap-tilt : bobine 1 : I = 1.04 A, bobine 2 : I = 1.38A
piege radial : B’ ~1460G/cm  w,; /' 27 x 760 Hz
piége axial : By \,3G w, "\, 27 x bHz
B" N\, 31G/cm?
étape 7 Facultatif, suite : fin de ’évaporation
Quadrupole : 30 A
Dipéle :0.72A
Anti-dipole : 0.72 A
Trap-tilt : bobine 1 : I = 1.04 A, bobine 2 : I = 1.38A
piege radial : B’ ~1460G/cm  w; ~ 27 X 760 Hz
piége axial : By~ 3G w, ~ 21 x bHz
B" ~ 31G/cm?
étape 8 coupure du piége

Quadrupole
Dipole
Anti-dipole
Trap-tilt

N OA
N OA
N OA
: bobine 1 : I N, 0A, bobine 2 : I \,0A
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La coupure des courants est bien controlée par les condensateurs de décharge, qui
donnent des temps de décroissance d’environ 100 us pour la quadrupoéle et 200 us pour le
dipole (plus anti-dipole). Nous avons effectué des mesures du champ magnétique qui ont
montré que les courants de Foucault sont négligeables, et que le champ magnétique se
coupe avec la méme constante de temps typique que les courants. Vis-a-vis des fréquences
d’oscillation du piége w,; = 27 x 760Hz et w, = 27 x 5 Hz, la coupure pourra donc étre
considérée, en bonne approximation, comme instantanée.

2.3.10 Exemple de cycle

Voici en détail un cycle magnétique complet. Les fréquences sont déduites des mesures
des champs aux étapes 2 et 3, selon les relations (2.4), et inversement aux étapes 5 et
6. Les variations des courants et des champs sont également représentés sur la FiG. 2.9.
Rappelons également que “trap tilt” désigne la paire de bobines destinée a compenser le
gradient crée par le quadrupoéle sur 'axe du dipole.

étape 0 Charge des condensateurs
Quadrupole : Ucopg =~ 100V
Dipole : Ucona = 135V
Anti-dipole : inactif
Trap-tilt : inactif
étape 1 Décharge des condensateurs
Quadrupole : courant 0 — 4.8 A en 7 ~ 150 us
Dipoéle s courant 0 — 3.8 A en 7 = 150 us

Anti-dipole : inactif
Trap-tilt : bobine 1 : I / 480mA, bobine 2 : I / 680 mA

étape 2 Attente : thermalisation des atomes
Quadrupole : 4.8A
Dipdéle :3.8A
Anti-dipéle : inactif
Trap-tilt : bobine 1 : I = 480 mA, bobine 2 : I = 680 mA
piege radial : B’ ~260G/cm  w; ~ 27 x 17Hz
piége axial : By~ 127G w, ~ 21 x 17Hz

B" ~ 375G /cm?

étape 3 Premiére compression!
Quadrupole : 7 30A
Dipole N\ 1.26 A

Anti-dipole : inactif

Trap-tilt :bobine 1: 1 /1.04A, bobine 2:1 /1.38A
piege radial : B’ //1460G/cm  w, ~ 27 x 178 Hz

piége axial : By \, 55 G w, ~ 27 x 11 Hz

'La décomposition de la compression initiale en 2 étapes est rendue nécessaire par les problémes d’hys-
térésis entre dipole et anti-dipole schématisés sur la FiG. 2.5.
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tance.

pour éviter une surtension trop importante aux bornes des bobines dans le cas d’une
ouverture trop rapide du circuit. Le condensateur se décharge ensuite dans un résis-
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Fi1G. 2.8: Schéma des circuits de commande des courants des bobines quadrupdle et dipdle. Les IGBT
ouvrent et ferment les circuits. Ils sont protégés par des varistances dans le circuit Dipole/Anti-
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Fic. 2.7: Effet d’un gradient de champ V', di au quadrupéle, sur l'aze du dipdle. La position du
centre du piége dépend alors de la courbure. Il se déplace donc lorsque l’on change l’anisotropie du
piege. Ce gradient, de 8 G/cm pour Iquaq = 30 A, peut étre expliqué par un angle de 5mrad entre
le plan du quadrupdle et le plan normal au dipdle. Des bobines ont été placées sur le dipdle pour
compenser ce gradient (voir texte).

lorsque 'on s’approche des poles (au dela de 5mm du centre environ), donnant un potentiel
de piégeage de forme quelconque.

Pour annuler ce gradient parasite, une paire supplémentaire de bobines, appelée “trap-
tilt”, a été placée sur les poles du dipole. Elles sont alimentées en série et en sens opposés, par
des courants de 'ordre de 1.5 A. Les courants dans chaque bobine sont légérement différents
car le gradient & compenser n’est pas centré en z = 0. Enfin, pour que la compensation
soit valable pendant tout le cycle, leur courant est proportionnel a celui du quadrupole,
puisque b’ & Iqyad-

2.3.9 Circuits de commande des courants

Deux circuits de commande distincts, mais assez semblables, pilotent les bobines du
dipdle et du quadrupdle. Ils sont représentés sur la FiG. 2.8. Leurs fonctions sont les
suivantes :

— Commuter rapidement le courant dans les bobines en début de cycle. Pour cela un
condensateur de 5 uF est chargé aux bornes d’une alimentation haute tension, puis
déchargé dans les bobines en un quart de période d’oscillation du circuit LC., soit
7 = 5V LC. >~ 175 ps. La tension de charge U des condensateurs détermine le courant
I dans les bobines 4 la fin de la décharge selon la relation C.U?/2 = LI?/2. On choisit
donc U pour que I soit le courant désiré en régime stationnaire,lorsque les sources
de courant prennent le relais des condensateurs pour alimenter les bobines.

— Fournir un courant stationnaire, ou lentement variable, pendant ’essentiel du cycle.

— Couper rapidement le courant des bobines. La constante de temps est encore dé-
terminée par un condensateur Cy (5 uF pour le dipdle et 2 uF pour le quadrupole),
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ordre. Une mesure de la stabilité du biais est décrite a la section 3.3.3.

2.3.7 Compensations

Un des inconvénients majeur de I’électroaimant & noyau ferromagnétique est le champ
rémanent qui persiste alors qu’aucun courant ne parcourt plus les bobines. Or il existe
des phases de ’expérience, surtout le refroidissement laser mais aussi le vol libre du nuage
d’atomes avant 'image, qui nécessitent des champs (biais, gradients et courbures) faibles.

La compensation des champs résiduels est faite au moyen de paires de bobines placées
sur les poles, parcourues en permanence par un courant opposé au courant des bobines
principales créant le piége. Pour chaque axe du quadrupdle, une paire de bobine annule le
gradient résiduel, et une paire compense la courbure résiduelle, qui provient de la symétrie
imparfaite de I’électroaimant. De méme, les poles du dip6le sont munis d’une paire de
bobine pour la compensation du gradient, et de deux paires pour éliminer le champ constant
et la courbure (sans poles composés une seule paire aurait suffit pour le biais et la courbure,
puisque c’est la forme du pole qui fixe alors le rapport des deux).

En pratique, les courants de toutes ces bobines sont ajustés en observant 1’explosion
d’une mélasse optique peu désaccordée, que l'on évalue a l’oeil, et qui doit étre isotrope
et pas trop rapide®, ou bien en regardant I’évolution du piége magnéto-optique lors de la
diminution progressive de son champ magnétique. Il est difficile d’estimer la précision des
compensations ainsi obtenues, mais elles permettent d’obtenir des températures de mélasse
de l'ordre de 100 uK, et de charger un piége magnétique suffisamment froid et dense pour
initier le refroidissement évaporatif.

2.3.8 Centrage du piége magnétique

Avant de décrire en détail un cycle magnétique complet, il reste & expliquer une derniére
difficulté survenant lors de la réduction de la courbure axiale pour obtenir une grande
anisotropie?.

Un petit défaut de symétrie dans ’assemblage de I’électroaimant engendre un gradient
b’ sur ’axe du dipoéle, proportionnel au courant dans le quadrupoéle. La position du centre
du piege est alors déterminée par le rapport 2b’'/B” (voir F1aG. 2.7).

Pour Iqyaq = 30 A ce gradient atteint 8 G/cm — il est & noter qu’un tel gradient parasite
peut s’expliquer par un angle de seulement 5 mrad entre la normale au plan du quadrupoéle
et I'axe du dipole. Dans ces conditions, le passage de B” = 100G /cm? a B” = 50 G /cm?
décale le minimum de champ de 1.6 mm, soit de plusieurs fois la taille typique d’un nuage
thermique juste au dessus du seuil de condensation.

Ce déplacement du centre du piége est un probléme dans la mesure ot il peut déclencher
des oscillations du centre de masse du nuage d’atomes, qui s’amortissent lentement lorsque
le piége est harmonique et de fréquence basse. De plus, le piége est harmonique prés du
centre des poles, mais le champ est dominé par des ordres plus élevés et non controlés

3Ce critére est trés qualitatif, car il dépend des conditions précises (désaccord des faisceaux lasers etc...)
dans lesquelles on regarde ’explosion de la mélasse

*Ce relachement du piégeage axial est dd soit au branchement des bobines de compensation du biais,
qui diminuent la courbure par un facteur 2 environ, soit a la réduction du courant dans le circuit dipole-
anti-dipole.
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Fi1G. 2.6: Caractéristiques des champs du dipdle et du quadrupodle en fonction du courant d’excita-
tion. Sur chaque graphe les mesures ne sont pas consécutives, chaque point est mesuré au sommet
d’un cycle on I’hystérésis est nul. Pour plus de précisions sur lannulation de l’hystérésis, voir le
paragraphe sur les compensations.

pour s’affranchir du bruit magnétique ambiant?. Ainsi, un champ constant de quelques
Gauss, créé par des bobines extérieures est réduit par un facteur 5 lorsqu’il est paralléle
au dipole, et par un facteur 1.7 lorsqu’il est a 45° des axes du quadrupoéle. Le blindage
radial est donc le moins fort, mais c’est aussi le moins crucial. En effet, le champ du piége
est essentiellement axial, une petite composante radiale ne le perturbe donc qu’au second

2D’aprés de rapides mesures effectuées avec des sondes a effet Hall, d’une sensibilité d’environ 20 mG,
aucune fluctuation du champ magnétique ambiant n’a pu étre mesurée dans une de nos salles.
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FiG. 2.5: Deux types de cycles de compensation du biais possibles en principe. Le courant circulant
dans les bobines du dipdle est noté Iqip,, et dans Uanti-dipole, I,_q. Les phénomeénes d’hystérésis
font que pour les courants usuels (de ~ 1 a 4 A) ces cycles ne sont pas équivalents. C’est le cycle
du haut du schéma qui permet, en pratique, de compenser le biais.

2.3.5 Gradients et courbures des champ créés

B (ajem/a)y | B"(ajem2/8) | Boca/a)
55 110 44

TAB. 2.1: Caractéristiques des champs quadrupolaires et dipolaires avant saturation.

Nous avons tracé sur la FI1G. 2.6 les caractéristiques des champs du dipéle et du qua-
drupdle en fonction du courant d’excitation. Ces courbes permettent de donner une idée
de la saturation des poles et d’estimer la dépendance du gradient, de la courbure et du
biais vis-a-vis du courant dans la zone linéaire. Ces valeurs, pour le régime linéaire, sont
regroupées dans le TAB. 2.1. Elles ne sont plus valables au dessus de 20 A pour le gradient
et d’environ 2.5 A pour B” et By du fait de la saturation des poles mais donnent néanmoins
un bon ordre de grandeur.

2.3.6 Effet de blindage

Les avantages de 'utilisation de poles ferromagnétiques ne se limitent pas & la produc-
tion de gradients et de courbures de champs élevées. Un effet de blindage par ’électroaimant
vis-a-vis de champs externes a été constaté, sans avoir été prévu. Une interprétation pos-
sible de cela est le guidage du champ externe dans la culasse, ce qui lui fait contourner
le centre de I'électroaimant. C’est un atout non négligeable, car cela permet de garantir
une bonne stabilité du biais sans avoir a installer un blindage de p-métal supplémentaire
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partie extérieure du pole crée un champ dont le rapport By/B” est différent du rapport
By/B"” du champ créé par la partie intérieure du pole. En choisissant correctement le
courant de chacune des paires de bobines excitatrices, on peut donc créer un champ de
biais quasiment nul, sans toutefois annuler la courbure.

. Bobine dipolaire
Carter de refroidissement

g m Fer

Bobine de compensation du biais

F1G. 2.4: Schéma des poles du dipole permettant la compensation du biais. Les cotes sont en mm.
Grice a la géométrie des poles, les bobines “dipolaires” et les bobines de compensation du biais
n’excitent pas le barreau de facon équivalente. On peut ainsi compenser le biais sans annuler la
courbure du champ dipolaire.

Remarque importante : le dipdle et ’anti-dipole sont couplés magnétiquement, leurs
saturations ne sont pas indépendantes. On ne peut par conséquent considérer que leurs
champs s’ajoutent simplement et les phénoménes d’hystérésis sont compliqués. Il ne suffit
donc pas de brancher I'anti-dipole pour compenser le biais. Il peut avoir une action inverse.
Ces effets n’ont pas été étudiés systématiquement dans les conditions expérimentales réelles,
il faut donc faire plusieurs tentatives pour obtenir un piége aux caractéristiques voulues.
Pour cela il faut se souvenir que les cycles représentés schématiquement sur la FiG. 2.5 ne
sont pas équivalents, méme pour de faibles courants. Le premier type de cycle (en haut sur
le schéma) est celui qui nous a permis d’obtenir les piéges les plus anisotropes.

2.3.4 Les bobines

Les bobines du quadrupole sont constituées de 55 tours de fil de cuivre creux, & sec-
tion circulaire, refroidies par circulation d’eau (sans compresseur). Elles sont congues pour
supporter jusqu’a 40 A, et ont environ 2mH d’inductance. L’inductance que nous men-
tionnons est un ordre de grandeur, mesuré en présence du barreau ferromagnétique, hors
du régime de saturation. Les bobines du dipdle comportent 120 tours de fil de cuivre de
1mm de diameétre, pour une inductance de 3mH. Elles sont refroidies par contact avec le
pole, lui méme refroidi par circulation d’eau dans le carter qui entoure son extrémité (voir
F1G. 2.4). Leur courant maximum est de 6 A. Les bobines de compensation du biais ont
aussi une centaine de tours, et sont également refroidies par le pdle. Ce sont les bobines
les plus inductives (5mH).
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bobine du quadrupdle péles du quadrupdle

X

bobine du PMO

emplacement du péle du dipdle

vue de face

vue de coté

F1G. 2.3: Représentation schématique de l’électroaimant, en fausse perspective. Sur la vue de coté
le dipdle n’est pas représenté, pour plus de clarté.

2.3.2 Composition des poles et de la culasse

Les poles sont constitués de lamelles de fer pur de 100 um d’épaisseur et la culasse
de feuilles de fer-silicium de 50 um d’épaisseur. Le fer pur a été choisi pour sa haute
perméabilité magnétique, jusqu’a 104, et son fort champ de saturation, environ 2T, soit
2 x 10 G. Le feuilletage sert & augmenter la résistivité du matériau pour atténuer les
courants de Foucault qui se développent & la coupure du courant dans les bobines. Ces
courants parasites transitoires ralentissent la décroissance du champ magnétique [19]. Or,
si 'ouverture du piége magnétique contenant les atomes est trop lente pour pouvoir étre
considérée comme instantanée (voir section 1.3.2), le nuage d’atomes est déformé, et son
image est difficilement interprétable.

2.3.3 Meéthode de compensation du biais

Comme il a été mentionné lors de la description du piége de Ioffe-Pritchard, il est
intéressant de pouvoir compenser le biais magnétique du piége sans en annuler la courbure!.
Sur un piége & bobine classiques nous avons vu que l'on pouvait compenser le biais du
champ dipolaire en ajoutant une paire de bobines anti-dipoles. Dans le cas d’'un champ
guidé par un pole ferromagnétique on ne peut se contenter d’ajouter une paire de bobines
excitatrices sur des poles simplement cylindriques, puisque la géométrie du champ entre les
poles, qui sont des guides magnétiques, ne dépend que de leur forme et de leur écartement,
et non de la forme des bobines. La solution est représentée sur la FIG. 2.4, ¢’est un pole
composé [40].

La partie extérieur du pole est excitée par la bobine “de compensation” (que I'on appelle
aussi bobine “anti-dipole”), tandis que la partie intérieure, qui crée la courbure axiale, est
excitée a la fois par la bobine de compensation et la bobine “dipole”. De cette fagon, la

'L’amélioration de la stabilité du biais par sa compensation est ici valable tant que les poles de 1’élec-
troaimant ne saturent pas, ce qui est vérifié en pratique lors de la phase ou le biais est compenseé.
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est d’alimenter les bobines par un fort courant, allant de quelques centaines & un millier
d’ampéres. Naturellement, de tels courants sont d’utilisation contraignante, en terme de
dissipation de chaleur, de commutation [36]... Il est notamment nécessaire de faire circuler
de T’eau sous pression & lintérieur méme des bobines. Par exemple sur ’expérience de
condensation de ’hélium métastable de notre groupe, les courants maximum utilisés sont
d’environ 250 A sous 20 V. Les 5 kW produits par effet Joule sont dissipés par de ’eau sous
une pression de 15 bars, circulant dans les bobines (tube de cuivre de 2.5 mm de diamétre
intérieur). Le gradient obtenu est de 'ordre de 85 G /cm et la courbure, d’environ 20 G /cm?.

2.2.7 Les solutions alternatives

Une solution trés prometteuse utilise le champ magnétique de micro-fils gravés sur
un substrat de type silicium en combinaison avec un champ de bobines externes [37, 38|.
Ainsi, pour quelques ampéres parcourant les micro-fils et quelques dizaines de Gauss de
champ externe, des gradients radiaux de plusieurs kG /cm sont obtenus. Une des difficultés
de cette technique est due au petit volume de capture du piége magnéto-optique du fait
de la proximité de la surface portant les fils, qui limite le nombre d’atomes dans le piége
magnétique a quelques 10%. La surface, ou l'inhomogénéité des fils, dans certains cas,
déforme également le piége magnétique jusqu’a fragmenter le condensat. D’autres types
de piéges ont été inventés pour réduire les courants nécessaires, mais sans chercher de
confinement particulierement élevé, tels que les pieges QUIC [39] qui créent des gradients
de 200 G/cm (courbure de 250 G /cm?) pour un courant de 25 A.

2.2.8 Notre solution

La solution qui a été choisie lors de la construction de notre expérience, est de guider,
dans des barreaux de fer, le champ magnétique créé par des bobines jusqu’a proximité des
atomes. Le champ d’une volumineuse bobine de plusieurs dizaines de tours de fil creux
peut de cette fagon étre guidé dans un barreau d’un ou deux centimeétres de diametre, ce
qui permet & la fois un confinement important et un acceés optique trés raisonnable.

2.3 L’électroaimant & noyau ferromagnétique

Dans cette partie nous présentons rapidement le principe et les caractéristiques im-
portantes de ’électroaimant de notre expérience. On trouvera davantage de détails sur
la théorie et l'apport des ferromagnétiques dans la theése de B. Desruelle [16], et sur le
développement de 1’électroaimant, en collaboration avec M. Lécrivain du LéSIR (qui en a
également assuré la construction), dans la thése de V. Boyer [17]. Nous insistons ensuite
sur le fonctionnement de 1’électroaimant lors d’un cycle réel de production d’un condensat.

2.3.1 Géométrie

Le piége est représenté schématiquement sur la FiG. 2.3. Il est constitué du jeu de
bobines représentées F1G. 2.1, chacune d’elle entourant un poéle ferromagnétique. Pour que
les boucles des lignes de champ soient guidées sur l'essentiel de leur longueur, les poles
qu’elles connectent sont reliés par une culasse ferromagnétique.



30 Chapitre 2 — Le piége magnétique

(a) B (b) B

N 48

(X2+y2)1/2 z

F1G. 2.2: Module du champ magnétique en fonction de la distance au centre du piége, tracé sur une
direction radiale (a) et selon l'aze z (b).

2.2.5 Compensation du biais

L’Eq. (2.3) montre une propriété importante des piéges de type loffe-Pritchard. La
courbure radiale est inversement proportionnelle a By, dans la limite ott B2/By > B" /2.
Diminuer le biais offre donc un moyen simple d’augmenter la fréquence radiale du piége
et donc le pouvoir confinant du piége, facilitant ainsi le refroidissement évaporatif, et
permettant d’obtenir un piége trés anisotrope, trés allongé.

La technique pour compenser le biais est trés simple. Il suffit d’ajouter sur 'axe du
dipdle une paire de bobines, appelée “anti-dip6le”, parcourues par un courant opposé a
celui des bobines créant le piége. Par exemple, en configuration Helmholtz (distance entre
bobines égale a leur rayon), le champ créé sur I’axe des bobines est du quatriéme ordre,
de valeur au centre non nulle : on peut ainsi compenser le biais sans diminuer la courbure
axiale.

Un autre intérét de la compensation du biais est 'amélioration de sa stabilité absolue.
En alimentant les bobines du dipdle et de I’anti-dip6le en série, le bruit du biais créé par le
dipdle, dominé en pratique par les fluctuations du courant, est en partie compensé par le
méme bruit sur le champ opposé crée par 'anti-dipdle. En d’autres termes on peut écrire
Baip, = al et Bani—aip = —B1 avec «,3 > 0. Le champ résultant au centre est alors
By = (v — B)I et ses fluctuations sont proportionnelles & o« — < «, et non & « comme
dans le cas du dipole seul. La stabilité du biais est trés importante lors du refroidissement
évaporatif, ot 'on a nkgT = (hwrr —grmpusBy), avec T la température des atomes, wrp
la radio-fréquence qui force ’évaporation et n une constante qui est en général comprise
entre 6 et 10. Pour une fréquence wrr donnée, les fluctuations absolues de température
sont donc proportionnelles aux fluctuations absolues du biais (& condition bien str qu’elles
soient plus lentes que le temps de thermalisation). La compensation du biais permet donc
d’améliorer le controle et la stabilité de la température a la fin du refroidissement évaporatif.
Pour une estimation quantitative de la stabilité du biais et de la température, voir la section
3.3.3.

2.2.6 Limites des piéges a bobines “classiques”

L’accés optique minimum nécessaire a la réalisation d’un piége magnéto-optique oblige
a placer des bobines, de dimensions centimétriques, a une distance de quelques centimétres
du centre du nuage d’atomes. Il est alors difficile d’obtenir un fort confinement. Une solution
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bobines se faisant face et le fait que V-B= 0, on peut écrire directement le champ sous
la forme valable au deuxiéme ordre en x,y, z

-Gz -Gz /2 —B'z
Bquad = Gy/2 + Gy = B/y (21)
Gz/2 —-Gz/2 0
Le gradient s’exprime comme B’ = 3 SuoNT W, avec N le nombre de tours par

bobine et I le courant qui les traverse, R leur rayon et 2D la distance entre bobines se
faisant face.

2.2.2 Champ dipolaire

Le champ dipolaire est crée par deux bobines (voir Fi1G. 2.1 (b)), il s’exprime comme :

B'"zz/2
Byip = ~Blyz/2 (2.2)
By + B < 2 _ —gy >
Le champ au centre By = puoNT W est appelé le biais (magnétique) du piége (r et d
sont définis comme dans le cas du quadrupole). La courbure s’écrit B” = puoN1T 4d?—

r?).

EErapel

2.2.3 Champ total

Comme il a été mentionné précédemment, du fait du suivi adiabatique du champ par
le moment magnethue des atomes, I’énergie potentielle est simplement proportionnelle au
module de B. Le module de B est tracé sur la Fia. 2. 2, dans le plan Oy et selon I'axe z.
On voit que radialement, le piége est harmonique au centre puis linéaire. En revanche, le
long de ’axe z, il est harmonique. Ce type de piége est dit semi-linéaire.

Par un développement au deuxiéme ordre de B = ]édip + Equad\ on trouve :

B/2 B// "
B=DB - 240 02) + — 22 2.
0+ = <Bo 2>(x+y)+2z (2.3)

Dans le plan radial, le rayon 7o, sur lequel ’approximation harmonique est valable, est
estimé comme le point ou la dérivée de 'Eq. (2.3) est égale & B’, c’est-a-dire, rg = By/B'.
2.2.4 Piége magnétique résultant

Les fréquences radiale (w) ) et axiale (w,) du piége associé a ce champ magnétique sont
déterminées en injectant ’Eq. (2.3) dans I’expression de 1’énergie potentielle :

1 2,2 __ B" 2

3MWIZ = grmppBS-2 (2.4)
Looy2 02 — 1 B? _ B'"\ 2 :
gmwi p~ = GgrFMFUB 3 (Bo ) ) P

p étant la coordonnée cylindrique radiale.
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Dans un champ magnétique B I’énergie potentielle de 'atome E, = —ji - B s’écrit donc
E, = grmpugB, ot mp est la projection de F sur B. Comme on ne peut créer dans le vide
qu’un minimum local de B, seuls les atomes tels que grpmp > 0 pourront étre piégés. Ceci
a la condition qu’une fois dans le piége, un atome ne change pas de sous niveau mp : il doit
suivre adiabatiquement le champ magnétique. Pour cela la rotation de B dans le référentiel
de 'atome, en mouvement dans le piége, Eioit étre lente devant la pulsation de précession

de Larmor de i autour de B:uw, = ‘I'TB. Lorsque la condition de suivi adiabatique est
remplie [35], I'énergie potentielle ne dépend pas de la direction du champ. C’est la variation
spatiale de son module qui permet d’obtenir un piege.

Notons que dans le cas du Rubidium dans un état fondamental, la condition gpmpg > 0
est remplie pour |F' = 1,mp = —1) car gp—1 = —1/2 et pour |F = 2,;mp = 1,2)
car gr—o = 1/2. Il est donc possible de piéger en méme temps deux nuages discernables
d’atomes et d’obtenir deux condensats a la fois (voir [18]). Les expériences décrites ici, en
revanche, ont toutes été réalisées avec des atomes piégés dans l'état |F' = 1, mp = —1).

2.2 Piége de Ioffe-Pritchard

Le piége magnétique de notre expérience est de type loffe-Pritchard. Il combine un
champ quadrupolaire cylindrique, qui assure le confinement radial, et un champ dipolaire
axial harmonique. Une caractéristique importante de cette configuration est la valeur non
nulle du champ au centre, ce qui permet aux atomes de toujours le suivre adiabatiquement.
Le piege est harmonique dans toutes le directions prés du centre, mais devient linéaire
radialement lorsque l'on s’en éloigne.

2.2.1 Champ quadrupolaire

Le champ quadrupolaire est crée par quatre bobines disposée comme indiqué sur la
Fia. 2.1 (a). En considérant Pantisymétrie par rapport a l'origine de chaque paire de

(b)

Fi1G. 2.1: Configuration des bobines et des courants (fleches sur les bobines) pour créer le champ
quadrupolaire cylindrique dans le plan zOy (a), et le champ dipolaire azial (b). Les lignes de
champ sont également indiquées.



27

Chapitre 2

Le piége magnétique

Un des éléments cruciaux du montage expérimental est le piége magnétique. C’est dans
ce piége que se passe la derniére étape de la réalisation d’un condensat, le refroidissement
évaporatif, puis éventuellement diverses manipulations du condensat. Le pouvoir confinant
du piége est important pour initier le refroidissement dans de bonnes conditions, c’est a dire
avec un taux de collisions élevé, pour assurer une thermalisation rapide du nuage atomique
[16, 17|. Le piége doit également étre trés stable, afin de maitriser le nombre d’atomes et
la température du nuage final. De plus, la source du champ magnétique, qui peut étre
constituée d’aimants permanents [34], ou de bobines, doit préserver au maximum 1’acces
optique au volume occupé par les atomes. Ceci est important pour collecter beaucoup
d’atomes dans le PMO, mais aussi pour pouvoir facilement manipuler le condensat (par
exemple faire de la spectroscopie de Bragg), et en prendre des images. Enfin, la forme du
condensat obtenu dépend des possibilités du piége.

Notre groupe a choisi d’utiliser un piége magnétique constitué de bobines entourant
des poles ferromagnétiques pour guider le champ jusqu’aux atomes. Ainsi, le piége présente
les avantages d’un fort confinement, de relativement faibles courants de fonctionnement,
jusqu’a 30 A, et d’'un accés optique correct.

Plusieurs générations de ce piége ont été utilisées [16, 19]. Le dispositif développé au
cours de la thése de V. Boyer [17], et que nous avons mis en place sur 'expérience, peut
produire un fort confinement dans deux directions, et faible dans la troisiéme, grace a la
méthode usuelle de compensation du biais (i.e. du champ au centre du piege). Il permet
ainsi d’obtenir des condensats trés anisotropes, tels que longueur/diameétre ~ 200. Nous en
présentons les principales caractéristiques dans ce chapitre.

2.1 Principe du piégeage magnétique

Le piégeage magnétique d’atomes neutres repose sur leur moment dipolaire magnétique
permanent [ = —gF’%BF, ou gr est le facteur de Landé, et up le magnéton de Bohr.
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1.4.2 Analyse d’une image par absorption

Nous avons vu qu’une image par absorption fournit, aprés division du fond, un signal
proportionnel & la densité colonne f n(x,y, z) de. Or, en général, la densité du nuage est
la somme de la densité d’une composante thermique (ny,) et d’'une composante condensée
(np). Aprés expansion, ces densités s’expriment [33] :

na(Ft) = —gos lex L—i i (1.47)

3 .1)2
no(¥) = max [no(0) [ 1— t—1,0], (1.48)

2 B0

avec
kT 1+ w?t?

X2 = — 14
) = B (1.49
Ryy(t) = Rpy(0)4/1+ w2, t2 (1.50)
R.(1) = R.(0). (1.51)

Voir la section 1.3.2 pour les expressions générales de R;(t) et les conditions de validité des
approximations (1.50) et (1.51). Rappelons également que Ar = /27h?/mkgT et g,(z) =
> 2% /i". En pratique on néglige I'effet des interactions, au sein du nuage thermique, sur sa
densité, ce qui revient a poser u/kpT = 0. Par intégration sur I’axe du laser sonde supposé
ici radial, on obtient les fonctions de fit pour les densités colonnes :

2 22
n(y,2) = nen(0)g2 [e‘fﬂ‘w?] (1.52)
) . Y2 52\ 3/2
no(y,z) = max |np(0) <1 — R_%, — R_§> ,0[. (1.53)

En pratique tous les paramétres de fit sont indépendants, mais on restreint la zone du
fit du nuage thermique aux ailes de la distribution, 14 ou il n’y a pas de condensat, pour
minimiser les erreurs de séparation entre les deux composantes du nuage total. En utilisant
les expressions (1.49) a (1.51), on peut remonter a la densité atomique dans le piege, a la
température etc. Le nuage est donc en principe “complétement” caractérisé.

Nous verrons par la suite que les approximations utilisées pour obtenir ces fonctions
de fit, telles que I’approximation de Thomas-Fermi, ou le fait de négliger I’effet des inter-
actions dans le piége entre nuage thermique et condensat sur la densité thermique aprés
temps de vol, ne sont pas totalement justifiées dans nos conditions expérimentales. La mé-
thode d’analyse décrite ici donne cependant de trés bons ordres de grandeur des quantités
mesurées.
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Ici § est le désaccord de la sonde par rapport a la résonance (on se place & 6 = 0 en
pratique) et I' = 5.9 MHz est la largeur du niveau excité.

Les coefficients de Clebsch-Gordan des transitions mises en jeu sont indiqués sur la
F1G. 1.4. On peut encadrer & entre ses valeurs extrémes pour les transitions 7 :

-3 -2 -1 0 1 2 3
F'=3
5 8 JE s 5
15 15 15 15 15
1 1
L (o | |3 (& 6 |3/l L
15 V15 15 \15 15 15 15 15
F=2
-2 -1 0 1 2

Fi1G. 1.4: Coefficients de Clebsch-Gordan de la transition F = 2 — F' = 3.

o

< < (1.45)

wl
o] w

a0

En prenant la valeur médiane de I’encadrement (1.45), on peut donc de cette fagon estimer
la section efficace de diffusion moyenne des atomes :
o

= 0.45+0.15 . (1.46)
o]

En résumé, sous les conditions suivantes :

— laser sonde polarisé linéairement

— effet Zeeman négligeable

-1 < Isat

— pas de dépompage vers F' =1,
on a une estimation sans calibration particuliére de la section efficace moyenne, et donc le
nombre d’atomes du nuage, a 30 % prés, quelle que soit la direction du champ magnétique
résiduel, et la répartition des atomes dans les sous niveaux de F' = 2.

En annexe, nous exposons une proposition de configuration d’imagerie par absorption,
ou ’on pourrait, en principe, connaitre a priori la section efficace de diffusion, sans avoir a
connaitre la direction du champ magnétique au moment de la prise d'image. Cette méthode
est basée sur la symeétrie de la transition FF = 1 — F’ = 0, dont tous les coefficients de
Clebsch-Gordan sont égaux. Pour qu’elle fonctionne, le champ magnétique devrait étre
faible, inférieur au Gauss, pour que le décalage des sous-niveaux fondamentaux par effet
Zeeman soit négligeable devant la largeur du niveau excité.

4Merci & M. Fauquembergue, J. F. Riou et Y. Le Coq pour m’avoir fait part de cette estimation de .
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faces de la cellule. On en déduit un grandissement constant d’une face a l'autre de la
cellule, tel que dans le plan de la CCD l'échelle des longueurs vaut 5.5(1) pum/pixel aussi
bien horizontalement que verticalement. Un pixel est donc & peu prés égal & la limite de
résolution du systéme.

L’imagerie par absorption

L’absorption du laser sonde d’intensité I(x,y,z), dirigé sur l'axe Oz, par le nuage
d’atome de densité n(z,y, z), suit la loi de Beer-Lambert

dl

e —n(z,y,z)ol, (1.41)
ou o est la section efficace d’absorption des atomes. Pour une intensité faible devant 'inten-
sité de saturation de la transition utilisée, 0 ne dépend pas de I, et 'intégration de cette
loi sur ’épaisseur du nuage donne lintensité transmise Ilians en fonction de lintensité

incidente Iy
Itrans(ya Z) = Iinc(ya Z) exp[fo' / n(m, Y, Z)dZE} (142)

En prenant deux images consécutives séparées d’environ 100ms, 'une avec les atomes,
lautre sans (ce qui permet de mesurer i), on a donc accés, aprés division point par
point des deux images, & une quantité ne dépendant que de la densité atomique et de
la section efficace d’absorption. En prenant le logarithme de I'image divisée on obtient le
signal o [ n(z,y, z)dz. Dans le cas o o est connue (utilisation d’une transition fermée avec
des atomes polarisés), on mesure alors de fagon absolue n(x,y, 2).

Section efficace d’absorption

Sur notre dispositif ¢ n’est pas connu a priori. Notre laser sonde est résonnant avec la
transition F' = 2 — F’ = 3, et polarisé linéairement. Or la direction du champ magnétique
résiduel est inconnue lors de la prise de 'image. Son amplitude, quant & elle, est vraisembla-
blement au maximum de ’ordre du Gauss, d’apres les mesures de compensation du champ
rémanent effectuées sur ’électroaimant. En premiére approximation, I'effet Zeeman peut
donc étre négligé. De plus les atomes initialement piégés dans l'état |F = 1, mp = —1)
ont été repompés pour prendre I'image dans le niveau F' = 2, et a priori dans tous les
sous-niveaux mp = £2,+1,0, sans que ’on en connaisse les populations. En prenant ’axe
de la polarisation linéaire du laser comme axe de quantification, on peut alors estimer une
section efficace moyenne approchée o. Dans cette base, les transitions optiques sont , et
bien que les sous-niveaux Zeeman ne soient pas, a priori, des états stationnaires, on peut
leur attribuer une population effective p(mp) pendant I’application du laser sonde. On
obtient :

T =00 Zp(mp)cz(mp,mp), (1.43)

ou les ¢(mp, mps) sont les coefficients de Clebsch-Gordan des transitions |F = 2, mp) —
|F' =3, mpr), et og est la section efficace des transitions fermées mp = +2 — mp = +3

3)\2 1

2m 14 402/T2 (144)

oy —
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Conclusion et méthode de résolution

Pour conclure, I’'approximation semi-classique et ’approximation de Hartree-Fock pour
les excitations conduisent & décrire le gaz de bosons dégénéré par le systéme d’équations

—

pour les grandeurs ¢g(7) et ng ()
{~WE 4+ V() + glno(7) + 200, (7] } Yo(7) = (),

(1.40)
nen(7) = ﬁ%/? [ef(veff(f%u)/kBT] )

Rappelons que ng(7) = |1o(7)|? et Vg () = V (7)+2g[no(7) +n¢n(7)]. La méthode standard
pour résoudre ces équations est une procédure auto-consistante itérative. Elle consiste &
résoudre alternativement les deux équations du systéme en gardant fixe ny, pour la premiére
et no pour la seconde. La procédure est détaillée par exemple dans [29].

1.4 Caractérisation du condensat et du nuage thermique

Sur notre expérience I'observation d’un condensat, et plus généralement d’un nuage de
Rubidium dense, se fait par absorption d’un laser. A partir de 'image de “l’ombre” du
condensat sur un faisceau sonde a résonance, on est en effet capable de mesurer la densité
spatiale du nuage, qui a son tour donne accés & sa température, son nombre d’atomes, etc.

1.4.1 Le systéme d’imagerie

Le systéme d’imagerie que nous utilisons est un systéme classique, a transport d’image
(F1G. 1.3). Le transport d’image est assuré par 2 doublets, a la limite de diffraction, corrigés

nuage d'atomes
cellule

,\\\g\\; >< \:::<:::
laser sonde \/ \v_ ______________ ;,
0 \ /

doublets de transport d'image objectif de microscope CCD

\4

f
A A
-
-
-

FiG. 1.3: Schéma de principe du montage d’imagerie par absorption. L’angle 0 = 11° représente le
complément de l’angle entre le laser sonde et ’axe long du piége magnétique. La résolution de ce
dispositif est de 6 um limitée par Uouverture de l’objectif.

des aberrations sphériques du second ordre, de 3.8cm de diamétre et 15cm de focale.
L’image est ensuite agrandie par un objectif de 5cm de focale et 8mm de diameétre. Sa
résolution & la limite de diffraction est de 6 um. Le grandissement du systéme, fixé par cet
objectif, est calibré en faisant 'image d’une mire graduée posée sur la face de la cellule
de sortie du laser sonde puis sur la face d’entrée, sans changer la mise au point effectuée
sur le nuage d’atomes. On trouve un grandissement identique sur les images des deux
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2. Limite des “hautes” énergies, approximation de Hartree-Fock
Dans la limite ot € > p, le spectre (1.32) prend la forme suivante :

2

(P, 7 = 2p—m + V(7) = p+ 2gn401(7), (1.36)

qui n’est autre que le spectre semi-classique d’'une particule dans un potentiel effectif
modifié par le champ moyen Vog(7) = V (F) 4+ 2gniot (7). Cela revient a une approximation
de Hartree-fock, associée a I'approximation semi-classique. Cette limite est trés utile pour
décrire le nuage thermique dans le cas ou kg7’ > u, ce qui correspond trés souvent aux
situations expérimentales présentant un nuage thermique visible par imagerie standard.
Cette approximation revient également a négliger la composante v(p, i) des excitations
dans les équations de Bogoliubov (1.31). Les amplitudes des excitations (1.33) deviennent
donc :
u(p, i) = 1,
(1.37)
o(5,7) = 0.

La densité du nuage thermique est alors déduite de (1.28) en lui appliquant les approxi-
mations semi-classique et de Hartree-Fock, soit :

nin(r) = W [ dp (&1 (p,7)a(p, 7)),
(1.38)
S S -1
= J P [exp(e(7,7) /kpT) — 1] .
On aboutit finalement a ’équation implicite :
= L ~ (Vett (7)) o T 139
nen(7) = E93/2 [6 } ) (1.39)

avec la longueur de de Broglie thermique Ap = /2mh?/mkpT et la fonction® g35(z) =
Sz n3/2. Cette équation est implicite puisque nyy, intervient dans Veg.

Remarques sur les quasi-particules II

Dans l'approximation de Hartree-Fock, c’est-a-dire, dans le cas de quasi-particules
d’énergie grande devant le potentiel chimique du systéme (e > p), les quasi-particules
s'identifient aux particules. Cela signifie qu’une excitation de haute énergie peut étre consi-
dérée comme une particule éjectée du condensat. Pour s’en convaincre, il suffit d’écrire le
systéme (1.30) avec u = 1 et v = 0, ce qui donne ¥ = é. 11 est assez intuitif que les phéno-
meénes collectifs (a 'origine de la distinction entre particules et quasi-particules) deviennent
négligeables pour des énergies grandes devant 1’énergie typique d’interaction.

311 peut étre utile de savoir que cette fonction est un POLYLOGARITHME, notamment pour les calculs
avec Mathematica.
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le systéme d’équations (1.26) devient :

(224 V() ~ 1t 200000 w7 + gno (0B 7) = €7 u(p ),
(1.31)

(£ + V() = o+ 2gm0a ()] (B, 7) + gno(P) (5.7) = —e(5.7) (7 ),

Solution des équations de Bogoliubov

La résolution des équations de Bogoliubov dans I’approximation semi-classique (1.31)
donne le spectre en énergie des excitations, valable lorsque € > hw :

1/2

2 2
(77 = { V() - et 2] - gznam} . (1.32)
Et les amplitudes des quasi-particules se déduisent de :
WA, 7) = 3 | + V) = i+ 2gmeon (7) + (5. 7))

V(5 7) = 5k [ + V() = p+ 2gn400(7) — €(P, f’)] , (1.33)

u(p, F)u(p.7) = — 515

Suivant 1’énergie des excitations, et le point 7 ou on les considére, des expressions plus
explicites, mais moins générales, de leur spectre et de leur amplitude peuvent étre écrites.
C’est ce que nous allons voir dans les deux cas particuliers suivants.

1. Excitations dans le condensat

Pour les excitations a 'intérieur du condensat, dans ’approximation de Thomas-Fermi,
en insérant I'expression de p déduite de 'Eq. (1.23) dans (1.32) on obtient le spectre?

interne [~ =\ __ p2 p2 —
€ (P, 7) =) =— %4—291@0(7") . (1.34)

On peut remarquer que cette expression ne contient plus la densité du nuage thermique, qui
s’élimine entre les équations (1.23) et (1.32). Pour les excitations de faible énergie cinétique
(mais respectant toujours la condition € > fiw), on trouve un spectre de type phonon :

ePhONn 5 7) = (7)p (1.35)

avec ¢(T) = /gno(7)/m la vitesse locale du son.

2Ce résultat peut également s’obtenir par le calcul du spectre pour un condensat homogéne [14], puis
I’application de 'approximation de densité locale.
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La densité du nuage thermique, déja définie comme ng, = <1/~)T(F)1/~J(F)>, peut maintenant
étre exprimée dans la base des quasi-particules :

nen(P) = > [Ju (M + (M) (alay) + v (7)) (1.28)
J

Dans cette expression de la densité du nuage thermique, le terme > |v; (7)|? représente la
déplétion quantique (terme non nul & T=0, mais toujours trés faible). Il sera négligé dans

la suite du calcul. Le terme (d;éej) est la population thermique des excitations d’énergies

€j. La statistique de Bose donne <€v}dj> = 1/[exp(e;/kpT) — 1].

Remarques sur les quasi-particules I

e Les quasi-particules sont les modes propres d’excitation du fluide quantique que nous
considérons.

e L’expérience du groupe de W. Ketterle, décrite dans la référence [32], met en évidence
expérimentalement la décomposition de &' sur ¢t et 1, dans lespace de Fourier. Cest
a dire qu’en créant une excitation (quasi-particule) d’impulsion k (par diffraction
de Bragg) de faible énergie, ils observent (par spectroscopie de Bragg) qu’elle est
constituée de particules d’impulsion ket —k.

Approximation semi-classique

Pour résoudre simplement les équations de Bogoliubov (1.26), nous faisons l’approxima-
tion semi-classique [29]. C’est & dire que nous attribuons aux quasi-particules une impulsion
p bien définie, soit

ui(P) —  u(p,M)e?®,

vi(F) — (B, P)e, (1.29)
X = g/

J

La phase et 'impulsion sont liées par p' = h&gp. La transformation de Bogoliubov (1.25)
devient (en incluant le terme de phase dans u et v pour plus de clarté) :

(7, 7)=u(p, 7)a (P, 7) + v* (5, At (=p, 7),
O, )= (5, M) (5, 7) + (7, 7)a (=D, 7),

(1.30)

Cette approximation suppose p > h/ago, ot ago = (h/mw)'/? est la taille du mode

fondamental du piége, et nécessite k1" > hw. On trouvera une discussion plus précise des
conditions d’application de cette approximation dans [29] et [14]. Elle revient & considérer
le nuage comme localement homogeéne, et, & ce titre, est justifiée lorsque la longueur d’onde
de de Broglie typique des particules est petite devant 1’échelle de longueur de variation de
la densité du nuage [30]. En négligeant les dérivées premiéres de u et v, et seconde de ¢,
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Approximation de champ moyen, équations du mouvement

En injectant (1.22) dans (1.21), et en appliquant les approximations de Popov et de
champ moyen (calcul non trivial, voir |31, 29] pour la nature de ces approximations), on
aboutit & I’équation de Gross-Pitaevskii pour le condensat :

=2
{ hQV— + V() + g[no(7) + 2nth(f3]} Yo () = po(7), (1.23)
et pour les états excités, a I’équation :
0 & . .
e [—52% FVE) -+ gntom] P+ 29 (e, (124)

On a noté la densité du nuage thermique ng, = (1 (7)9)(F)), la densité du condensat
no(7) = |¥o(7)|?, et la densité totale ny, = n9-+ne,. La moyenne { ) désigne la moyenne sta-
tistique, sur ’ensemble des états a N particules possibles, pour une distribution thermique
des excitations. Cette moyenne prend une forme trés simple dans la base des excitations
propres du systéme (voir I’équation (1.28)).
Ces deux équations sont couplées, et doivent étre résolues ensemble. Mais on voit que
(1.24) contient a la fois ¢ et ¥f. I convient donc de la résoudre en méme temps que sa
complexe conjuguée. Dans ce but, on effectue la transformation de Bogoliubov.

Transformation de Bogoliubov

La transformation de Bogoliubov consiste a écrire ¥ et T sous la forme :

B D=3; [ (7) é et/ 47 (7) af et/
(1.25)
(R =5, [w(7) Gl eiert/M 4 uy() ay emiet/h]

d;f. et &; étant les opérateurs de création et d’annihilation de quasi-particules d’énergie €;.

On leur attribue une relation de commutation de bosons, [d&;, oz]] = 0j;. uj et vj sont les
fonctions d’onde des modes de quasi-particules. Alors, I’équation (1.24) et sa conjuguée
sont satisfaites avec les conditions suivantes, appelées équations de Bogoliubov, sur u;, v;,

et Ej B
Hou;(7) + gno(Pv; () = eju;(7),
) (1.26)
Hov; (7) + gno(Mu;(7) = —€v;(7),

ot Hy = _h2§_; + V(7) + 2 g ngot (7) — p. Les amplitudes u; et v; obéissent de plus a la
condition de normalisation

[ i @57 i (70579 = 5. (127
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autres, les comparer aux prédictions théoriques de I’équation de Gross-Pitaevskii dans
I’approximation de Thomas-Fermi, et tester la validité de ce modéle pour la situation
expérimentale réelle.

Enfin, pour conclure, nous voyons que plus le piége est anisotrope, plus I’expansion
axiale est faible. C’est a dire que la distribution des vitesses axiale dans le piége est peu
modifiée pendant 'expansion. C’est une propriété importante pour I'expérience de spec-
troscopie de Bragg décrite par la suite.

1.3.3 Condensat a température non nulle

Pour plusieurs aspects des expériences présentées dans la suite, il est important de
présenter également les bases de la description des condensats en présence d’'un nuage
thermique. On trouvera dans les références [29, 14, 30| une étude détaillée du sujet.

Nous considérons dans cette section un gaz de N atomes bosoniques piégés dans un po-
tentiel harmonique statique V (7), de pulsation w, en dessous de la température de conden-
sation.

Equation de Heisenberg

La description du condensat et des états excités s’établit en paralléle, a partir de I’équa-
tion de Heisenberg pour 'opérateur champ (7, ¢) :

dY(7 V2 ; , ;
n U 2 ) ok g5 ) 0| 90, (1.21)

Rappelons que @T(F, t) et ﬂ(f", t) sont les opérateurs de création et d’annihilation d’une
particule au point 7. On peut les mettre sous la forme (7, t) = Zj (7, t)F;, ot les 1;(7)

sont des fonctions d’onde & une particule et les 3; les opérateurs d’annihilation associés.

Séparation formelle de la fraction condensée

En présence d’une fraction d’atomes condensés, on sépare 'opérateur champ en deux
contributions :

1[}(7?7 t) = @bO(F) + 77;(7_‘: t)? (1'22)

ou Yo(7) est le mode du condensat, considéré comme un champ classique de phase et
d’amplitude bien définies. C’est ce que nous avons appelé précédemment la “fonction d’onde
du condensat”. La population des états excités, qui sont représentés par ’opérateur 12(7‘", t),
forme le nuage thermique lorsque le condensat est au repos.

L’appellation “nuage thermique” pour parler de ’ensemble des excitations n’est pas
rigoureusement correcte, car toutes les excitations ne sont pas d’origine thermique, une
certaine part venant de la déplétion quantique. Cependant nous utilisons ce terme car la
déplétion quantique est trop faible dans nos conditions expérimentales pour pouvoir étre
mesurée. Elle sera négligée.
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est trés petit devant 1. En utilisant de plus la variable 7 = w ¢, I’évolution des parameétres
d’échelle A | et )\, devient :

e 1
dr? /\i/\z’
)\, €2
= . (1.17)
dr2 /\i)\g
La solution & ’ordre 0 en ¢ donne
(1) = 1,

AL(T) = V14712 (1.18)

la solution & l'ordre suivant pour la direction axiale étant \,(7) = 1 + (7 arctan(r) —

Inv1+ 72).

Distribution des vitesses

Dans le cadre de ce modéle, on peut déterminer simplement la distribution des vitesses
longitudinales aprés la coupure du pieége. La dilatation peut s’exprimer de la facon sui-
vante : un volume élémentaire du nuage centré au point R(¢) se déplace sur une trajectoire
Ri(t) = X\i(t)R;(0), i € {z,y,2}. En dérivant par rapport au temps cette relation on dé-
duit directement le champ de vitesse du nuage v;(7,t) = r;\;(t)/Xi(t). On voit que v;(7)
est linéaire en 1;, et par conséquent que la distribution de vitesse reproduit la distribu-
tion spatiale. Dans le cas de 'ouverture instantanée du piége, une fois atteint le régime
asymptotique t > 1/w] , on obtient alors la distribution de vitesse normalisée :

15 v? v2 v?
D (v, =" 1z r =) 1.1
(Ve 02) = Gy vy ( V2oV Vf) —

avec Vo =V, =w R et V, = %€2LUJ_Rz. On en déduit les distributions de vitesse & une

dimension
5(7)1) = //D(vi,vj
15

v2
= 1 - = . 1.2
oV, ( v;) (1.20)

La largeur AV; de la distribution selon ’axe i est donc proportionnelle & V;. On en déduit
que AV, /AV, ~ e. Par conséquent, plus le piége est anisotrope, plus la fraction d’énergie
d’interaction convertie en vitesse longitudinale est faible.

vy )dvjduy,
2

Conclusion

Ces résultats permettent de remonter des propriétés des condensats imagés aprés un
temps d’expansion libre aux propriétés du condensat dans le piege. On peut ainsi, entre
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potentiel harmonique, de pulsations w;, on peut la mettre sous la forme :
2 2 2
(2 H z Y z
) =max |[— (1—- = — 55— =5 ],0], 113

ou R; = \/2,u/mwi2 est le rayon dit de Thomas-Fermi du condensat, c’est a dire le point
de chaque axe propre du piége ou la densité du condensat s’annule. La condition de nor-
malisation de ¢ donne la relation entre p et Ny :

_ 2/5
P (15N°“) : (1.14)

2 Qoh

ouw = (waywz)l/ga et ou aon = (h/mw)1/2_

1.3.2 Condensat a température nulle : expansion libre

Nous avons jusqu’ici donné les équations permettant de déterminer la densité spatiale
du condensat a I’équilibre dans son piége. Pour ’analyse des expériences, il est indispensable
de connaitre ’évolution de cette densité aprés la coupure du piége harmonique. En effet,
le condensat subit alors une expansion, due principalement & la conversion de 1’énergie
d’interaction initiale en énergie cinétique. Cette expansion est primordiale pour 'imagerie
du condensat puisqu’elle lui permet d’atteindre une taille supérieure a la limite de résolution
du systéme d’imagerie.

Par exemple, dans les expériences décrites dans ce manuscrit, les dimensions dans le
piége étaient de 'ordre de 130 x 1 x 1 um, et aprés le temps de vol typique de 25ms, de
lordre de 130 x 100 x 100 pm, et la résolution du systéme d’imagerie de 'ordre de 6 um,
pour une longueur d’onde de 780 nm.

Un modéle d’expansion analytique pour le condensat dans le régime de Thomas-Fermi
a été élaboré dans [27] et [28]. Nous en résumons ici les résultats.

Distribution spatiale

On peut montrer que I’expansion, pour un condensat initialement dans le régime de
Thomas-Fermi, est une dilatation pure, anisotrope. La densité spatiale en fonction du
temps s’écrit :

(7, )

1 Ti 2
= 2.0 1.15
la dépendance temporelle étant contenue dans les coefficients \;. Pour une coupure instan-
tanée du piege, c’est a dire en un temps trés court devant 1/w;, ces parameétres d’échelle
A; satisfont le jeu d’équations :

d? )\ w?

2’ = L , (1.16)

dt AiA1 A2 A3
ol les w; sont les pulsations initiales du piége. Nous pouvons réécrire, et résoudre ces
équations dans les conditions de notre expérience, ot le piége est de symétrie cylindrique et
trés anisotrope. Les pulsations radiale w; et axiale w, sont telles que le rapport € = w, /w
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alors ®(71, ..., "n,) = HNOI (7). A partir de 'Hamiltonien du systéme

1=

No =9
H=Y 84V + 5 305 Vil — 7). (1.10)
i=1 i i#j
ou Vint est le potentiel d’interaction entre atomes, on détermine alors la fonction ¢ en
minimisant Pénergie du systéme E[¢] = Ny [ dr¢* Hé. La minimisation de I'énergie du
systéme conduit a I’équation de Gross-Pitaevskii. Cette méthode est expliquée en détail
dans [26]. Nous nous contenterons ici de mentionner les différentes approximations néces-
saires pour parvenir a (1.9). Il est important de remarquer tout d’abord que l’équation
de Gross-Pitaevskii (1.9), qui est sous sa forme habituelle, ne porte pas sur la fonction
d’onde & une particule ¢ mais sur la fonction d’onde du condensat, qui est reliée & ¢ par

»(F) = VNoo (7).

Hartree-Fock. Comme nous l'avons mentionné, tous les atomes sont supposés dans le
méme état & une particule |¢). L’état du condensat est donc le produit tensoriel
|®) = |p(1)...0(3)...0(Np)). C'est une approximation de type Hartree-Fock, ou chaque
atome évolue dans un potentiel combinant le potentiel de piégeage et un potentiel de
champ moyen di aux interactions avec les Ny — 1 autres atomes.

Déplétion quantique. En supposant que tous les atomes sont dans le méme état a une
particule, 'approximation de Hartree-Fock conduit & négliger la déplétion quantique :
en réalité, méme a température nulle la population des niveaux excités du systéme
n’est pas strictement nulle, par un effet des interactions. Dans nos conditions expéri-
mentales typiques, la déplétion quantique ne devrait pas excéder quelques pourcents
[14].

Pseudo-potentiel de contact. Le potentiel d’interaction entre atomes est modélisé par
un potentiel de contact Viyy = gd(7 — 7'). Cette forme est en partie justifiée par la
faible énergie cinétique des atomes : les collisions se font dans 'onde s, caractérisée
par une longueur de diffusion a trés petite devant la longueur d’onde de Broglie des
atomes proches de la température de condensation. En effet, a = 5.32nm, pour le
87TRb dans 'état |F'=1,mp = —1), et la longueur d’onde de de Broglie typique pour
des atomes de 8"Rb a 1 uK est de 500 nm.

Approximation de Thomas-Fermi

Trés souvent, pour des condensats d’atomes dont les interactions sont répulsives, le
terme d’énergie cinétique de ’équation de Gross-Pitaevskii (1.9) est négligeable devant le
terme d’interactions. L’approximation de Thomas-Fermi donne alors :

V(7) + gl (P = p. (1.11)
Cette équation est extrémement pratique, puisque la solution est immeédiate :
1
2 —
W@IZ;M—le (1.12)
Cette solution est bien str valable partout ott > V(7), et [1(7)|? = 0 ailleurs. La densité
atomique a donc la forme du potentiel de piégeage inversée et tronquée. Dans le cas d’un
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des atomes du piége soit nettement plus petit que 1/30s™!. Or le taux de pertes dues
aux collisions est de l'ordre du taux de collisions. En effet, par collisions, les molécules
du gaz résiduel a 295 K communiquent aux atomes piégés une énergie cinétique nettement
plus grande que la profondeur du piége magnétique qui est de quelques mK. Une collision
entraine donc une perte. On calcule que pour obtenir une durée de vie suffisante, le vide doit
étre inférieur a 107 mbar [19]. Ce vide est atteint grace a une pompe turbo-moléculaire
(2101/s) au niveau de ’enceinte primaire, et deux pompes ioniques de 301/s (voir FIG. 1.2).
Un sublimateur de Titane peut étre utilisé en plus, mais n’est pas indispensable.

De plus, le tube séparant les enceintes primaire et secondaire est long de 70 cm, pour
un diamétre intérieur de 1cm. Ceci permet d’établir un vide différentiel entre les deux
enceintes [25], de sorte que la pression de ’enceinte secondaire est 100 fois plus faible que
celle de I’enceinte primaire. Il est estimé a quelques 10! mbar.

1.3 Eléments théoriques importants pour la description et
I’étude des condensats

Nous introduisons dans cette partie des éléments de théories indispensables & ’analyse
des expériences présentées dans ce manuscrit. Le but n’est pas de les développer ni de les
étudier en profondeur mais de fournir les notions nécessaires & notre travail expérimental.
Pour chaque sujet, nous renvoyons & un ou plusieurs articles de référence.

1.3.1 Condensat a température nulle : statique
L’équation de Gross-Pitaevskii

Un condensat de Ny atomes, a température nulle, dans un potentiel de piégeage V (),
peut étre décrit par une fonction d’onde appelée parfois fonction d’onde macroscopique ou
paramétre d’ordre, qui obéit & une équation de Schrédinger non-linéaire, appelée équation
de Gross-Pitaevskii [14] :

=2
V) gl | ) = (), (1.9

Dans cette équation, en plus des termes usuels d’énergie cinétique et potentielle dans une
équation de Schrédinger, on trouve un terme non linéaire représentant 1’énergie d’interac-
tion, proportionnel & la densité atomique |¢)(7)|?. La constante d’interaction g = 4wh%a/m
dépend de la longueur de diffusion a du potentiel d’interaction inter atomique. Du fait de la
présence de ce terme non linéaire, le membre de droite de ’équation n’est pas proportionnel
a D’énergie par particule mais au potentiel chimique du systéme p. Le potentiel chimique
est lié a ’énergie totale par la relation p = 9F4ot/ONp. Il est important de noter que dans
cette formulation de I’équation de Gross-Pitaevskii, la normalisation choisie de la fonction
d’onde est [ d|y(7)|* = No.

Les approximations de cette équation

Pour parvenir a cette équation, on suppose que tous les atomes du condensat sont dans
le méme état & une particule ¢(7), normalisé & 1. La fonction d’onde & Ny corps s’écrit
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d’augmenter le flux au centre. En pratique la mélasse transverse permet de diminuer le
temps de chargement du piége magnéto-optique (voir ci-dessous) d’un facteur 2.

Le ralentisseur Zeeman

Grace a linteraction résonnante des atomes du jet avec un laser se propageant en
sens opposé, le jet est ralenti jusqu’a une vitesse moyenne de quelques dizaines de métres
par seconde. Cette vitesse est assez faible pour étre dans la plage de capture d’un piége
magnéto-optique (PMO)|20]. Pour que linteraction atomes-laser soit résonnante tout au
long de leur parcours dans le tube de ralentissement, un champ magnétique inhomogéne
est appliqué le long du tube. Ainsi, la variation de ’effet Doppler due & la décélération est
compensée par effet Zeeman [21].

Le piége magnéto-optique, la mélasse optique

Les atomes ralentis sont collectés, dans une cellule en pyrex , par un piége magnéto-
optique (PMO). Ce piege, dissipatif, permet d’obtenir en quelques secondes des échantillons
de 10% 4 10° atomes, & quelques centaines de uK, pour une densité d’environ 10! at/cm?.
Le paramétre de dégénérescence est alors de l'ordre de 10~7. La moitié¢ du chemin dans
I’espace des phases est donc parcourue a ce stade.

Le piége magnétique

Les atomes capturés et refroidis par le PMO, aprés une étape de refroidissement sub-
Doppler par une mélasse Sisyphe [20, 22, 23| pour atteindre environ 100 uK, sont transférés
dans un piége magnétique créé par un champ magnétique statique. Tous les lasers sont
éteints pendant cette phase, pour éviter toute diffusion de photons par les atomes piégés
magnétiquement. La diffusion de photons chaufferait le nuage piégé magnétiquement, et
transférerait les atomes vers des états internes non piégeants. Le piége magnétique étant
conservatif, la derniére phase de refroidissement & effectuer se fait grace & un champ ma-
gnétique radio-fréquence, qui expulse du piége les atomes les plus énergétiques [24|. Les
collisions entre les atomes restants permettent la rethermalisation de ’échantillon & une
température plus basse. Ce processus, appelé refroidissement évaporatif, permet d’abais-
ser la température tout en augmentant la densité du nuage, malgré 1’éjection continue
des atomes de “grande” énergie. On parvient ainsi, avec 10° atomes, 10* at/cm?, & des
températures inférieures au pK (typiquement 500nK), et 'on obtient un condensat de
Bose-Einstein.

Conditions sur le vide

Toutes ces opérations de piégeage et de refroidissement ne sont possibles que lorsque
les collisions entre les atomes de 8'Rb, froids, et les molécules du gaz résiduel de 'enceinte
a vide, & température ambiante, sont “rares”. Une fois que le PMO contient le maximum
d’atomes possible, le jet est fermé. A partir de ce moment, la durée caractéristique de
I'expérience est de 30s'. Qualitativement, on estime donc nécessaire que le taux de pertes

1Cest le refroidissement évaporatif, dont la vitesse dépend du taux de collisions élastiques entre atomes
piégés, qui fixe cette échelle de temps dans nos conditions.
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1.2 Principe de la réalisation expérimentale

Pour obtenir un condensat de Bose-Einstein & partir d’'un gaz dilué, la condition a
réaliser est donnée par I’'Eq. (1.6), qui relie la température a atteindre au nombre d’atomes
de D’échantillon, ou plus précisément a sa densité. Cette condition peut s’exprimer en
fonction d’un seul paramétre, la densité au centre de ’espace des phases, encore appelé
parameétre de dégénérescence, qui doit atteindre une valeur critique pour quun condensat
apparaisse [15] :

n(0)A% = 2.612, (1.8)
ou Ap = \/2wh?/mkpT est la longueur d’onde de de Broglie thermique, et n(0) la densité
au centre du condensat. On comprend, avec ce critére, que 1’on doit chercher & refroidir et
a densifier un nuage d’atomes, jusqu’a atteindre le paramétre de dégénérescence critique.
La démarche pour obtenir un condensat est bien illustrée par le schéma du dispositif
expérimental [F1G. 1.2], oi I'on peut suivre le parcours des atomes de fagon chronologique.

Le dispositif que nous présentons, qui produit des condensats de Rubidium (isotope
87) est décrit en détail dans les theses [16, 17, 18|, auxquelles on pourra se reporter pour
plus de précisions.

obturateur
mélasse fexi |
transverse exicryoplongeur ~ panneau o .
cryogénique  Solenoide . 2® bobine
S 4 ralentisseur l.azf)de ralentisseur  péles du
R lquide  ——— i quadrupdles

pompage I

- f L \\(/‘ laser
four primaire : J 74N\ ralentisseur

el M 1

T—T

e

L

‘ vanne de | POMpe tube d'isolement  |pompe ionique| cellule en
z protection |onique + Pyrex
sublimateur de|
titane

L I L I}
enceinte primaire enceinte secondaire |

! ! Ny,
t T

v V.
0 0.6 1.6 2.2 y (métres)

Fic. 1.2: Schéma général du dispositif expérimental.

La source

La source d’atomes (le four) est une vapeur de Rubidium fournie par du Rubidium
liquide & 120 °C. Une fraction des atomes de cette vapeur sort du four par un tube de
collimation, sous forme d'un jet thermique d’une vitesse moyenne de 300 m/s. Dans le four
la longueur d’onde de de Broglie thermique vaut Ay = 1071 m, et la loi des gaz parfaits a
pression de vapeur saturante donne une densité de ’ordre de 1013 at/cm? [19]. Cela donne
un paramétre de dégénérescence d’environ 107! (alors que l'on veut atteindre 2.6121).

La mélasse transverse

A la sortie du four, le jet est refroidi transversalement par laser, par une mélasse Doppler
a 2 dimensions, appelée mélasse transverse. Cela permet de mieux collimater le jet, et ainsi
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F1G. 1.1: Fraction condensée en fonction de la température, pour un gaz parfait, tel que N = 106,
w, =21 X 5Hz et w; = 27 X 760 Hz. La température critique T, est d’environ 640nK. Les (e)
représentent le calcul exact de No/N a partir de (1.4), et la ligne en pointillés ’approzimation
(1.7). L’écart entre les (o) et les pointillés représente donc linfluence du nombre fini de particules
sur la fraction condensée. Dans l'encadré on a également tracé le potentiel chimique (en kHz) pu/h
en fonction de la température.

On obtient des expressions analytiques approchées pour No/N et T¢, en considérant la
limite thermodynamique, qui suppose N — 0o et w — oo tout en conservant Nw? fini, avec
w = (wpwyw,)/? [14]. Dans cette limite, en séparant la population de 1'état fondamental
de la population des états excités dans I'Eq. (1.4), on trouve :

z kBT 3
N=—— —_— 1.
) () (15)
ol gp(x) = Y o2, a™/nP est un polylogarithme. On en tire la température critique, en
fixant Ng=0et z=1:
e N 1/3
_w [_] (1.6)
kg [g3(1)

et la fraction condensée, quand T < T¢,

ho1- (%)3 (1.7)

On peut vérifier sur la FiG. 1.1 le bon accord entre cette expression approchée de la
fraction condensée Ny/N et le calcul & partir de la fugacité, déterminée par ’'Eq. (1.4). On
pourra se reporter a la référence [13] pour une étude détaillée des effets liés au nombre fini
de particules, & 3 et 1 dimensions, qui impose des corrections aux résultats obtenus a la
limite thermodynamique.

La prise en compte des interactions entre atomes modifie légérement ces résultats
(voir section 3.3.2), mais n’apporte pas de changement qualitatif au phénomeéne en ce
qui concerne la température critique et la fraction condensée.
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1.1.1 Aspect “fonction d’onde macroscopique”

Le condensat est un ensemble de bosons piégés, qui sont tous dans le méme état quan-
tique. De ce fait c’est un objet essentiellement cohérent. C’est I’analogue du laser, qui est
constitué de photons qui sont tous dans le méme mode du champ électromagnétique.

En premiére et en bonne approximation, il peut étre décrit comme une fonction d’onde
macroscopique (voir la section 1.3.1 pour plus de détails) 1 (7) = v/Noo(7), oit Ny est la
population du mode du condensat, et ¢(7) est la fonction d’onde de I'état individuel des
atomes (état fondamental du piege si les atomes n’interagissent pas).

Les atomes ayant une structure interne complexe, cet état quantique unique macrosco-
piquement occupé peut étre manipulé par des ondes radio-fréquence, par des lasers, sans
perte de cohérence, tant qu’il n’y a pas, en particulier, de phénomeéne d’émission spontanée.
Il peut donc étre transformé trés facilement en superpositions linéaires d’états externes ou
internes différents.

1.1.2 Aspect thermodynamique : condensation d’un gaz idéal piégé

Considérons un ensemble de N bosons identiques, sans interactions, & température
T, piégeés dans un potentiel harmonique infini de pulsations w; avec ¢ € {x,y, z}. Dans le
formalisme grand-canonique, la population N(Ej ;) d'un état du piege d’énergie Ey;,, =
h(kwy + lwy + mw;) suit une distribution de Bose-Einstein :

Ze_/BEk,l,m

N(Epim) = (1.1)

1 — Ze_ﬂEk,l,m’

avec 3 = 1/kpT, et ot z = eP* est la fugacité du systéme. Le potentiel chimique du systéme
1 est déterminé en égalant le nombre total d’atomes a la somme des populations de tous
les niveaux d’énergie :

N= Y N(Egim) (1.2)

[e.o] o0
N = Z Z 2PePPEkLm. (1.3)
k,l,m=0 p=1

on obtient finalement [13] :

T (1.4)

ie{z,y, 2}

Le phénoméne de la condensation peut alors étre mis en évidence, en calculant, numé-
riquement, & différentes températures, le potentiel chimique du systéme et la population
du niveau fondamental Ny = z/(1 — z). La FiG. 1.1 montre la population du niveau fon-
damental et le potentiel chimique en fonction de la température. Tandis que le potentiel
chimique tend vers 0 lorsque 7" tend vers une température 7., appelée température critique,
on observe I’accumulation rapide de tous les bosons dans le niveau fondamental en dessous
de T.



Chapitre 1

Condensation de Bose-Einstein :
notions générales

Les condensats de Bose-Einstein de gaz dilué présentent la particularité de relever a la
fois de la physique atomique et de la physique de la matiére condensée (diluée). D’une fagon
générale les techniques expérimentales employées pour leur réalisation et leur étude, telles
que les manipulations par lasers et par champs magnétiques, sont celles de la physique
atomique, tandis que les outils théoriques de description des condensats sont davantage
issus de la physique de la matiére condensée (Hélium superfluide...[12]).

Ce premier chapitre vise a introduire les aspects essentiels de la réalisation et de 1’ob-
servation des condensats. Aprés une bréve introduction & ce que I'on appelle un condensat
de Bose-Einstein, nous présentons le dispositif expérimental dans son ensemble. Sans étre
I'unique schéma possible, il est assez largement utilisé parmi toutes les expériences de
condensation dans le monde. Quelques éléments théoriques “de base”, indispensables &
I’étude quantitative des condensats sont ensuite introduits. Pour finir, la méthode d’ima-
gerie par absorption est expliquée, et notamment, ['utilisation des résultats des modéles
théoriques “de base” pour ’analyse des images.

1.1 Le condensat de Bose-Einstein

Le condensat de Bose-Einstein est un objet quantique macroscopique, et donc aux pro-
priétés inhabituelles et riches. C’est le résultat d’un effet thermodynamique non classique,
caractéristique de la statistique quantique de Bose-Einstein qui s’applique aux particules
de spin entier (les bosons).
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phase et des transitions multiphotoniques sélectives en vitesse.
e Le dernier chapitre présente la réalisation expérimentale et les résultats de la spec-
troscopie de Bragg des quasi-condensats.



6 Introduction

disparaissent qu’en dessous d’une certaine température caractéristique, appelée tempéra-
ture de phase. Ces fluctuations ont pour origine une forte population thermique des modes
d’excitation de basse énergie, unidimensionnels, du condensat.

La prédiction de ce phénomeéne a fait suite aux travaux sur la condensation a 1D
(une dimension). Pour un gaz idéal, il a d’abord été montré que la condensation dans
un piége harmonique & 1D n’est pas possible a la limite thermodynamique [8]. Puis W.
Ketterle et N. J. van Druten ont établi que la condensation était possible, pour un gaz
idéal possédant un nombre fini d’atomes. Mais les interactions entre atomes modifient
profondément le comportement prévu par ces modéles pour un gaz idéal. Selon D. S.
Petrov, G. V. Shlyapnikov et J. T. M. Walraven [9], elles conduisent & une transition
en deux temps, a mesure que la température baisse. En dessous d’une température de
dégénérescence Ty, une fraction d’atomes condensés apparait au centre du nuage, ou les
fluctuations de densité sont supprimées. Mais ces atomes condensés ne constituent qu’un
quasi-condensat, ayant les mémes propriétés de densité qu’un condensat, mais une phase
non uniforme, et fluctuante. A mesure que la température diminue, la phase s’uniformise, et
fluctue de moins en moins. Lorsque I'on atteint une autre température caractéristique Tpp,
plus basse que Ty, les fluctuations de phase sont a leur tour supprimées. En dessous de Ty,
appelée température de phase, les atomes condensés constituent donc un vrai condensat,
sans fluctuations de phase ni de densité.

Ce comportement a ensuite été étendu par les mémes auteurs aux condensats 3D, mais
trés allongés, dont les modes de basse énergie ont un comportement 1D [10]. Les condensats
3D tres allongés présentent donc des caractéristiques de systémes de basse dimension.

Le groupe de W. Ertmer a démontré ’existence des quasi-condensats dans un nuage
3D tres allongé [11]. Cette étude était basée sur la conversion en expansion libre des fluc-
tuations de phase en fluctuations de densité. Elle était en accord qualitatif avec les prédic-
tions théoriques, mais présentait un désaccord quantitatif. Une étude supplémentaire des
fluctuations de phase semblait alors nécessaire. C’est dans ce but que nous avons réalisé
I’expérience de spectroscopie de Bragg présentée dans ce manuscrit. Nous voulions, gréace
a cette technique différente de celle employée par le groupe de W. Ertmer, obtenir une
mesure quantitative des fluctuations de phase dans des condensats trés allongés.

Plan du mémoire

Ce mémoire est organisé en cing chapitres.

e Dans le premier chapitre, nous présentons des notions générales sur les condensats
de Bose-Einstein de gaz dilués. Aprés avoir briévement décrit ce qu’est un conden-
sat, nous présentons le schéma général de ’expérience, puis des éléments théoriques
indispensables a ’exploitation des résultats expérimentaux.

e Le second chapitre est consacré a un élément crucial du montage expérimental :
I’électroaimant a noyau ferromagnétique qui nous a permis d’obtenir des condensats
tres allongés.

e Le troisiéme chapitre présente la réalisation et la caractérisation des condensats que
nous étudions. Quelques particularités et difficultés expérimentales liées & 1’anisotro-
pie du condensat sont détaillées.

e Le quatriéeme chapitre aborde la spectroscopie de Bragg des quasi-condensats par
ses aspects théoriques. Nous y relayons une description théorique des fluctuations de
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Contexte et motivations

Depuis leur premiére réalisation en 1995 [1, 2, 3], les condensats de Bose-Einstein de gaz
dilué ont fait ’objet de trés nombreux travaux expérimentaux et théoriques. Fin 2002 plus
de 40 expériences ayant obtenu un condensat étaient recensées, avec des alcalins (87Rb,
"Li, 2Na, 'H, Rb, 41K et 133Cs) et un gaz rare dans un état métastable (‘He*). Le prix
Nobel de physique 2001, décerné & E. A. Cornell, W. Ketterle et C. E. Wieman “pour la
réalisation de la condensation de Bose-Einstein dans des nuages gazeux d’atomes alcalins,
ainsi que pour leurs études pionniéres fondamentales sur les propriétés du condensat”,
témoigne également de la portée des premiers résultats obtenus dans ce domaine.

Une des raisons du dynamisme de ce domaine est son caractére pluridisciplinaire. Les
condensats de gaz d’atomes dilués se situent a la frontiére de la physique atomique, de la
physique de la matiére condensée et de la physique des ondes de matiére.

Par exemple, la superfluidité, les vortex, les excitations et la thermodynamique des
condensats sont des thémes reliés au domaine des fluides quantiques. Les propriétés de
cohérence des condensats sont davantage rattachées au théme des ondes de matiére. Quant
aux interactions interatomiques, a la photoassociation, leur étude reléve de la physique
atomique.

La mesure des fluctuations de phase dans les condensats trés allongés s’inscrit dans ce
cadre pluridisciplinaire. Il s’agit en effet d’une contribution a I’étude de la condensation
dans les systéemes de basse dimension, mais aussi & 1’étude des propriétés de cohérence
des condensats. Dans la perspective de réaliser des expériences d’optique atomique guidée,
telles que 'interférométrie, la cohérence des condensats est un point crucial.

Dans le cas de condensats peu anisotropes, la cohérence du premier ordre, ou cohérence
de phase, a été démontrée par interféromeétrie [4] et par spectroscopie de Bragg [5]. Elle a
également été mise en évidence pour des condensats & température finie, c’est-a-dire pour
des nuages dont la fraction condensée est faible [6]. Toutes ces expériences ont montré
que les condensats a ’équilibre ont habituellement une phase uniforme. D’un autre coté, le
groupe de J. T. M. Walraven a mis en évidence des fluctuations de la phase d’un condensat
peu anisotrope en formation [7], créé hors d’équilibre par une condensation brutale. Un tel
condensat, de phase non uniforme est appelé quasi-condensat.

Le cas des condensats trés allongés, du point de vue de la cohérence de phase, est par-
ticulier. En effet, méme & I’équilibre, ils peuvent présenter des fluctuations de phase, qui ne
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