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3.1.1 Potentiel vu par les atomes . . . . . . . . . . . . . . . . . 42
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9.2 Réalisation expérimentale approchée du modèle à deux modes . . 211
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par translation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 213
9.3 Conclusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 220

Conclusion 223

Bibliographie 225





Introduction générale

Les travaux présentés dans ce manuscrit s’inscrivent dans la thématique de
l’optique atomique. Nous pouvons essayer de définir ce domaine d’étude très
vaste comme l’ensemble des recherches visant à manipuler et à étudier les pro-
priétés des ondes de matière atomique. L’appellation « d’optique atomique » est
justifiée par la profonde analogie entre le comportement des ondes de matière et
des ondes lumineuses. Rappelons en effet que l’équation de propagation d’une
onde lumineuse monochromatique et d’une onde de matière d’énergie bien défi-
nie sont identiques et s’écrivent sous la forme d’une équation de Helmholtz [1].
Cette similitude permet d’appliquer des concepts bien connus en optique tra-
ditionnelle à l’étude des ondes de matière1. Et une motivation importante en
optique atomique est la réalisation et l’étude de dispositifs pour les atomes équi-
valents à ceux rencontrés en optique photonique. En particulier, les expériences
inspirées de l’optique cohérente mettant en évidence les propriétés ondulatoires
et quantiques des ondes de matière constituent un domaine de recherche parti-
culièrement fascinant. Il faut pour cela se placer dans un régime où la longueur
d’onde de de Broglie des atomes est du même ordre ou plus grande qu’une autre
taille caractéristique du système étudié, comme par exemple l’échelle des varia-
tions spatiales d’un obstacle ou d’un potentiel appliqué aux atomes. Une fois
cette condition remplie, ce qui constitue déjà un exploit expérimental2, les résul-
tats obtenus sont d’autant plus marquants que la cohérence de l’onde atomique
utilisée est grande. Et donc tout comme en optique photonique, l’évolution des
expériences en optique atomique cohérente est intimement liée au développement
de nouvelles sources plus performantes notamment en terme de brillance et de
cohérence.

L’obtention de jets atomiques bien collimatés et relativement monocinétiques
a permis de réaliser les premières expériences d’interféromètrie atomique [2, 3, 4,
5] et de diffraction atomique [6, 7]. Le développement des techniques de refroi-
dissement laser [8, 9, 10] dans les années 80 a permis de gagner encore plusieurs
ordres de grandeurs en densité dans l’espace des phases (l’équivalent de la lu-
minance des sources lumineuses). Il a de plus été possible de réduire et même
d’annuler la vitesse moyenne de l’échantillon atomique refroidi et donc d’augmen-

1Nous en verrons un exemple avec l’application de l’approximation du réseau de phase mince
à une onde atomique.

2Rappelons en effet que la longueur d’onde de de Broglie d’un atome de Rb particulièrement
employé en optique atomique est de 10 pm dans une vapeur à température ambiante.
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ter la longueur d’onde de de Broglie des atomes. L’emploi de ces sources obtenues
par refroidissement laser a permis d’étudier la réflexion [11] et la diffraction [12]
d’ondes de matière en incidence normale sur une barrière de potentiel constituant
un miroir atomique, alors que les jets ne permettaient que l’étude en incidence
rasante [13, 14, 15, 16] à cause de la faible hauteur de la barrière de potentiel
qui réfléchit les atomes. Ces sources restaient pourtant des sources fondamenta-
lement incohérentes, la population atomique restant diluée sur un grand nombre
de cellules élémentaires de l’espace des phases. Certes le refroidissement laser
concentre les atomes dans l’espace des phases, mais le nombre moyen d’atomes
par cellule élémentaire (de taille !

3) reste très petit devant 1 (typiquement 10−6).

L’obtention en 1995 du premier condensat de Bose-Einstein gazeux [17, 18, 19]
a représenté pour l’optique atomique l’équivalent de l’invention du laser, puisque
le condensat est un système où un seul état quantique est peuplé macroscopi-
quement. Cependant les interactions entre atomes jouent un rôle majeur dans
la compréhension de la physique des condensats, ces interactions sont équiva-
lentes à des non-linéarités Kerr en optique dont on sait qu’elles sont à l’origine
de phénomènes complexes et d’instabilités. Alors qu’en optique il est facile d’évi-
ter ces non-linéarités, la tâche est plus difficile dans les condensats (encore que
les résonances de Feschbach ouvrent des perspectives pour contrôler l’intensité
des interactions entre atomes [20, 21]). Mais ces interactions sont intéressantes
dans la mesure où elles sont moins intenses qu’en matière condensée et de plus
contrôlables. La condensation de Bose-Einstein et la notion de fonction d’onde
macroscopique qui lui est associée sous-tendent la compréhension de nombreux
phénomènes en matière condensée comme la superfluidité de l’Helium liquide ou
la supraconductivité. Les condensats d’atomes froids en régime dilué constituent
donc un exemple unique de système à N corps, à la fois suffisamment simple
pour permettre une approche théorique quantitative, et suffisamment riche pour
capturer la physique pertinente des phénomènes complexes rencontrés dans les
états solides ou liquides. L’étude des vortex quantifiés [22, 23, 24], de la superflui-
dité [25, 26, 27, 28], de la transition de Mott [29, 30] ou les recherches sur les gaz
de fermions dégénérés en vue de l’observation de la transition BCS [31, 32, 33, 34]
sont des exemples importants de cette démarche.

Les travaux présentés dans ce manuscrit reflètent, à une échelle très modeste,
cette évolution du domaine de l’optique atomique puisque la première partie est
consacrée à l’étude d’un interféromètre incluant un miroir atomique en utilisant
une source incohérente (piège magnéto-optique) tandis que la deuxième partie
présente les premiers résultats obtenus sur une nouvelle expérience nous permet-
tant d’obtenir un condensat de Bose-Einstein sur une « puce atomique ».

L’étude portant sur le miroir atomique à onde évanescente présentée dans la
première partie est dans la continuité de la thèse de V. Savalli [35]. Notre ob-
jectif principal a été de montrer qu’il est possible d’inclure un miroir dans un
interféromètre atomique, et d’étudier la façon dont ce miroir affecte le contraste
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des franges. L’idée de départ était que le pic de réflexion spéculaire observé par
V. Savalli et al. [36] offrait la promesse d’un maintien de la cohérence. Mais il
était clair aussi que la cohérence ne pouvait pas excéder l’inverse de la largeur
éventuelle de ce pic, inobservable avec la méthode de V. Savalli. Une méthode in-
terférométrique devait donc permettre, en mesurant cette cohérence, de résoudre
ce pic de réflexion spéculaire. Cette méthode interférométrique est complémen-
taire de la méthode de V. Savalli puisqu’elle nous permet en principe de mesurer
la partie du spectre de rugosité du miroir qui nous était auparavant inaccessible.

La deuxième partie expose les travaux effectués pour développer un nouveau
dispositif expérimental appelé « puce atomique » dont les objectifs sont la réa-
lisation d’expériences d’optique atomique intégrée cohérente. Intégrée car nous
manipulons les atomes grâce à des structures de taille micrométrique réalisées
au moyen de techniques de microfabrication. Et cohérente car nous avons réussi
à obtenir un condensat de Bose-Einstein sur cette puce atomique ce qui offre
la perspective d’une optique atomique guidée monomode. S’inspirant de l’analo-
gie entre onde de matière et onde lumineuse, les objectifs à long terme de tels
systèmes sont la réalisation d’interféromètres guidés intégrés comme ceux réa-
lisés en optique photonique intégrée à l’aide de guides d’onde sur un substrat
diélectrique. Nous mettrons en évidence un obstacle technologique important à
franchir afin de pouvoir obtenir des guides d’onde de qualité suffisante sur une
puce atomique pour pouvoir espérer réaliser un interféromètre. Cet obstacle est
lié à la rugosité des fils microfabriqués sur la puce qui entrâıne une rugosité
du potentiel magnétique constituant le guide d’onde atomique. Enfin nous nous
demanderons comment séparer de manière cohérente un condensat (expérience
primordiale en vue de la réalisation d’un interféromètre intégré) en approchant
deux guides d’onde atomique et en les couplant par effet tunnel. Le principe
est analogue à celui utilisé en optique intégrée où il est possible d’obtenir une
lame séparatrice en approchant deux fibres optiques et en les couplant par ondes
évanescentes. Cependant nous verrons que les interactions entre atomes peuvent
jouer un rôle important et que l’analogie avec l’optique est alors infructueuse.
Nous sommes alors plus proches de la matière condensée et le système consti-
tué de deux condensats parallèles couplés par effet tunnel est l’analogue d’une
jonction Josephson entre deux supraconducteurs.





Première partie

Rugosité d’un miroir atomique à
onde évanescente





Introduction

Notre groupe s’intéresse depuis presque dix ans à améliorer et à caractériser
la qualité d’un miroir atomique à onde évanescente (pour une revue des tra-
vaux sur les miroirs à atomes dans notre groupe voir [37]). La motivation de ces
travaux est de réaliser un miroir atomique de grande qualité pour qu’il puisse
ensuite être utilisé comme composant de base d’un système d’optique atomique
plus complexe, comme par exemple un interféromètre atomique. Nous entendons
par qualité d’un miroir atomique sa faculté à conserver la cohérence de l’onde
de matière incidente lors de la réflexion sur le miroir. La condition pour obte-
nir un bon miroir est que l’amplitude de rugosité de la surface du miroir soit
petite devant la longueur d’onde du rayonnement incident. Cette propriété per-
met d’obtenir des miroirs presque parfaits en optique traditionnelle bien que leur
surface soit rugueuse à l’échelle atomique. La difficulté en optique atomique est
que la longueur d’onde de de Broglie des atomes est très petite (8 nm dans notre
expérience). Par conséquent, une très faible modulation du potentiel optique qui
réfléchit les atomes suffit à dégrader la qualité du miroir.

Durant sa thèse, V. Savalli a développé une méthode de mesure très perfor-
mante du spectre de rugosité du miroir à onde évanescente [35]. Cette méthode
utilise des transitions Raman sélectives en vitesse pour préparer une fine distri-
bution en vitesse puis étudier son élargissement lors de la réflexion sur le miroir.
La mesure de la distribution en vitesse après réflexion permet d’obtenir la ré-
ponse percussionnelle du miroir. La résolution en vitesse sur cette mesure est de
2,5 mm.s−1. Dans la première partie de ce manuscrit, nous présentons deux nou-
velles expériences utilisant ces transitions Raman sélectives en vitesse et le miroir
à onde évanescente. La première étudie la diffraction d’une onde atomique sur un
réseau de diffraction en réflexion. Cette expérience illustre le gain en résolution
apporté par les transitions Raman pour la mesure de la distribution en vitesse
des atomes diffractés par rapport à la méthode de collimation par une fente que
nous utilisions auparavant [12]. La deuxième expérience poursuit les travaux sur
l’étude de la rugosité du miroir : nous avons modifié la méthode de mesure de
V. Savalli en une méthode de mesure interférométrique pour essayer d’obtenir
des informations sur la densité spectrale de rugosité du miroir dans la partie du
spectre inaccessible à la méthode de V. Savalli.

Cette partie est organisée de la façon suivante :
– Chapitre 1 : Nous rappelons quelques propriétés des transitions Raman
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sélectives en vitesse. Nous expliquons pourquoi cette transition à deux pho-
tons permet de sélectionner une distribution en vitesse dont on peut choisir
la largeur et le centre en fonction de la durée de l’impulsion Raman et du
désaccord des faisceaux.

– Chapitre 2 : Nous présentons les résultats obtenus en mesurant la distri-
bution en vitesse d’atomes diffractés par une onde évanescente stationnaire.
L’utilisation des transitions Raman nous permet d’observer des pics de dif-
fraction bien résolus. Nous montrerons que les populations dans les ordres
de diffraction peuvent être obtenus par un modèle simple de diffraction sca-
laire dans l’approximation du réseau de phase mince (résultat déjà obtenu
par A. Landragin mais avec une moins bonne résolution [12, 38])

– Chapitre 3 : Ce chapitre est consacré à l’exposé d’une méthode de me-
sure interférométrique de la rugosité du miroir à onde évanescente. Nous
rappelons le principe de la mesure de la réponse percussionnelle du miroir
et le résultat obtenu au cours de la thèse de V. Savalli. Nous montrons que
cette méthode est limitée à la détermination des composantes de grande
fréquence spatiale du spectre de rugosité du miroir. Nous présentons ensuite
la méthode interférométrique qui permet en principe de mesurer directe-
ment la transformée de Fourier de la réponse percussionnelle du miroir.
Cette méthode complémentaire de la mesure de V. Savalli permet en théo-
rie d’accéder à la partie basse fréquence du spectre de rugosité du miroir.



C H A P I T R E 1

Transitions Raman sélectives en
vitesse

Ce chapitre rappelle quelques notions sur les transitions Raman sélectives en
vitesse que nous utilisons dans les deux chapitres suivants. Pour une description
plus exhaustive, nous renvoyons le lecteur à la thèse de V. Savalli [35] et aux
références incluses sur les transitions Raman.

Nous appelons dans ce manuscrit transition Raman une transition à deux
photons couplant les deux états hyperfins du niveau fondamental d’un atome al-
calin. L’utilisation d’une transition Raman pour sélectionner une classe de vitesse
dans un nuage atomique a été démontrée pour la première fois dans l’équipe de
S. Chu en 1991 [39]. Les deux photons induisant la transition Raman sont issus
de deux faisceaux décalés en fréquence de l’écart entre les deux niveaux hyperfins
considérés. Si les deux faisceaux sont contrapropageants, seuls les atomes ayant
une certaine composante de vitesse sur l’axe de propagation des faisceaux sont à
résonance avec cette transition à cause de l’effet Doppler. Si l’on modifie le désac-
cord entre les faisceaux, la condition de résonance change et une autre classe de
vitesse est sélectionnée. L’état initial et l’état final étant des états stables, la
largeur de la transition peut être rendue quasiment aussi fine que l’on veut en
ajustant la durée de l’impulsion lumineuse des faisceaux Raman.

Ces transitions ont été et sont toujours très utilisées en physique atomique.
Elles ont permis par exemple la réalisation d’interféromètres atomiques (voir par
exemple [40] et les références incluses), d’atteindre le régime sub-recul dans un
nuage d’atomes froids suivant une dimension de l’espace [41, 42] ou bien en-
core de préparer un nombre macroscopique d’atomes dans le niveau fondamental
vibrationnel d’un réseau optique unidimensionnel [43].

Au laboratoire, V. Savalli a utilisé durant sa thèse des transitions Raman
sélectives en vitesse pour améliorer la résolution sur la mesure de la rugosité d’un
miroir à onde évanescente. Nous allons rappeler la méthode utilisée pour cette
mesure, c’est-à-dire comment préparer une fine distribution en vitesse dans un
nuage d’atomes froids et observer la nouvelle distribution des atomes après leur
rebond sur le miroir à onde évanescente. Nous présenterons ensuite brièvement
le montage expérimental qui nous permet d’obtenir les faisceaux Raman.
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1.1 Transitions Raman : quelques rappels

1.1.1 Condition de résonance

La transition Raman que nous considérons est une transition à deux photons
optiques couplant les deux états hyperfins du fondamental de l’atome de 85Rb.
Les niveaux et les fréquences des faisceaux utilisés sont illustrés sur la figure 1.1.
L’atome initialement dans l’état |1〉 peut passer dans l’état |2〉 en absorbant un
photon du faisceau a (de vecteur d’onde ka) et en émettant de façon stimulée
un photon dans le faisceau b (de vecteur d’onde kb). Les faisceaux sont suppo-
sés suffisamment désaccordés de la raie D2 pour que la probabilité d’émission
spontanée soit faible.

5P3/2
∆R

δ

F=3

F=2

5S1/2

ωa ωb

ω12

vka
kb

2

3

1

Fig. 1.1 – Illustration d’une transition Raman sur l’atome de 85Rb. L’écart ω12

entre les deux niveaux hyperfins du fondamental est de 3,036 GHz. Les faisceaux
a et b sont désaccordés de ∆R ≃ 2 GHz par rapport à la raie D2. Le petit
désaccord δ permet de sélectionner la classe de vitesse à résonance.

La condition de résonance pour cette transition à deux photons est fixée par
la conservation de la quantité de mouvement et de l’énergie lors du processus.
Supposons un atome avec une quantité de mouvement initiale pi. La conservation
de l’impulsion impose

pf = pi + !ka − !kb (1.1)

où pf est la quantité de mouvement finale de l’atome. Nous avons supposé l’atome
initialement dans l’état |1〉. La différence d’énergie entre l’état interne final de
l’atome et son état interne initial s’écrit

∆Eint = ! ω12 + !
Ω2

a

4 ∆R

− !
Ω2

b

4 ∆R

. (1.2)
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Nous avons tenu compte du déplacement lumineux des niveaux |1〉 et |2〉 sous
l’effet des deux faisceaux a et b. Les fréquences Ωa et Ωb sont les fréquences de
Rabi caractérisant le couplage entre les niveaux |1〉 et |3〉 par le faisceau a et
le couplage entre les niveaux |2〉 et |3〉 par le faisceau b. En utilisant (1.1) la
différence d’énergie cinétique de l’atome entre l’état final et l’état initial s’écrit

∆Ecin =
p2

f − p2
i

2 m
=

!
2(ka − kb)

2

2 m
+ !v.(ka − kb) (1.3)

où v est la vitesse initiale de l’atome et m sa masse. Finalement la conservation
de l’énergie pour le système complet atome + champ s’écrit

∆Ecin + ∆Eint − ! ωa + ! ωb = 0 . (1.4)

Nous obtenons donc la condition de résonance suivante

δ − Ω2
a − Ω2

b

4 ∆R

− (ka − kb).v − !(ka − kb)
2

2 m
= 0 (1.5)

où le petit désaccord δ est donné par δ = ωa − ωb − ω12.

Lorsque les deux faisceaux a et b vont dans la même direction (ka ≃ kb), les
termes dus à l’effet Doppler pour chaque faisceau se compensent et la condition
de résonance ne dépend pas de la vitesse initiale de l’atome. Lorsque les deux
faisceaux vont dans des directions opposées (ka ≃ −kb ≃ kR), les effets Doppler
s’ajoutent et la condition de résonance peut se réécrire

δ − Ω2
a − Ω2

b

4 ∆R

= 2kR(v + vrec) (1.6)

où v est la projection de la vitesse v de l’atome sur la direction kR des faisceaux
Raman et vrec est la vitesse de recul ! kR/m. En supposant maintenant que les
déplacements lumineux induits par chaque faisceau Ωa et Ωb sont égaux1, nous
pouvons simplifier l’équation précédente et la condition de résonance s’écrit alors

δ = 2kR(v + vrec) . (1.7)

En ajustant le désaccord δ l’expérimentateur peut donc choisir la classe de vitesse
en résonance avec la transition Raman. Seule la composante du vecteur vitesse
parallèle à la direction de propagation des faisceaux intervient dans la condition
de résonance, la sélection en vitesse réalisée est donc unidimensionnelle.

1Nous expliquons au paragraphe 1.2.3 comment remplir cette condition expérimentalement.



18 Chap 1 - Transitions Raman sélectives en vitesse

1.1.2 Profil de la sélection en vitesse

Nous allons maintenant déterminer le profil de la distribution en vitesse sé-
lectionnée par la transition Raman. Une étude plus détaillée de ce système à
trois niveaux montre que l’on peut se ramener à un système effectif à deux ni-
veaux en éliminant adiabatiquement le niveau excité |3〉 [35]. Cette approxima-
tion est possible lorsque le désaccord ∆R est grand devant les fréquences de
Rabi Ωa et Ωb. La fonction d’onde décrivant l’état interne de l’atome s’écrit
alors |Ψ(t)〉 = c1(t) |1〉 + c2(t) |2〉. Et dans le référentiel tournant, l’évolution des
amplitudes de probabilité de présence dans les états |1〉 et |2〉 est donnée par

{

dc1
dt

= i
2
Ωei δe tc2

dc2
dt

= i
2
Ωe−i δe tc1

(1.8)

où la fréquence de Rabi effective Ω et le désaccord effectif δe sont donnés par

Ω =
Ωa Ωb

2∆R

, (1.9)

δe = δ − Ω2
a − Ω2

b

4 ∆R

− (ka − kb).v − !(ka − kb)
2

2m
. (1.10)

Pour simplifier notre étude, nous supposons désormais que l’intensité relative
de chaque faisceau est ajustée de sorte que les déplacements lumineux se com-
pensent2. Le désaccord δe ne dépend alors plus que du désaccord δ choisi par
l’expérimentateur et de la vitesse de l’atome.

Supposons qu’initialement tous les atomes sont dans l’état |1〉. Les faisceaux
a et b sont allumés pendant un temps fini, créant ainsi un profil temporel pour
la fréquence de Rabi Ω(t). Dans la limite où la probabilité de transition vers
|2〉 durant cette impulsion reste faible, celle-ci peut s’écrire en intégrant (1.8)
avec c1(t) ≃ 1

P (δe) = |c2(t = +∞)|2 =

∣

∣

∣

∣

∫ +∞

−∞

Ω(t′)

2
ei δe t′dt′

∣

∣

∣

∣

2

. (1.11)

Nous retrouvons le résultat bien connu que la probabilité de transition en fonc-
tion du désaccord est le module au carré de la transformée de Fourier du profil
temporel de l’excitation. En particulier la largeur de la sélection en vitesse est
inversement proportionnelle à la durée de l’impulsion lumineuse. Dans la cas où
la probabilité de transition devient de l’ordre de 1, une résolution numérique du
système d’équations (1.8) est nécessaire, mais le résultat obtenu précédemment
sur la largeur de la transition reste qualitativement valable.

2Nous expliquons au paragraphe 1.2.3 comment remplir cette condition expérimentalement.
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Sans calcul numérique nous pouvons cependant obtenir la probabilité de tran-
sition à désaccord nul. Les équations d’évolution (1.8) se résolvent alors exacte-
ment et la probabilité de transition est donnée par

P (0) =

∣

∣

∣

∣

sin

(
∫ ∞

−∞

Ω(t)

2
dt

)∣

∣

∣

∣

2

. (1.12)

Si l’impulsion Ω(t) est une courbe en cloche caractérisée par son amplitude Ω0

et sa durée caractéristique τ , la probabilité de transition oscille entre 0 et 1 en
fonction du produit Ω0 τ . Nous retrouvons tout simplement le phénomène des
oscillations de Rabi.

1.1.2.1 Impulsion π

Une impulsion π est une impulsion telle que les atomes à résonance effec-
tuent une demi-oscillation de Rabi. Autrement dit, c’est l’impulsion de durée la
plus courte (à une amplitude Ω0 donnée) telle que la probabilité de transition à
désaccord nul soit égale à un. Cette impulsion permet de sélectionner une fine
distribution en vitesse en maximisant le nombre d’atomes dans cette distribution.
Le profil d’impulsion que nous utilisons est une fonction Blackman qui permet
de minimiser les ailes sur la sélection en vitesse [44]. La forme d’une impulsion
Blackman de durée totale τ est donnée par

Ω(t) = Ω0(0, 42 + 0, 08 cos(4πt/τ) − 0, 5 cos(2πt/τ)) si t ∈ [0, τ ] , (1.13)

Ω(t) = 0 si t /∈ [0, τ ] .

Un calcul numérique de la distribution en vitesse des atomes sélectionnés après
une impulsion Blackman montre que celle-ci est très proche d’une gaussienne [35].

La figure 1.2 montre le nombre d’atomes sélectionnés par deux impulsions π
successives de même durée τ en fonction du désaccord de la deuxième impul-
sion. La séquence expérimentale précise utilisée pour cette mesure est détaillée
au paragraphe 1.3. Les atomes sélectionnés par la première impulsion ont une
distribution en vitesse de largeur quadratique moyenne σ/(2 kR). La deuxième
impulsion convolue cette première distribution par une deuxième sélection en
vitesse de même largeur. Nous attendons donc en variant le désaccord de la
deuxième impulsion un signal gaussien de largeur quadratique moyenne

√
2 σ.

La courbe obtenue est effectivement bien ajustée par une gaussienne. Nous
avons répété l’expérience pour plusieurs durées τ des impulsions. Nous obser-
vons, comme attendu, que la largeur des sélections en vitesse est inversement
proportionnelle à la durée de l’impulsion. Nous mesurons [35]

σ τ = 4, 04 . (1.14)
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Fig. 1.2 – Signal mesuré après deux impulsions π de durée 150 µs en fonction
du désaccord de la deuxième impulsion. La première impulsion réalise une sélec-
tion en vitesse fixe. La deuxième impulsion réalise une sélection en vitesse dont
le centre bouge en fonction du désaccord. Nous analysons ainsi la distribution
obtenue après la première impulsion. L’ajustement de la courbe expérimentale
est une gaussienne de largeur quadratique moyenne 7,2 kHz. La distribution en
vitesse sélectionnée après la première impulsion est

√
2 fois plus étroite, ce qui

correspond à une largeur quadratique moyenne de 0,33 vrec.

Pour conserver un nombre suffisant d’atomes après les deux sélections lorsque
nous mesurons l’élargissement de la distribution en vitesse après réflexion sur
le miroir à onde évanescente, nous nous limitons à des impulsions d’une durée
minimale de 150 µs ce qui correspond à une largeur quadratique moyenne de la
sélection initiale en vitesse de 0,33 vrec = 1, 98 mm.s−1.

1.2 Dispositif expérimental

1.2.1 Banc optique

La difficulté expérimentale pour obtenir un banc Raman est la réalisation de
deux faisceaux cohérents en phase et séparés en fréquence du même écart que
les deux niveaux hyperfins du fondamental de l’atome utilisé, soit dans notre cas
3,036 GHz. Les fluctuations de la différence de fréquence entre les deux faisceaux
doivent être petites devant la largeur en fréquence de la sélection en vitesse que
l’on veut effectuer. Sinon la largeur de la sélection n’est plus limitée par la durée
de l’impulsion mais par les fluctuations de fréquence entre les faisceaux.

Il existe plusieurs techniques pour obtenir ces faisceaux. On peut citer par
exemple l’emploi d’un modulateur acousto-optique [45], électro-optique [46, 47]
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Fig. 1.3 – Schéma de principe du montage optique utilisé pour les faisceaux
Raman. La diode mâıtre est modulée et les bandes latérales ainsi obtenues sont
filtrées par une cavité Fabry-Perot avant d’injecter deux diodes esclaves. La cavité
Fabry-Perot est asservie sur le signal de réflexion de la porteuse par la cavité.
Les modulateurs acousto-optiques permettent de générer des impulsions ayant le
profil temporel voulu. Les faisceaux sont fibrés jusqu’à l’enceinte à vide.

ou l’asservissement d’un laser sur un autre laser en observant leur battement sur
une photodiode rapide [48]. La méthode retenue au laboratoire est une méthode
que l’on peut qualifier d’optique par opposition à la technique d’asservissement
qui utilise de l’électronique haute fréquence. Le principe en est le suivant :

– une diode mâıtre (diode libre) dont la fréquence est décalée par ∆R ≃ 2 GHz
de la raie D2 est modulée à 1,5 GHz.

– Le faisceau de cette diode est filtré par une cavité Fabry-Perot dont l’in-
tervalle spectral libre est de 3,036 GHz afin de ne conserver que les bandes
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latérales. La longueur de la cavité est asservie sur le flanc du signal de
réflexion de la porteuse par la cavité.

– Le faisceau filtré est utilisé pour injecter deux diodes esclaves. Les para-
mètres de courant et de température de chaque diode sont optimisés pour
que chaque diode ne s’injecte que sur une seule des deux bandes latérales
(méthode utilisée dans la référence [49] sans l’étape de filtrage optique).

Le schéma expérimental est présenté sur la figure 1.3 et est décrit en détail dans
le thèse de V. Savalli [35]. Pour vérifier la cohérence en phase des faisceaux, nous
observons le battement entre les deux diodes esclaves. Le signal typique que nous
obtenons consiste en un pic de largeur inférieure à 10 Hz superposé à un piédestal
de largeur 1 kHz [35]. Cette largeur de battement est tout à fait acceptable pour
notre expérience puisque les sélections les plus fines que utilisons ont une largeur
d’environ 10 kHz.

La mise en forme des impulsions se fait par deux modulateurs acousto-optiques.
La même source radiofréquence alimente les deux modulateurs pour conserver la
cohérence en phase entre les deux faisceaux. L’enveloppe de l’impulsion est gé-
nérée par un générateur de fonction arbitraire (SRS DS 345). Nous avons pris en
compte la non linéarité des modulateurs acousto-optiques lors de la programma-
tion des impulsions dans le générateur.

1.2.2 Intensité et polarisation des faisceaux

Les faisceaux sont amenés jusqu’à l’enceinte à vide par deux fibres optiques.
Chaque faisceau est ensuite collimaté, la largeur quadratique moyenne des fais-
ceaux étant de 8 mm. La puissance dans chaque faisceau est d’environ 20 mW.
Lors des sélections Raman nous appliquons un champ magnétique directeur pa-
rallèle à l’axe des faisceaux Raman d’environ 750 mG pour lever la dégénérescence
entre les sous-niveaux Zeeman et ne sélectionner que les atomes dans mF = 0.
Nous avons choisi ce sous-niveau pour que la largeur de la sélection ne soit pas
limitée par les fluctuations de champ magnétique.

Pour coupler les niveaux |F = 2, mF = 0〉 et |F = 3, mF = 0〉, la conservation
du moment cinétique impose que les deux faisceaux aient la même polarisation.
Comme l’état initial et l’état final ont même le moment cinétique, le photon
absorbé et le photon émis doivent avoir la même polarisation. Les transitions π
entre deux niveaux de même nombre quantique F sont interdites. Il n’est donc
pas possible de coupler les deux niveaux du fondamental à un même niveau excité
de nombre quantique m′

F = 0. La polarisation π n’est donc pas appropriée et les
deux faisceaux doivent avoir la même polarisation circulaire (σ+ ou σ−).
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1.2.3 Ajustement de l’intensité relative des faisceaux

Nous avons vu qu’il est important de compenser le déplacement lumineux
des deux faisceaux Raman pour que le désaccord effectif reste constant pendant
toute la durée de l’impulsion. Pour cela nous nous plaçons en configuration co-
propageante, le désaccord effectif ne dépend alors plus de la vitesse des atomes
et est donné par

δe = δ − Ω2
a − Ω2

b

4 ∆R

. (1.15)

En déterminant la position de la résonance pour différentes intensités dans les
faisceaux et en extrapolant à intensité nulle (Ωa = Ωb = 0), nous obtenons
la fréquence correspondant à δ = 0 sur le synthétiseur R.F. qui fixe l’écart en
fréquence entre les deux faisceaux. Il nous suffit ensuite d’ajuster à forte intensité
l’intensité relative des deux faisceaux pour que la résonance se produise toujours
pour δ = 0. Nous devons faire ce réglage chaque jour.

Une fois les déplacements lumineux compensés, nous effectuons des oscilla-
tions de Rabi pour déterminer la durée d’une impulsion π à pleine puissance.
Nous ajustons ensuite l’intensité maximale des deux faisceaux lors de l’impulsion
pour obtenir une impulsion π ayant la durée voulue.

1.3 Utilisation des transitions Raman sélectives

en vitesse dans notre expérience

Nous avons montré comment utiliser une impulsion Raman pour modifier
l’état interne d’atomes ayant une vitesse bien déterminée suivant l’axe des fais-
ceaux Raman. Nous allons maintenant expliquer comment utiliser deux impul-
sions Raman pour mesurer l’éventuelle modification de la distribution en vitesse
d’atomes se réfléchissant sur un miroir à onde évanescente. Le principe en est
le suivant : nous préparons une distribution en vitesse initiale par une première
impulsion π. Puis nous analysons cette distribution avec ou sans réflexion sur le
miroir à l’aide d’une deuxième impulsion π. Nous attribuons les modifications
observées entre les deux courbes obtenues à un effet du miroir.

1.3.1 Mesure de la fonction d’appareil

Avant de mesurer l’effet du miroir, nous mesurons la fonction d’appareil de
notre système en laissant les atomes se propager librement entre les deux impul-
sions π. Nous préparons les atomes initialement dans F = 3. la première tran-
sition Raman sélectionne une classe de vitesse en transférant les atomes dans
F = 2. Un faisceau pousseur résonnant avec la transition F = 3 → F ′ = 3
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élimine les atomes qui n’ont pas fait la transition. Pour analyser la distribu-
tion en vitesse ainsi obtenue, une deuxième transition Raman sélectionne une
classe de vitesse en transférant les atomes dans F = 3. Nous mesurons finale-
ment le nombre d’atomes dans F = 3 avec un faisceau sonde sur la transition
F = 3 → F ′ = 3. Cette séquence nous permet d’obtenir la courbe présentée
sur la figure 1.2 en variant le désaccord de la deuxième impulsion Raman. Nous
rappelons que nous utilisons des impulsions de durée τ = 150 µs. Nous mesurons
alors une fonction d’appareil de largeur 0,47 vrec = 2, 82 mm.s−1.

1.3.2 Mesure de l’effet du miroir sur la distribution en

vitesse

Dans le cas où les atomes rebondissent sur le miroir, nous préparons initia-
lement les atomes dans F = 2. Une première transition Raman sélectionne une
classe de vitesse en transférant les atomes dans F = 3. Nous utilisons ensuite le
miroir à onde évanescente comme filtre : les atomes dans F = 2 sont aspirés par
le miroir et seuls les atomes dans F = 3 rebondissent. En effet, nous choisissons
le désaccord de l’onde évanescente pour que le potentiel soit attractif pour des
atomes dans F = 2 et répulsif pour des atomes dans F = 3 (voir chapitre 3).
Après rebond, une deuxième transition Raman sélectionne une classe de vitesse
en transférant les atomes dans F = 2. Le faisceau pousseur permet d’éliminer
les atomes non sélectionnés par cette deuxième transition. Nous mesurons fina-
lement le nombre d’atomes dans F = 2 en utilisant le faisceau repompeur et le
faisceau sonde. Nous varions le désaccord de la deuxième impulsion pour obtenir
la distribution en vitesse des atomes après rebond.

1.4 Conclusion

Notre dispositif Raman nous permet de sélectionner à partir d’un piège magnéto-
optique des atomes ayant une vitesse bien déterminée suivant l’axe des faisceaux
Raman. Nous utilisons principalement des impulsions π. La forme de la sélection
en vitesse associée est une gaussienne dont la largeur est inversement propor-
tionnelle à la durée de l’impulsion. Typiquement nous utilisons des impulsions
de 150 µs ce qui correspond à une largeur de la sélection en vitesse de 0,3 vrec.

Plus généralement, les transitions Raman peuvent être utilisées pour sélec-
tionner une distribution en vitesse quelconque à l’intérieur d’une distribution
initiale. Nous avons vu que le profil de la distribution sélectionnée était qualitati-
vement donnée par le module de la transformée de Fourier du profil d’excitation.
Cette approximation devient exacte lorsque la probabilité de transition reste pe-
tite devant un.



C H A P I T R E 2

Étude à haute résolution de la
diffraction atomique sur un
réseau en réflexion

La diffraction d’une onde atomique par un potentiel périodique a été intensi-
vement étudiée en optique atomique. Les premières expériences ont été réalisées
avec un jet atomique diffracté sur une onde lumineuse stationnaire en 1986 [6]. Ce
processus est aussi appelé effet Kapitza-Dirac [50] : l’atome absorbe un photon
d’une des ondes progressives et émet un photon stimulé dans l’autre onde. Les
atomes diffractés acquièrent donc une impulsion 2n ! kx lorsqu’ils sont diffrac-
tés dans l’ordre n. Les différents régimes de diffraction ont été explorés : régime
de Raman-Nath (réseau mince) où de nombreux ordres de diffraction sont peu-
plés [6, 7, 51] et régime de Bragg (réseau épais) où un seul ordre de diffraction
est peuplé [52, 53, 54]. La diffraction d’un jet atomique par un réseau matériel
a également été observée [55]. Ces expériences de diffraction en transmission sur
jet se sont prolongées par la réalisation d’interféromètres atomiques [56, 57].

En 1989, Hajnal et Opat ont proposé d’utiliser une onde stationnaire évanes-
cente pour créer un réseau de diffraction atomique en réflexion [58]. Les premières
expériences avec ce type de réseau ont été réalisées avec un jet atomique. A cause
de l’importante énergie cinétique des atomes, ces expériences étaient nécessaire-
ment en incidence rasante pour que les atomes puissent être réfléchis par l’onde
évanescente [14, 15, 16]. Cette diffraction en incidence rasante fait intervenir un
changement d’état interne de l’atome et n’est donc pas analogue à la diffrac-
tion scalaire de la lumière sur un réseau optique (pour une revue de ces effets
voir [59]). Pour effectuer l’expérience en incidence normale, il est nécessaire d’uti-
liser des atomes froids. Les premières expériences de diffraction d’atomes froids
on été observées en transmission en 1996 [60, 61, 62]. Et la diffraction en inci-
dence normale sur une onde stationnaire évanescente a été observée dans notre
groupe par A. Landragin au cours de sa thèse [12]. Le remplacement du jet par
une source d’atomes froids pose problème pour la cohérence transverse de l’onde
atomique. En effet alors qu’un jet atomique peut être très bien collimaté, un piège
magnéto-optique a une distribution en vitesse isotrope. L’expérience d’A. Lan-
dragin utilisait une fente pour filtrer la distribution en vitesse initiale et les ordres
de diffraction observés n’étaient pas bien séparés.
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Nous avons reproduit l’expérience d’A. Landragin en améliorant la résolution
en vitesse par l’utilisation des transitions Raman sélectives en vitesse présentées
au chapitre 1. Nous observons des ordres de diffraction bien séparés. Nous mon-
trons qu’un modèle simple de diffraction scalaire dans l’approximation du réseau
de phase mince permet de rendre compte de nos observations, comme cela avait
déjà été démontré par A. Landragin [12]. Les résultats obtenus dans ce chapitre
nous permettront de mieux comprendre les expériences portant sur la mesure de
la rugosité du miroir à onde évanescente qui sont présentées dans le chapitre 3. En
effet, la diffraction sur un réseau peut être considérée comme un cas particulier
de rugosité du miroir à onde évanescente.

2.1 Observation expérimentale des ordres de dif-

fraction

Le schéma de l’expérience est illustré sur la figure 2.1. Notre source est consti-
tuée d’un piège magnéto-optique d’atomes de 85Rb à l’intérieur duquel nous
sélectionnons une fine distribution en vitesse à l’aide d’une transition Raman.
Les atomes sélectionnés tombent sous l’effet de la gravité et sont réfléchis sur
l’onde évanescente créée à la surface d’un prisme par un faisceau Ti : Sa de
forte puissance très désaccordé par rapport à la transition atomique. Cette onde
évanescente est modulée spatialement en réfléchissant une partie du faisceau du
Ti : Sa. L’onde stationnaire évanescente constitue un réseau en réflexion pour
l’onde atomique incidente. La distribution en vitesse des atomes diffractés est
ensuite analysée par une deuxième impulsion Raman. Le détail de la séquence
Raman est indiqué au chapitre 1.

2.1.1 Caractéristiques de l’onde incidente

Une fraction des atomes initialement dans F = 2 après la coupure du piège
magnéto-optique sont sélectionnés par la première impulsion Raman et consti-
tuent la source. Pour obtenir un rapport signal à bruit suffisant, nous avons
choisi de limiter la durée de l’impulsion Raman à 120 µs. La largeur de la dis-
tribution en vitesse ainsi sélectionnée est de 0,35 vrec soit 2,1 mm.s−1. Après
rebond sur le réseau, la distribution finale des atomes est analysée par une
deuxième impulsion Raman de même durée, notre résolution en vitesse est donc
de

√
2 × 0, 35 vrec = 0, 5 vrec soit 3,0 mm.s−1.

Les atomes tombent sur le réseau d’une hauteur h = 20, 7 mm avec une
vitesse verticale initiale négligeable (de l’ordre de 10 vrec) par rapport à la vitesse
verticale acquise au cours de la chute. Leur longueur d’onde de De Broglie est
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Fig. 2.1 – Le faisceau d’un laser Ti : Sa est utilisé pour créer une onde évanescente
sur laquelle les atomes rebondissent. L’angle θ vaut 53̊ . Le faisceau est désaccordé
pour que seuls les atomes dans F = 3 rebondissent, les atomes dans F = 2 étant
attirés par le miroir. Une faible fraction du faisceau est rétroréfléchie pour créer
un réseau de diffraction. Les faisceaux Raman nous permettent de sélectionner
la distribution en vitesse initiale des atomes et de mesurer leur distribution après
le rebond.

donc

λdB =
2 π !

m
√

2 g h
= 7, 37 nm . (2.1)

La dispersion des vitesses longitudinales est faible, elle est fixée par la dispersion
des hauteurs de chute. Nous la calculons en détail au chapitre 3, elle est de l’ordre
de 25 mm.s−1 soit 4% de la vitesse moyenne qui est de 640 mm.s−1.

2.1.2 Caractéristiques du réseau de diffraction

Le réseau sur lequel nous faisons diffracter les atomes est créé en réfléchissant
une partie du faisceau donnant naissance à l’onde évanescente (voir figure 2.1).
Estimons l’ordre de grandeur du facteur de réflexion nécessaire pour obtenir
un signal de diffraction. L’interférence entre le faisceau et sa réflexion crée une
modulation spatiale sinusöıdale de l’intensité de l’onde évanescente, le potentiel
vu par les atomes s’écrit

V (x, z) = V0(1 + ε cos(2 kx x))e−2 κ z . (2.2)
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L’amplitude de modulation ε est fixé par la fraction R d’intensité qui est rétro-
réfléchie

ε =
2
√

R

1 + R
. (2.3)

Les vecteurs d’onde kx et κ valent respectivement 1,49 k0 et 1,12 k0 dans notre
expérience [35]. En l’absence de modulation, les atomes rebondissent à une hau-
teur z0 telle que l’énergie potentielle V0 e−2 κ z0 soit égale à l’énergie cinétique des
atomes incidents. En présence de la modulation nous développons le potentiel
V autour de z = z0 et nous obtenons l’expression suivante pour la variation de
hauteur du point de rebroussement des atomes dans l’onde évanescente

δz =
ε

2 κ
cos(2 kx x) . (2.4)

Cette modulation de la hauteur du rebond induit un déphasage du front d’onde
réfléchi

δφ = 2π
2 δz

λdB

≃ ε
λ0

λdB

cos(2 kx x) . (2.5)

Ce déphasage doit être de l’ordre de 1 pour obtenir une efficacité de diffraction
importante. La longueur d’onde de de Broglie des atomes est approximativement
100 fois plus petite que la longueur d’onde optique du Ti : Sa. L’ordre de grandeur
de ε correspondant à une amplitude de δφ de 1 est donc de 10−2 soit R de l’ordre
de 10−4. On voit donc apparâıtre une des difficultés de cette expérience qui est
de contrôler quantitativement un petit coefficient de réflexion.

2.1.3 Distribution en vitesse des atomes diffractés

Nous observons la distribution en vitesse des atomes diffractés à l’aide d’une
deuxième impulsion Raman. La figure 2.2 présente le nombre d’atomes détectés
en fonction du désaccord de la deuxième impulsion Raman. Le désaccord de la
première impulsion est choisi pour qu’un maximum d’atomes rebondissent sur le
miroir.

Les atomes diffractés dans l’ordre n acquièrent une impulsion 2 n ! kx ex. Avec
notre géométrie le vecteur d’onde kx est égal à 1,49 k0. La direction de propa-
gation des faisceaux Raman faisant un angle de 43̊ avec la direction du faisceau
Ti : Sa, nous attendons une séparation entre les pics de diffraction dans l’espace
des vecteurs d’onde de 2 × cos(43̊ ) × 1, 49 k0 = 2, 18 k0, ce qui correspond à
un changement du désaccord des faisceaux Raman de 33 kHz. L’écart que nous
mesurons sur les courbe expérimentales est de 38 kHz. Nous ne comprenons pas
bien cette différence. Nous supposons que nous avons fait une erreur sur la me-
sure de l’angle entre les faisceaux Raman et le faisceau Ti : Sa et/ou un erreur
sur l’angle d’incidence du Ti : Sa sur le prisme (angle θ sur la figure 2.1) ce qui
entrâıne une erreur sur l’estimation de kx.
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Fig. 2.2 – Distribution en vitesse des atomes diffractés. L’amplitude de modula-
tion du réseau est augmentée de haut en bas (R = 2, 8 × 10−4, R = 5, 7 × 10−4,
R = 6, 3× 10−4, R = 1, 5× 10−3). Nous pouvons observer trois ordres de diffrac-
tion bien séparés. L’ajustement des données est expliqué dans le texte.

2.1.3.1 Ajustement des courbes de diffraction

A la fin de la séquence expérimentale, nous détectons tous les atomes dans
F = 2. Le signal obtenu provient de trois contributions différentes :

– Des atomes sélectionnés par la première impulsion Raman sont diffractés
et sélectionnés par la deuxième impulsion Raman, c’est le signal utile que
nous voulons mesurer.

– Des atomes non sélectionnés par la première sélection sont repompés vers
F = 3 dans l’onde évanescente puis diffractés. La distribution en vitesse
de ces atomes avant d’arriver sur le miroir est très large par rapport à
la distribution initiale des atomes sélectionnés par la première impulsion.
Cette distribution correspond à la distribution des atomes à l’intérieur du
piège magnéto-optique ayant une vitesse suffisamment faible pour tomber
sur le miroir. Nous notons M(δ) cette distribution. Ces atomes sont ensuite
sélectionnés par la deuxième impulsion.

– Un fond correspondant à des atomes qui lors du rebond finissent dans F =
2. Nous supposons que la distribution en vitesse de ce fond est suffisamment
large pour que la deuxième sélection Raman change très peu le nombre
d’atomes présents dans ce fond.

Pour exploiter quantitativement les figures de diffraction nous avons donc ajusté
les données expérimentales par la fonction suivante

a + b R(δ) ×
∑

n

[

J2
n(φ) δD(δ − n δ0) ∗ {S(δ) + c M(δ)}

]

(2.6)
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Les populations dans chaque ordre sont fixées par un seul paramètre φ et valent
J2

n(φ) où Jn est la fonction de Bessel d’ordre n. Comme nous le verrons au
prochain paragraphe, c’est ce que nous attendons dans un modèle simple de
diffraction scalaire dans l’approximation du réseau de phase mince. Chaque pic
de diffraction est convolué par la fonction de résolution S(δ) à laquelle nous
avons ajouté un fond M(δ) correspondant aux atomes non sélectionnés par la
première impulsion mais qui rebondissent tout de même sur le miroir. Enfin nous
prenons en compte l’extension spatiale finie des faisceaux Raman R(δ) qui limite
l’efficacité de détection pour les atomes dans des ordres de diffraction élevés.

Les fonctions R, M et S sont calculées à partir des paramètres expérimen-
taux :

– La durée de l’impulsion Raman est 120 µs ce qui fixe S à être une gaussienne
de largeur 7,7 kHz.

– La largeur de la distribution en vitesse M(δ) des atomes qui rebondissent
sur le miroir est mesurée indépendamment et vaut 32 kHz.

– Le profil d’intensité des faisceaux Raman est supposé gaussien avec une
taille quadratique moyenne de 8 mm. Nous obtenons donc pour R

R(δ) = sin

[

π

2
exp

(

− δ2

2σ2
R

)]

(2.7)

– L’écart entre les pics δ0 est fixé à 2π × 38 kHz.
Notre modèle comporte donc 4 paramètres indépendants a,b,c et φ. Seul ce

dernier paramètre nous intéresse. Remarquons que l’ajustement des courbes sur
la figure 2.2 est excellent. Ce seul paramètre est donc suffisant pour caractériser
les amplitudes diffractées dans chacun des ordres.

2.1.4 Difficultés expérimentales

Une très faible fraction de l’intensité du faisceau du Ti : Sa doit être réfléchie.
Une des difficultés de l’expérience est donc d’arriver à contrôler la fraction réflé-
chie et à la mesurer. La figure 2.3 présente le dispositif expérimental utilisé. Une
première lame demi-onde placée entre deux cubes polariseurs permet de régler
l’intensité maximale réfléchie. La lame quart-d’onde permet un réglage plus fin :
en tournant cette lame l’intensité réfléchie peut varier entre une valeur proche de
zéro et l’intensité maximale fixée par la lame demi-onde. La puissance réfléchie
a pour expression

Pr = T 2
1 T2 Pi . (2.8)

Les notations pour les différents coefficients de transmission sont explicitées sur
la figure 2.3. Le coefficient T1 est fixé par l’angle de la lame demi-onde et le
coefficient T2 par celui de la lame quart-d’onde. Nous avons supposé que les
deux cubes polariseurs ont un comportement identique. Nous avons également
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Fig. 2.3 – Le faisceau Ti : Sa crée au-dessus du prisme une onde évanescente
sur laquelle les atomes rebondissent. Une faible fraction du faisceau est réfléchie
pour créer un réseau de diffraction. Le contrôle de l’intensité réfléchie s’effectue
à l’aide de deux lames à retard de phase et de deux cubes polariseurs. La mesure
de Pa et Pb permet de déterminer le coefficient de réflexion. L’axe des faisceaux
Raman est également indiqué.

négligé les pertes lors de la réflexion sur le premier cube, que nous avons mesurées
inférieures à 1%. La réflexion sur le miroir n’introduit également pas de perte
mesurable. Pour déterminer les valeurs de T1 et T2 nous utilisons une photodiode
calibrée placée au point b. La puissance mesurée en ce point est

Pb = T1(1 − T1)T2 Pi . (2.9)

Pour une position donnée de la lame demi-onde, Pb atteint sa valeur maximale
lorsque la lame quart-d’onde est réglée de sorte que1 T2 = 1. Nous pouvons alors
déterminer la valeur du coefficient T1

T1 =
1

2
−

√

1

4
− Pmax

b

Pi

. (2.10)

1Nous avons vérifié que la valeur maximale de T2 était effectivement égale à 1 à mieux que
1%.
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Nous pouvons ensuite déterminer le coefficient de réflexion pour une position
quelconque de la lame quart-d’onde à partir de la mesure de Pb

R =
Pb

Pi

T1

1 − T1

. (2.11)

Nous mesurons Pi au début de l’expérience et nous vérifions ensuite que cette
valeur reste stable à l’aide d’une deuxième photodiode placée derrière un miroir
de renvoi du faisceau incident (point a sur la figure 2.3). La source d’incertitude
principale pour la mesure de R est la détermination de Pi. Cette puissance est
mesurée avec un bolomètre dont la précision est de l’ordre de 5%. Pour éviter une
erreur systématique sur R la photodiode qui mesure Pb a été calibrée par rapport
au même bolomètre. Nous estimons que l’erreur relative sur R est inférieure à
10%.

En fait l’incertitude sur le contraste de la modulation est dominée par l’in-
certitude sur le recouvrement du faisceau aller et du faisceau retour au niveau
du prisme. Nous utilisons un montage optique en oeil de chat pour essayer d’op-
timiser ce recouvrement, mais nous n’avons pas de signal direct pour effectuer
l’optimisation ce qui rend le réglage difficile.

2.2 Un modèle simple : diffraction scalaire dans

l’approximation du réseau de phase mince

La diffraction atomique est un problème complexe et nous nous contente-
rons ici d’indiquer seulement quelques éléments qui nous permettent d’expliquer
pourquoi les populations dans les ordres diffractés sont données par J2

n(φ) où φ
est l’amplitude de la modulation de phase du front d’onde de l’onde atomique
réfléchie. Une description théorique détaillée de la diffraction atomique sur une
onde stationnaire évanescente peut être trouvée dans la thèse de C. Henkel [63]
et dans les références [64, 59].

2.2.1 Régime de Raman-Nath

Nous allons montrer que nos paramètres expérimentaux nous placent dans le
régime de Raman-Nath, c’est-à-dire que le réseau de diffraction est mince et que
de nombreux ordres de diffraction sont peuplés.

Supposons une onde atomique en incidence normale sur le réseau de diffrac-
tion, le vecteur d’onde incident est −kdB ez. Après rebond sur l’onde évanescente,
le potentiel étant conservatif la norme du vecteur d’onde réfléchi est identique à
celle du vecteur d’onde incident. La composante transverse du vecteur d’onde est
2n kx, la composante normale du vecteur d’onde est donc diminuée approximati-
vement de la quantité δkz = (2 n kx)

2/kdB. Pour qu’un tel changement d’impul-
sion dans la direction perpendiculaire au réseau soit possible il faut que l’épaisseur
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du réseau soit inférieure à 1/δkz. Dans notre cas, la longueur de décroissance du
réseau est 1/κ et la condition de réseau mince s’écrit

κ ≫ k2
x

kdB

. (2.12)

Comme κ et kx sont de l’ordre du vecteur d’onde optique k0, cette condition se
réécrit dans notre cas

kdB ≫ k0 . (2.13)

Dans notre expérience, le vecteur d’onde de de Broglie est approximativement 100
fois plus grand que le vecteur d’onde optique. Le réseau est donc suffisamment
mince pour autoriser des changements de vecteur d’onde importants dans la
direction normale au réseau et donc de nombreux ordres de diffraction peuvent
être peuplés.

2.2.2 Approximation du réseau de phase mince

Dans le régime de Raman-Nath, plusieurs approximations sont possibles pour
déterminer la fonction d’onde réfléchie. L’approximation du réseau de phase
mince est une approximation puissante qui permet de prédire les populations
dans les ordres diffractés même lorsque beaucoup d’ordres sont peuplés (contrai-
rement par exemple à l’approximation de Born). Cette approximation consiste
à prendre les trajectoires atomiques dans l’onde évanescente non perturbées par
la présence du réseau et à intégrer sur ces trajectoires le déphasage accumulé
en présence du réseau. Le front d’onde ainsi obtenu à la sortie de l’onde évanes-
cente peut être propagé dans l’espace libre pour obtenir la figure de diffraction
au-dessus du miroir.

Estimons la condition de validité d’une telle approximation. L’ordre de gran-
deur du déphasage accumulé sur une trajectoire non perturbée au cours du rebond
sur le réseau entre un maximum et un minimum d’intensité est

δφ =
1

κ
× ε × kdB . (2.14)

Les maxima et les minima du réseau sont séparée de 1/kx. Le déphasage induit
donc une diffraction de l’onde atomique avec un angle δθ = δφ λdB kx. L’écart
entre la trajectoire non perturbée et la trajectoire que nous venons de calculer
est égal à δθ/κ à la sortie du réseau et pour que l’approximation de trajectoire
non perturbée soit valable il faut que ce déplacement soit très petit devant le pas
du réseau

δφ λdB
kx

κ
≪ 1

kx

. (2.15)

En remplaçant δφ par sa valeur nous obtenons que l’approximation du réseau
de phase mince est valable si la modulation de l’onde évanescente est très faible,
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ε ≪ 1. Nous avons vu auparavant que nous sommes effectivement toujours dans
ce régime. Notons que l’approximation du réseau de phase mince fonctionne en
réalité dans un domaine plus large que celui délimité par la condition précédente
qui est un peu restrictive [64].

2.2.2.1 Calcul de l’onde diffractée

Calculons maintenant l’expression de l’onde réfléchie dans l’approximation
du réseau de phase mince. L’onde incidente s’écrit (nous omettons la dépendance
temporelle)

φi(z) = φ0 e−i kdB z . (2.16)

L’approximation du réseau de phase mince consiste à écrire l’onde réfléchie sous
la forme

φr(z) = φ0 ei kdB ze−i φ(R) . (2.17)

Le déphasage de l’onde dépend de la position R sur le miroir. Pour poursuivre
simplement le calcul, nous modélisons le miroir par un mur dur d’altitude z =
s(R) qui correspond à la position du point de rebroussement de la trajectoire
classique pour un atome incident avec une vecteur d’onde kdB au point R. La
fonction d’onde totale φi + φr doit s’annuler en z = s(R), nous obtenons donc

φ(R) = 2 kdB s(R) . (2.18)

Cette approche simplifiée donne en fait le même résultat qu’un calcul plus rigou-
reux évaluant l’action dans le potentiel modulé sur la trajectoire obtenue avec le
potentiel uniforme [64]. Finalement, l’onde réfléchie s’écrit

φr(z) = φ0 ei kdB ze−2 i kdB s(R) . (2.19)

Cette expression de l’onde réfléchie est valable tant que l’amplitude de modula-
tion ε(R) = κ s(R) reste petite devant (κ ls)

2 où ls est la longueur caractéristique
des fluctuations de s(R). Nous utiliserons cette expression de l’onde réfléchie dans
le chapitre suivant pour prédire l’effet de la rugosité du miroir à onde évanescente
sur l’onde atomique réfléchie.

Dans le cas du réseau qui nous intéresse ici, s(R) est de la forme s0 cos(2 kx x).
En utilisant le développement

exp [−i u cos(2 kx x)] =
∞

∑

n=−∞
(−i)n Jn(u) exp(2 i n kx x) , (2.20)

nous obtenons que les populations dans les différents ordres diffractés sont don-
nées par le carré de la fonction de Bessel d’ordre n de l’amplitude de la modulation
du réseau.
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2.2.3 Comparaison avec l’expérience

Nous allons comparer l’indice de modulation obtenu expérimentalement avec
la valeur attendue que nous pouvons calculer à partir du coefficient de réflexion.
Le faisceau du Ti : Sa arrive sur le prisme avec une polarisation TM, l’amplitude
de modulation est alors donnée par [38]

εTM = ε
k2

x − κ2

k2
x + κ2

. (2.21)

L’indice de modulation peut donc s’écrire

δφ = εTM
2π

λdB κ
= 55

√
R

1 + R
. (2.22)

Un ajustement linéaire du δφ mesuré sur les courbes de diffraction en fonction
du δφ attendu d’après l’expression précédente donne une pente de 1,27 (voir
figure 2.4). Les indices de modulation mesurés sont donc environ 30% plus grand
que ce que l’on attendrait. La différence est due au potentiel de van der Waals
comme A. Landragin l’a montré dans sa thèse [38]. L’article en annexe au chapitre
donne le résultat d’un calcul numérique réalisé par D. Stevens de l’indice de
modulation en tenant compte du potentiel de van der Waals. L’accord avec les
données expérimentales est alors bien meilleur.
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Fig. 2.4 – Indice de modulation mesuré avec les atomes en fonction de l’indice
de modulation attendu sans tenir compte du potentiel de van der Waals. L’ajus-
tement par une droite a une pente de 1,27. Le calcul de l’indice de modulation en
tenant compte du potentiel de van der Waals permet un bien meilleur ajustement
des données (voir l’article en annexe au chapitre)
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2.3 Conclusion

Nous avons montré que les transitions Raman sélectives en vitesse sont un
outil efficace pour l’étude du potentiel d’un miroir à onde évanescente. Dans
le cas particulier d’un réseau de diffraction nous avons pu observer des ordres
de diffraction bien séparés. Cette étude a confirmé les résultats déjà obtenus
dans le groupe, c’est à dire que les populations dans les ordres diffractés sont
décrites par un seul paramètre, l’indice de modulation. Cet indice de modulation
atteint une valeur de l’ordre de l’unité lorsque la variation de hauteur du point
de rebroussement de la trajectoire atomique est de l’ordre de la longueur d’onde
des atomes incidents. Un très faible modulation du potentiel lumineux (10−4) est
suffisante pour diffracter efficacement les atomes. Les populations sont obtenues
dans l’approximation du réseau de phase mince en calculant le déphasage du
front d’onde réfléchi à partir de la forme du potentiel. La prise en compte du
potentiel de van der Waals permet d’obtenir un meilleur ajustement entre l’indice
de modulation calculé et l’indice de modulation mesuré. Nous généraliserons ce
modèle à un potentiel contenant un large spectre de fréquences spatiales quand
nous étudierons la rugosité du miroir.
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Abstract
We have studied atomic diffraction at normal incidence from an evanescent
standing wave with high resolution using velocity-selective Raman
transitions. We have observed up to three resolved orders of diffraction,
which are well accounted for using scalar diffraction theory. In our
experiment the transverse coherence length of the source is greater than the
period of the diffraction grating.
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(Some figures in this article are in colour only in the electronic version)

The diffraction of atoms by periodic potentials has been a

topic of study ever since the beginning of the field of atom
optics. The majority of the work has been performed in a

transmission geometry [1–11], but reflection gratings have
also been demonstrated. Using evanescent wave mirrors,

reflection gratings have been produced by retroreflecting
the laser beam creating the evanescent wave [12–15] or

by temporally modulating the intensity of the evanescent

wave [16]. Magnetic mirrors have also been rendered periodic
by adding an appropriate external magnetic field [17].

Many early experiments dealing with atomic reflection
gratings were performed at grazing incidence, but this problem

proved considerably more subtle than was first imagined (for
a review see [18]). It turned out that atomic diffraction at

grazing incidence cannot be considered to be analogous to
the diffraction of light (or x-rays) on a reflection grating,

because the reflection is not on a hard wall, but on a soft

barrier, so that the atom averages out the grating modulation
during the bounce. Alternatively, one can show that scalar

(i.e. without internal state change) atomic diffraction at grazing
incidence on a soft reflection grating would not allow energy

and momentum conservation. This is why grazing incidence
atomic diffraction must be a process with an internal state

change. The change in internal energy allows the process to

conserve energy. ‘Straightforward’ scalar diffraction which is
due only to a periodic modulation of the atomic wavefront, can

only be achieved at normal incidence, as implemented in [14].

This experiment suffered, however, from a resolution

which was not quite high enough to separate the individual
diffraction peaks. Although it was possible to deconvolve the

experimental resolution, and make a quantitative comparison
with a scalar diffraction theory, it was disappointing not to

be able to directly observe the diffraction peaks. Here we
discuss an improved version of this experiment in which we

use velocity-selective Raman transitions to select and analyse

a velocity class much narrower than was possible in the
experiments of Landragin et al [14]. As a result, we are thus

able to resolve the diffraction peaks.
Our results are also significant from the point of

view of measurements of the roughness of atomic mirrors.
These measurements have been performed for both magnetic

and evanescent wave mirrors [19–23]. Some of the
interpretation of these measurements relies on theoretical

treatments developed in close analogy with the theory of atom

diffraction [24], and it is clearly useful to make additional tests
of the theory when possible.

Our velocity selection scheme is shown in figure 1. Two
counterpropagating, phase-locked lasers induce transitions

between the two hyperfine levels of 85Rb. They are detuned
from resonance by about 600 MHz (! in figure 1). The

detuning δ for this two-photon transition depends on the

Doppler shift δ = kL(v ± vR) [25], where kL is the magnitude
of the laser wavevector and vR the photon recoil velocity. Thus

only atoms with a given velocity v such that δ = 0 are resonant.

1464-4266/03/020103+04$30.00 © 2003 IOP Publishing Ltd Printed in the UK S103
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Figure 1. Level diagram for velocity selective Raman transitions
and the evanescent wave atomic mirror. (1) Frequencies ωa and ωb

of the two counterpropagating laser beams are separated by 85Rb
hyperfine frequency ω23 plus Raman detuning δ. (2) The Ti:Sa laser
that creates the evanescent wave mirror is blue detuned for atoms in
F = 3 and red detuned for atoms in F = 2, thus only atoms in
F = 3 bounce on the atomic mirror.

The width of the velocity selection is proportional to 1/τ ,

where τ is the duration of the pulse, 120 µs in our experiment.

This width can be much smaller than the photon recoil velocity.

Figure 1 shows the various laser frequencies used for the

Raman transitions and for the evanescent wave atomic mirror.

Our experiment closely follows the procedures of Savalli

et al [23]. It consists of two distinct sequences, each using

two Raman pulses. First, to measure the atomic velocity

distribution after reflection, the following sequence is used.

A sample of 85Rb atoms are optically pumped into F = 2 after

preparation in a magneto-optical trap and optical molasses, and

released at time t = 0. A constant magnetic field of 750 mG

is turned on to define the axis of quantization and split the m F

levels. A Raman π-pulse is applied at t = 8 ms with detuning

δS (selection). This transfers atoms from1,2 |2, 0, δS/kL − vR〉
into |3, 0, δS/kL + vR〉. At t = 47 ms, the Ti:Sa laser that

forms the evanescent wave is turned on. Its detuning is chosen

so that it reflects atoms in F = 3 (blue detuning), while being

attractive for the state F = 2 (red detuning). This eliminates

unselected atoms left in F = 2. The Ti:Sa laser is turned off at

t = 67 ms. At t = 120 ms, a second π-pulse is applied, with

detuning δA (analysis), returning atoms in |3, 0, δA/kL +vR〉 to

|2, 0, δA/kL−vR〉. At t = 124 ms we switch on a pushing beam

for 2 ms, resonant for F = 3, which accelerates F = 3 atoms

away from the detection region. Finally, the measured signal is

the fluorescence of the remaining atoms in F = 2, illuminated

by a resonant probe beam with repumper and measured with a

photomultiplier tube. To measure the number of atoms at the

end of the sequence, we evaluate the area of a Gaussian fit of

the fluorescence signal.

This first sequence is repeated fixing δS and scanning δA.

In this way, we build up the velocity distribution of the re-

flected atoms. The frequencies δA are selected in a random

order, and after each shot, a second shot is taken with δS = δB

(background) sufficiently detuned so that it does not transfer

any atoms. Since we detect all atoms in F = 2, there is a

small background of atoms that have not been selected, but

instead scattered a photon, thereby finishing in the same state

1 The basis is |F, mF , v〉 where v is the atom velocity along the laser beam

propagation.
2 We choose the hyperfine sublevel mF = 0 because it is insensitive (to first

order) to magnetic fields.

as the atoms that have been selected. This can occur during the

analysis pulse, and during interaction with the Ti:Sa laser. We

estimate that around 10% of atoms undergo such processes

in the evanescent wave, and 1% during each π pulse. Most

of these atoms are accounted for by the background shot. The

background shot is subtracted from the signal shot, and the dif-

ference is the data point. We average each data point five times,

so that a diffraction pattern takes around 20 min to acquire.

To complete the experiment, we need to know the velocity

distribution of the atoms selected by the first pulse. To measure

this we employ a second sequence, essentially the same as the

first, but without the mirror. Atoms are prepared in F = 3 at the

end of the optical molasses. At t = 8 ms the first Raman pulse

transfers resonant atoms to F = 2, other atoms are removed

with the pushing beam. At t = 22 ms the second Raman pulse

transfers atoms back in F = 3 and we finally detect only atoms

in F = 3. By scanning the detuning of the second Raman pulse

we can measure the velocity width of the atoms selected by

the first pulse. The observed velocity distribution is well fitted

by a Gaussian function with a width given by 2kLσv ≈ 2π/τ .

Because of the convolution of the selection and analysis pulses,

the observed velocity distribution is approximately
√

2 times

larger than that due to the selection pulse alone. For a pulse

length of τ = 120 µs, the measured rms width is 2kLσv =
2π × 7.7 kHz or σv = 0.50 vR = 3.0 mm s−1. We will use

this Gaussian function as our resolution function S(δ). Any

differences between the two measured velocity distributions

are attributed to the action of the diffraction grating.

The reflection grating for atoms is created by

retroreflecting a small proportion of light that makes the

evanescent wave: a standing wave is created on the mirror and

the potential seen by the atoms can be written as (neglecting

the van der Waals interaction for the moment)

U (x, z) = U0e−2κz(1 + ε cos(2kx x)), (1)

where ε is the contrast of the interference pattern, 1/κ is the

decay length of the electric field, and kx is the propagation

wavevector of the evanescent wave. The ratio between the

peak separation in the diffraction pattern to the rms velocity

width is thus (2h̄kx/m)σv = 3.0, and thus the peaks should

be well resolved. For TM polarization, the contrast ε can be

written as follows:

ε =
2
√

R

1 + R

k2
x − κ2

k2
x + κ2

, (2)

where R = IR/I0 is the intensity fraction of the laser beam that

is retroreflected. To a good approximation, the grating behaves

as a thin phase grating, producing a modulated de Broglie wave

whose predicted phase modulation index is [26]

ϕ =
2π

λdB

ε

κ
, (3)

where λdB is the de Broglie wavelength of the atomic cloud

incident on the mirror. The van der Waals force introduces

a multiplicative correction that here increases the phase

modulation index ϕ [14] by 12%. In the rest of this paper

the predicted modulation index includes the van der Waals

correction.
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Figure 2. Experimental geometry as seen from above. The Ti:Sa
strikes the prism from below, with an angle of incidence θ = 53◦.
The system of polarizers and wave plates allows us to reflect a small
controlled amount of the Ti:Sa beam.

In our experiments, κ = 1.14kL. When the contrast

of the grating ε is of order λdB/λL, we have ϕ ∼ 1 rad,

and the diffraction is efficient. Here, λdB = 7 nm and

λL = 780 nm. Thus we only need a very weak contrast

ε ∼ 10−2, corresponding to R ∼ 10−4. The nth diffraction

order acquires a transverse momentum of 2nh̄kx and has an

intensity of J 2
n (ϕ), where Jn is the Bessel function of order n.

Figure 2 shows the experimental geometry. The mirror

is 20.7 mm below the magneto-optical trap. It is a prism

with an index of refraction of n = 1.869 and the angle of

incidence of the Ti:Sa laser θ = 53◦. The Ti:Sa polarization is

TM. The prism is superpolished and has a roughness of about

0.07 nm deduced from measurements made using an atomic

force microscope and a Zygo optical heterodyne profiler. After

the first π pulse, the direction of the 750 mG magnetic bias

field is rotated by 45◦ so that it lies along the y-direction,

corresponding to the quantization axis of the evanescent wave.

The change is carried out over 10 ms, so that the atoms

adiabatically follow the field. The direction of the field is

turned back after the bounce for the second π pulse.

Also shown in figure 2 is the set-up used for measuring

and controlling the retroreflected power R. The two wave

plates control the power, the half wave plate is used as a coarse

and the quarter wave plate as a fine adjustment. A cat’s eye

arrangement is used to control the spatial superposition and

the size of the return beam. The experimental set-up for the

Raman beams has been described elsewhere [23].

To measure R, first the incident power is found from Pa

and the (known) transmission T of the first mirror in figure 2.

Then the quarter wave plate is turned to the position that

maximizes the power Pb. Next, the position of the half wave

plate is fixed so that Pb/(Pa/T ) is the maximum value of R

desired. Finally, the quarter wave plate is adjusted to vary R

over the desired range. The fraction of power reflected R is

then deduced from the relationship

R =
Pmax

b

Pa/T

(Pmax
b − Pb)

Pmax
b

. (4)

Figure 3 presents the atomic experimental velocity

distribution after reflection when R = 2.8×10−5 , 5.7×10−5 ,

1.7 × 10−4, 1.5 × 10−3 of the incident laser intensity is

retroreflected, for !Ti:Sa = 2.5 GHz. The diffraction orders are

increasingly populated when the intensity of the retroreflected
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Figure 3. Velocity profile of diffracted atoms (curves have been
offset for display purposes). The amplitude of the diffraction grating
is increased from top to bottom (R = 2.8 × 10−5, 5.7 × 10−5,
1.7 × 10−4, 1.5 × 10−3). We can observe up to three separated
orders of diffraction. The solid curves correspond to the fit
described in the text.

beam increases, and the different diffraction orders are well

resolved. The expected separation between successive orders

of diffraction is 4(cos α)kxvR = 2π × 33 kHz, where α = 43◦

is the measured angle between the Raman beams and the

evanescent wave propagation direction. The data are fitted

by the following function:

a + bR(δ)
∑

n

[J 2
n (φ)δD(δ − nδ0) ∗ {S(δ) + cM(δ)}] (5)

where δD refers to a Dirac delta function. Each diffraction

order has a weight given by the value of the Bessel function

J 2
n (φ) and is convolved by the resolution function S(δ), plus

the function M(δ) that accounts for a background of atoms

whose velocity distribution is imposed by the spatial extent of

the mirror. The resolution function is a Gaussian profile with

rms width 7.7 kHz. This entire function is then multiplied by

the function R(δ) which takes into account the spatial variation

of the Raman beams.

The widths of the functions R, S and M are calculated

from measured values, so that there are only five adjustable

parameters for the fitting procedure: an offset a, the amplitude

of the curve b, the background term c, the separation between

the diffraction orders δ0 and the phase modulation index φ,

which was corrected for the effect of the van der Waals

interaction. For the peak separation, our fit gives δ0 =
2π × 38 kHz. This value is in poor agreement with our

expectation. This is surprising since the peak separation

should depend only on the geometry and a few well calibrated

quantities (the laser wavelength, the index of refraction of

the prism and the calibration of the frequency synthesizer).

Although it implies an error of approximately 10◦ in the sum

of the two angles, we presume that the discrepancy is due

to a miscalibration of the angles α and/or θ . Unfortunately

the apparatus was disassembled before the discovery of this

problem. A reanalysis of the data in [14], which used a very

different method to observe diffraction using the same glass

prism, indicates that the peak separations in that experiment

are consistent with the expected value to within better than

5%. Thus we do not believe that the observed disagreement

implies any fundamental problem with our understanding of

the diffraction problem.
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Figure 4. Fitted and predicted phase modulation index values. The
fitted values are deduced from the velocity profile of the diffracted
atoms and the predicted ones are calculated from the measurement
of the amount of reflected power R (taking into account the van der
Waals interaction). The straight line fit has gradient 1.11(8).

Figure 4 shows the fitted and predicted phase modulation

indices. The slope of the line corresponds to the ratio of the

measured and predicted values. The uncertainty in the slope

is chiefly limited by the uncertainty in the superposition of the

return beam and is estimated to be 0.08. Failure to include the

van der Waals force would give a slope 12% higher, and thus

we confirm the results of [14] which state that inclusion of van

der Waals effects is necessary to satisfactorily account for the

behaviour of the diffraction grating.

To conclude, the fact that the peak heights can be

accounted for by a series of Bessel functions depending on

a single parameter, the modulation index, is quite remarkable

and constitutes the central result of this work. It shows that

one can reach a regime in which the atomic diffraction on a

corrugated mirror can be described simply as a reflection of a

scalar matter wave, with a phase modulation of the reflected

wavefront calculated within the straightforward thin phase

grating approximation [26]. In this regime, we thus have a

close analogy to light diffraction from a reflection grating.
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C H A P I T R E 3

Insertion du miroir à onde
évanescente dans un
interféromètre atomique

En optique traditionnelle, un miroir est de bonne qualité lorsque sa rugosité
σ est petite devant la longueur d’onde λ du rayonnement incident. Dans ce cas
la réflexion est dite spéculaire et la cohérence de l’onde incidente est conservée
au cours de la réflexion sur le miroir. En fait, on peut montrer de façon générale
que tant que la rugosité n’est pas trop importante, l’onde réfléchie est constituée
d’une composante spéculaire et d’une composante diffuse [65, 66]. Le poids de la
composante spéculaire est donné par exp(−16π2σ2/λ2) [66], facteur similaire au
facteur de Debye-Waller pour la diffraction des rayons X sur un réseau cristallin,
et qui est dû aux vibrations des atomes du cristal.

Les longueurs d’onde de de Broglie des atomes, généralement très petites,
rendent difficile l’obtention de bons miroirs atomiques. Nous avons vu au cha-
pitre précédent qu’une très faible modulation du potentiel de l’onde évanescente
suffit pour diffracter efficacement les atomes. Durant sa thèse [35], V. Savalli a
étudié avec une résolution jamais atteinte auparavant la rugosité du miroir à onde
évanescente utilisé au laboratoire. Elle a montré que l’onde réfléchie est effective-
ment composée d’un pic spéculaire et d’un fond diffus. A très grand désaccord,
le poids de cette composante diffuse tend vers zéro [36], ce que nous avons in-
terprété comme étant dû à une diminution de l’émission spontanée dans l’onde
évanescente et à une diminution de la rugosité du potentiel lumineux vu par
les atomes. Pour le plus grand désaccord que nous pouvons réaliser, nous avons
obtenu une borne supérieure sur l’amplitude rms de la déviation du miroir par
rapport à un miroir plan égale à σθ = 0, 5 mrad. Les rugosités d’autres miroirs
atomiques de moins bonne qualité avaient été étudiées auparavant avec une ré-
solution inférieure. Dans notre groupe une étude précédente sur le miroir à onde
évanescente [67] a permis d’obtenir une borne supérieure sur la rugosité égale à
5 mrad. Des mesures sur un miroir magnétique utilisant des fils microfabriqués
ont donné une rugosité de 13 mrad [68, 69]. Le groupe de E. Hinds a obtenu
une rugosité de 6 mrad avec un miroir magnétique fabriqué à partir d’une bande
vidéo [70]. Citons également l’étude du rebond d’un condensat sur un miroir
constitué d’une « feuille de lumière » [71] et l’observation de la réflexion d’un
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laser à atome sur un miroir analogue [72] qui montrent que les miroirs réalisés
avec des feuilles de lumière sont de très bonne qualité.

La méthode utilisée dans la thèse de V. Savalli est identique à celle que
nous avons présentée lors de l’étude de la diffraction. Nous préparons une onde
atomique incidente la plus cohérente possible, c’est à dire dont la distribution en
vitesse transverse est très étroite, et étudions l’élargissement de cette distribution
lors du rebond sur le miroir. La largeur de la sélection initiale est limitée par le
rapport signal à bruit que l’on souhaite obtenir. En effet plus la sélection est fine
plus le nombre d’atomes à mesurer au final est faible. La méthode est donc bien
adaptée pour mesurer un élargissement important de la distribution en vitesse qui
correspond à la partie haute fréquence du spectre de rugosité du miroir atomique.
Pour accéder à la partie basse fréquence du spectre, il semble judicieux d’effectuer
non plus la mesure dans l’espace des vitesses mais dans l’espace réciproque. Nous
présenterons une méthode de mesure interférométrique de la rugosité du miroir
s’appuyant sur cette idée. Notre méthode est analogue à la spectroscopie par
transformée de Fourier qui permet d’obtenir une excellente résolution tout en
conservant un bon rapport signal sur bruit.

Après avoir rappelé les résultats de la mesure de V. Savalli et al. [36], nous
présenterons l’interféromètre et montrerons comment une mesure du contraste
des franges permet d’obtenir des informations sur le spectre de rugosité du miroir.
Nous montrerons que cette mesure est effectivement complémentaire de la mesure
de l’élargissement de la distribution en vitesse et permet en principe d’accéder à la
partie basse fréquence du spectre de rugosité. Nous montrerons enfin les résultats
expérimentaux obtenus et analyserons le contraste des franges mesurées.

3.1 Rappel sur le miroir à onde évanescente et

sa rugosité

Dans cette partie, nous donnons l’expression du potentiel vu par les atomes
lorsqu’ils rebondissent sur le miroir à onde évanescente. Nous expliquons ensuite
les différents mécanismes qui contribuent à la rugosité du miroir. Enfin nous
présentons les résultats que nous avons obtenus sur la mesure de cette rugosité
par la technique développée au chapitre 2 pour l’étude de la diffraction.

3.1.1 Potentiel vu par les atomes

La géométrie de l’expérience et les axes sont identiques à ceux de l’expé-
rience de diffraction (voir figure 2.3 et figure 2.1). Le potentiel vu par les atomes
lorsqu’ils s’approchent du prisme peut se séparer en deux contributions. La pre-
mière est le potentiel répulsif créé par l’onde évanescente. Son amplitude décrôıt
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exponentiellement suivant z sur une longueur caractéristique 1/(2 κ) et il s’écrit

Udip(x, y, z) = ! Λ0 exp(−2 κ z) exp

(

− x2

2 σ2
x

− y2

2 σ2
y

)

(3.1)

où Λ0 est le déplacement lumineux au centre de l’onde évanescente. La dépen-
dance gaussienne en x et y résulte du profil gaussien du faisceau Ti : Sa qui
crée l’onde évanescente. Dans nos expériences les atomes qui rebondissent sur le
miroir sont dans l’état |F = 3, mF = 0〉 et le faisceau Ti : Sa est polarisé TM.
Le déplacement lumineux au centre est alors donné par [38]

Λ0 =
2

3
× Ω2

0

4 ∆
avec Ω0 =

√

I0

Isat

Γ

2
(3.2)

où I0 est l’intensité au centre de l’onde évanescente et ∆ est le désaccord par rap-
port à la transition atomique (voir figure 2.1). Le coefficient 2/3 correspond à la
somme appropriée des carrés des coefficients de Clebsch-Gordan. Nous rappelons
que le désaccord est choisi pour que seuls les atomes dans |F = 3〉 rebondissent,
les atomes dans |F = 2〉 sont attirés par le miroir.

La deuxième contribution est celle due au potentiel de Van der Waals entre
le prisme et l’atome. Ce potentiel est attractif et le terme dominant décrôıt en
1/z3. A une distance du prisme grande devant la longueur d’onde optique, il
faut tenir compte des effets de retard et la décroissance est en 1/z4. Cependant
pour nos expériences il n’est pas nécessaire de tenir compte de ces corrections.
Le potentiel s’écrit alors dans l’approximation de Lennard-Jones (approximation
électrostatique) [38]

Uvdw(z) = ! Γ
A

(k0 z)3
avec A = −0, 113 . (3.3)

Le potentiel de van der Waals diminue la hauteur de la barrière de potentiel.
De plus les atomes qui arrivent avec une énergie incidente proche de la hauteur
maximale de la barrière passent plus de temps dans l’onde évanescente qu’ils ne
l’auraient fait en l’absence du potentiel de van der Waals. Le potentiel total est
tracé sur la figure 3.1 pour des paramètres courants de notre expérience.

Un atome avec une énergie incidente Einc inférieure à la hauteur de la barrière
est réfléchi à une distance s(R) de la surface du prisme, où R est la position du
point d’impact de l’atome dans le plan (xy) du miroir. La valeur de s(R) est
fixée par la relation suivante

Udip[R, s(R)] + Uvdw[s(R)] = Einc . (3.4)

En première approximation nous pouvons considérer que les atomes se réflé-
chissent sur un mur dur de profil s(R). La forme de cette surface effective est
tracée sur la figure 3.2. Nous remarquons que le profil gaussien du faisceau Ti : Sa
rend la surface du miroir légèrement convexe. Le rayon de courbure au centre est
de l’ordre de 3 m.
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Fig. 3.1 – Potentiel vu par les atomes en fonction de la distance au prisme pour
des paramètres typiques de l’expérience. En trait pointillé : potentiel dipolaire
dû à l’onde évanescente. En trait plein : potentiel dipolaire et potentiel de van
der Waals. La hauteur de la barrière est nettement diminuée.
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Fig. 3.2 – Position du point de rebroussement en fonction de la distance au
centre du miroir pour des paramètres typiques. La courbe en trait plein est un
calcul numérique prenant en compte l’effet de l’interaction de van der Waals, la
courbe en pointillé est l’expression sans van der Waals. La surface effective est
plus faible et la courbure légèrement différente.

3.1.1.1 Ordres de grandeur

Les atomes tombent d’une hauteur de 20,2 mm et leur énergie incidente est
alors de 7,3 ! Γ. Des paramètres typiques de l’expérience sont les suivants. Le
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faisceau Ti : Sa a une puissance d’environ 2,4 W avec un waist de 430 µm ×
320 µm. Le déplacement lumineux au centre est alors de Λ0 = 120 Γ pour un
désaccord de ∆ = 1, 3 GHz. Le waist de l’onde évanescente sur le prisme est de
430 µm × 530 µm. La surface effective du miroir qui réfléchit les atomes est alors
d’environ 0,3 mm2.

3.1.2 Mécanismes à l’origine de la rugosité du miroir

Deux processus différents contribuent à la rugosité effective du miroir. Tout
d’abord le potentiel du miroir sur lequel rebondissent les atomes présente une ru-
gosité intrinsèque pour diverses raisons que nous allons énumérer au paragraphe
suivant. Nous avons vu au chapitre précédent qu’une faible modulation d’am-
plitude (10−4) du potentiel dipolaire suffit pour diffracter les atomes, ce qui se
traduit par un élargissement de la distribution en vitesse. Ensuite l’émission spon-
tanée dans l’onde évanescente [73] modifie la distribution en vitesse des atomes
réfléchis et peut donc s’interpréter comme une rugosité effective qui s’ajoute à la
précédente.

3.1.2.1 Rugosité du potentiel

Plusieurs phénomènes physiques peuvent a priori induire de la rugosité sur
le potentiel qui réfléchit les atomes :

– la rugosité de la surface du prisme peut induire une fluctuation du potentiel
de van der Waals. Dans notre expérience, les atomes rebondissent à une
distance du prisme telle que le potentiel de van der Waals à cette distance
est négligeable devant l’énergie incidente de l’atome. La contribution des
fluctuations du potentiel de van der Waals à la rugosité totale du miroir
est alors négligeable [74].

– La rugosité de la surface du prisme diffuse l’onde évanescente, les ondes
diffusées interfèrent avec l’onde évanescente et créent un potentiel lumi-
neux rugueux. L’amplitude de la rugosité du potentiel ainsi obtenue est du
même ordre que celle de la surface du prisme comme l’a montré C. Henkel
dans la référence [74]. Ce mécanisme est intrinsèque au miroir et déter-
mine la rugosité minimale que nous attendons dans nos expériences. La
rugosité du prisme a été mesurée par un microscope à force atomique et
est de 0,07 nm [63]. Cette amplitude de rugosité est beaucoup plus petite
que la longueur d’onde de de Broglie des atomes. Ce phénomène est donc
également a priori négligeable.

– Il peut exister dans l’enceinte de la lumière diffusée (au niveau des hublots
ou sur les faces d’entrée du prisme par exemple) qui peut interférer avec
l’onde évanescente et créer un potentiel rugueux. Ce phénomène n’est pas
intrinsèque au miroir à onde évanescente mais est difficile à totalement éli-
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miner. Nous ne pouvons pas évaluer a priori son importance. Nous nous
attendons à ce que l’amplitude au carré de la rugosité associée à ce phéno-
mène varie avec le désaccord de l’onde évanescente comme 1/∆ [74].

– Le miroir peut présenter ce que l’on appelle en optique des « défauts de
forme », c’est-à-dire des variations de hauteur ayant une longueur d’onde de
l’ordre de la taille du miroir. La convexité du miroir due au profil gaussien
du faisceau Ti : Sa rentre dans cette catégorie. Les contraintes mécaniques
qui s’exercent sur le prisme peuvent déformer la surface du prisme et en-
trâıner également des défauts de forme sur le miroir à onde évanescente.

3.1.2.2 Émission spontanée

Même si le potentiel du miroir est parfaitement lisse, la réflexion peut ne pas
être spéculaire si l’atome effectue une émission spontanée au cours du rebond.
Cet effet est de nature différente des effets précédents et n’est pas directement
lié à une rugosité du prisme ou à des imperfections dans le faisceau. Cependant
il perturbe la distribution en vitesse des atomes réfléchis et on peut donc lui
associer une rugosité effective.

Le nombre moyen d’émissions spontanées par rebond et par atome varie avec
le désaccord comme 1/∆ : en effet l’atome passe un temps dans l’onde évanescente
proportionnel à ∆ et le taux d’émission spontané varie en 1/∆2. Un calcul prenant
en compte le potentiel de van der Waals pour l’estimation du temps de passage
dans l’onde évanescente et la modification du taux d’émission spontanée par la
présence du prisme [75] donne un nombre moyen d’émission spontané par atome
et par rebond égal à 0,55 GHz /∆. Ce nombre varie donc entre 0,2 et 1 dans
la gamme de désaccords que nous utilisons et nous nous attendons à voir un
effet important de l’émission spontanée sur la distribution en vitesse des atomes
réfléchis.

La présence de lumière parasite dans l’enceinte peut également provoquer de
l’émission spontanée et modifier la distribution en vitesse des atomes avec une
dépendance en fonction du désaccord en 1/∆2.

3.1.3 Mesure de l’élargissement de la distribution en vi-

tesse après réflexion sur le miroir

Pour quantifier la rugosité du miroir et la contribution des différents phé-
nomènes énumérés ci-dessus, nous avons mesuré la distribution en vitesse des
atomes après rebond en utilisant la même séquence que celle présentée pour
l’étude de la diffraction. Ces travaux sont présentés dans la thèse de V. Savalli
et les derniers développements sont détaillés dans le premier article annexé à la
fin du chapitre.

Nous utilisons une sélection en vitesse de largeur 0,3 vrec correspondant à
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Fig. 3.3 – Distribution en vitesse des atomes après le rebond. Nous observons
une double structure. Le pic central a la même largeur que la fonction d’appareil
(0,47 vrec) et correspond à la composante spéculaire. Le deuxième pic est décalé
dans le sens de la propagation de l’onde évanescente de 0,5 vrec et a une largeur
correspondant à la convolution de la fonction d’appareil par une gaussienne de
largeur 1,1 vrec. Le poids de cette composante diffuse diminue lorsque le désaccord
de l’onde évanescente augmente.

une durée de l’impulsion Raman de 150 µs. La largeur des structures que nous
pouvons résoudre dans la distribution en vitesse des atomes réfléchis est du même
ordre ou plus grande que la largeur de la sélection en vitesse. Nous sommes donc
limités à la mesure de la partie haute fréquence du spectre de rugosité du miroir1.

Deux courbes typiques de la distribution en vitesse des atomes après rebond
sont présentées sur la figure 3.3 pour deux désaccords différents. Nous observons
une double structure dans la distribution des atomes réfléchis : un pic spéculaire,
c’est à dire qui a la même largeur que la fonction d’appareil et un second pic diffus,
décalé et large que nous appelons épaulement. Pour déterminer le poids S de la
composante spéculaire, nous avons ajusté les courbes expérimentales en fixant
la largeur du pic spéculaire à la largeur de la fonction de résolution et en fixant
les paramètres de l’épaulement à des valeurs moyennes observées. Le décalage de
l’épaulement est de 0,5 vrec dans le sens de propagation de l’onde évanescente, sa
largeur correspond à la convolution de la fonction d’appareil par une gaussienne
de largeur 1,1 vrec. Nous éliminons ainsi de nombreux paramètres ajustables, ce
qui nous permet d’obtenir une estimation plus fiable de S. La variation de S est
discutée en détail dans le premier article annexé en fin de chapitre. La dépendance
observée correspond clairement à des mécanismes où l’amplitude de la rugosité
effective au carré varie comme 1/∆. La variation de S avec le désaccord ∆ est en

1Plus précisément on montre que nous mesurons la convolution du spectre de rugosité
par notre fonction de résolution. Ce résultat n’est valable que si l’amplitude de la fonction
d’autocorrélation 〈s(R1)s(R2)〉 reste petite devant λ2

dB
(voir paragraphe 3.3.2 et [63]).
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exp(−α/∆) (facteur de Debye-Waller) et nous mesurons α =1,1 GHz. D’après
nos calculs, l’émission spontanée contribue à α par 0,55 GHz. Nous attribuons
le reste à une rugosité du potentiel dipolaire due aux interférences entre l’onde
évanescente et de la lumière diffusée.

Dans un deuxième temps, nous avons laissé libre la largeur du pic spécu-
laire. Nous avons ainsi pu montrer que la différence entre la largeur quadratique
moyenne du pic central après rebond et la la largeur quadratique moyenne de la
fonction d’appareil est de −0, 13 vrec ± 0, 08 vrec. C’est à dire que nous n’avons
pas détecté d’élargissement dans la limite de notre résolution. La méthode inter-
férométrique que nous allons maintenant présenter va nous permettre d’analyser
ce pic spéculaire non résolu par la méthode précédente.

3.2 Principe de la mesure interférométrique

La résolution de la mesure présentée au paragraphe précédent est en fait
limitée par le rapport signal sur bruit. Si nous diminuons davantage la largeur de
la fonction d’appareil en augmentant la durée des impulsions Raman, le nombre
final d’atomes à détecter devient trop faible pour être mesuré de manière fiable.
Cette méthode ne peut mesurer un élargissement de la distribution en vitesse
inférieur à environ 0,1 vrec. Elle est par contre tout à fait adaptée pour mesurer
un élargissement important de la distribution en vitesse, comme par exemple
l’élargissement dû à l’émission spontanée dans l’onde évanescente.

Pour pouvoir mesurer un très faible élargissement de la distribution en vi-
tesse, il semble alors plus judicieux de réaliser la mesure non plus dans l’espace
des vitesses mais dans l’espace réciproque et de mesurer la fonction d’autocor-
rélation de l’onde de matière réfléchie. On peut faire cette mesure grâce à un
montage interférométrique. Le principe peut se présenter par l’analogie optique
suivante. Supposons un interféromètre optique dont les deux bras se réfléchissent
sur la surface rugueuse à analyser avant d’être recombinés. Supposons également
que l’on puisse introduire entre les deux bras de l’interféromètre un déphasage
supplémentaire indépendant de la surface. En variant ce déphasage nous obte-
nons des franges d’interférences dont la phase dépend de la différence de marche
introduite entre les deux bras de l’interféromètre par les variations de hauteur
de la surface. Ainsi en moyennant les franges obtenues en différents points de la
surface, le contraste final donne une mesure de la densité spectrale de rugosité à
la fréquence spatiale égale à l’inverse de la distance entre les bras de l’interféro-
mètre. Nous allons maintenant voir comment réaliser l’équivalent de cette mesure
interférométrique avec des atomes.
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3.2.1 Description de l’expérience

La séquence expérimentale est identique à celle utilisée pour l’étude de la
diffraction. Cependant chaque impulsion Raman utilisée ne consiste plus en une
impulsion π mais en deux impulsions (Blackman) π/2 de durée τ séparées par
un temps T . La première série de deux impulsions se fait avec un désaccord δ1

(préparation des atomes) et la deuxième avec un désaccord δ2 (analyse après
rebond). Pendant le temps T qui sépare deux impulsions, un atome sélectionné
par la première impulsion parcourt une distance supplémentaire 2 vrec T dans la
direction eR des faisceaux Raman par rapport à un atome qui est sélectionné par
la deuxième impulsion (voir figure 3.4). Pour passer de l’état initial F = 2, à
l’état F = 3, rebondir sur le miroir, puis revenir dans F = 2 pour être détecté,
un atome peut emprunter quatre chemins différents (voir figure 3.4). Parmi ces
chemins seulement les deux suivants peuvent donner lieu à des interférences :

– transfert dans F = 3 par la première impulsion, rebond en s(R+2 vrec T eR)
puis transfert vers F = 2 par la troisième impulsion

– transfert dans F = 3 par la deuxième impulsion, rebond en s(R) puis
transfert vers F = 2 par la quatrième impulsion.

Les autres chemins ne peuvent pas donner lieu à des interférences car ils ne
se recouvrent pas en sortie de l’interféromètre, ils donnent un fond uniforme.
Le contraste maximal des franges que l’on peut observer est donc de 1/2. En
première approximation, le déphasage entre les deux chemins qui interfèrent est
fonction de la différence de hauteur de rebond entre ces deux chemins et des
désaccords δi. Il s’écrit

δφ = 2 kdB [s(R) − s(R + 2 vrec T eR)] + (δ2 − δ1) T . (3.5)

Si le miroir est lisse, le déphasage est uniforme et on observe des franges de
contraste 1/2 en variant δ2 − δ1. Par contre si le miroir est rugueux, ce dépha-
sage n’est pas homogène sur l’ensemble du miroir et les franges se brouillent. Le
contraste des franges permet donc une mesure directe de la fonction d’autocorré-
lation de la rugosité du miroir 〈s(R) s(R+ 2 vrec T eR)〉miroir. Nous démontrerons
ce résultat quantitativement au prochain paragraphe. Une description détaillée
de l’expérience en terme d’interféromètre atomique est donnée dans le deuxième
article en annexe au chapitre.

3.2.2 Interprétation dans l’espace des vitesses et dans

l’espace réciproque

Cette expérience peut également s’interpréter, comme les expériences précé-
dentes, en considérant l’évolution d’une distribution en vitesses suivant l’axe des
faisceaux Raman. La distribution en vitesse des atomes transférés dans F = 3 par
les deux premières impulsions π/2 est un peigne centré en −δ1/(2 k0)− vrec dont
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PMO

Fig. 3.4 – Schéma de principe de l’interféromètre utilisé pour mesurer la rugosité
du miroir atomique. La distance entre les bras est fixée par le délai T entre
les deux impulsions π/2. Seuls les deux chemins en trait plein interfèrent. Le
contraste entre les franges diminue si la différence de hauteur de rebond entre les
deux chemins n’est pas uniforme sur tout le miroir.

les dents sont séparées par λ0/(2 T ) et dont l’enveloppe a une largeur proportion-
nelle à 1/τ (voir figure 3.5). Ce résultat découle du fait que le profil sélectionné
est relié à la transformée de Fourier de l’impulsion Raman. On peut aussi établir
ce résultat en raisonnant sur la sphère de Bloch. Supposons qu’initialement le
spin fictif des atomes pointent vers le haut. Après la première impulsion π/2 les
atomes sont dans le plan équatorial alignés avec l’axe x et tournent avec une
fréquence angulaire 2 k0 v. Les atomes qui ont une vitesse v telle qu’au bout d’un
temps T leur vecteur sur la sphère de Bloch est revenu sur l’axe x sont transfé-
rés par la deuxième impulsion π/2 dans l’état de spin pointant vers la bas. On
obtient bien une sélection périodique en fonction de v.

Après réflexion sur le miroir, la deuxième série de deux impulsions π/2 sé-
lectionne les atomes dont la vitesse appartient au même peigne que celui décrit
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précédemment mais dont le centre change en fonction du désaccord δ2. Le signal
obtenu est donc proportionnel au recouvrement entre la distribution en peigne
modifié par le rebond sur le miroir et le peigne d’analyse. En particulier si on
balaye le désaccord de la deuxième série d’impulsions, le centre du peigne d’ana-
lyse se déplace et on observe des franges. La période de ces franges est donnée
par l’écart entre les dents du peigne.
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Fig. 3.5 – A gauche : probabilité de transition pour un atome de passer de F = 2
dans F = 3 en fonction de sa vitesse lors d’une séquence Raman constituée de
deux impulsions π/2 de durée τ séparées par un temps T (τ = 25 µs, T = 100 µs).
A droite : la fonction d’autocorrélation spatiale des atomes sélectionnés par la
même séquence, les pics sont séparés de 2 vrec T et ont une largeur proportionnelle
à τ . Les deux fonctions sont transformées de Fourier l’une de l’autre (théorème
de Wiener-Kintchine).

Considérons maintenant la transformée de Fourier de la distribution en vitesse
des atomes sélectionnés par les deux premières impulsions π/2. Cette fonction est
paire et présente un pic en 0 et deux autres en ±2 vrec T (voir figure 3.5), la largeur
des trois pics est identique et proportionnelle à τ . Cette fonction est à valeur
complexe2 et la phase des pics à ±2 vrec T est proportionnelle au désaccord δ1.
D’après le théorème de Wiener-Kintchine, cette fonction cöıncide avec la fonction
d’autocorrélation spatiale de l’onde atomique incidente. La distribution de vitesse
initiale en peigne correspond donc à des atomes corrélés à une distance 2 vrec T
dans l’espace réel. Remarquons que l’utilisation de notions statistiques comme le
théorème de Wiener-Kintchine n’a un sens que si le nuage atomique a une taille
très grande devant la distance 2 vrec T (ce qui est bien toujours le cas dans nos
expériences) afin que nous puissions considérer beaucoup d’échantillons séparés
de 2 vrec T pour faire une moyenne statistique.

2Pour tracer cette fonction d’autocorrélation sur la figure 3.5 nous nous somme placés dans
le cas particulier où la distribution en vitesse sélectionnée est centrée autour de v = 0, dans ce
cas la fonction d’autocorrélation est réelle.
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Dans cette image, après réflexion sur le miroir et sélection par les deux der-
nières impulsions, le signal mesuré est proportionnel au recouvrement entre la
fonction d’autocorrélation des atomes après rebond et la fonction d’autocorréla-
tion d’analyse qui est identique à la fonction d’autocorrélation initiale des atomes
sauf pour ce qui est de la phase des pics à ±2 vrec T qui est proportionnelle à δ2.
Nous retrouvons ainsi pourquoi nous observons des franges de contraste 1/2 en
variant δ2.

Si la réflexion sur le miroir n’est pas spéculaire, nous nous attendons à ce que
le contraste diminue. Cette baisse de contraste s’interprète de la façon suivante
suivant l’image choisie :

– dans l’espace des vitesses, la distribution en peigne est lissée lors de la ré-
flexion et donc le recouvrement avec le peigne d’analyse donne un contraste
inférieur à 1/2.

– dans l’espace réciproque, la rugosité du miroir entrâıne une perte de cohé-
rence de l’onde atomique réfléchie. L’amplitude des pics latéraux à ±2 vrecT
diminue lors de la réflexion et donc le recouvrement avec la fonction d’ana-
lyse diminue également, ce qui entrâıne une baisse du contraste des franges.

3.3 Calcul du contraste attendu en présence du

miroir

Nous allons maintenant calculer de manière quantitative le contraste des
franges attendu en utilisant les deux images développées au paragraphe pré-
cédent.

3.3.1 Expression du contraste des franges

Nous appelons m(∆k) la réponse percussionnelle du miroir dans l’espace des
vitesses. Nous nous plaçons à une dimension parallèlement à l’axe des faisceaux
Raman. La fonction m(∆k) inclut la rugosité éventuelle du potentiel de l’onde
évanescente et les effets de l’émission spontanée. La distribution finale en vitesse
des atomes après le rebond est reliée à la distribution initiale par

ρf (k) =

∫

ρi(k
′) m(k − k′) dk′ . (3.6)

Le nombre d’atomes détectés après la dernière sélection Raman est donné par le
recouvrement entre la distribution en vitesse finale ρf et la distribution d’analyse



3.3 Calcul du contraste attendu en présence du miroir 53

ρa :

N(δ2 − δ1) ∝
∫

ρf (k) ρa(k) dk (3.7)

∝
∫∫

ρi(k
′) m(k − k′) ρa(k) dk dk′ (3.8)

∝
∫∫

ρ

[

k′ + k0 −
δ1

2vrec

]

m(k − k′)ρ

[

k′ + k0 −
δ2

2vrec

]

dk dk′. (3.9)

Nous avons utilisé le fait que les distributions ρi(k) et ρa(k) se déduisent de
la même distribution ρ(k) par une translation qui est fonction du désaccord
pendant l’impulsion Raman, δ1 étant le désaccord pendant l’impulsion initiale et
δ2 pendant l’impulsion d’analyse. Comme nous l’avons vu au paragraphe 3.2.2,
ρ(k) est une distribution en peigne et peut s’écrire

ρ(k) = ρ0 cos2(vrec k T ) exp

[

−(2 vrec k)2

2 σ2

]

(3.10)

où σ = α/τ est proportionnel à la largeur de l’enveloppe. Le coefficient α dépend
de la forme exacte de l’impulsion π/2, nous l’avons mesuré égal à 4,04 pour nos
impulsions Blackman [35].

Introduisons les transformées de Fourier de m(k) et de ρ(k)

m̃(x) =

∫

m(k) exp(i k x) dk , (3.11)

Γ(x) =

∫

ρ(k) exp(i k x) dk . (3.12)

L’expression du nombre d’atomes détectés s’écrit alors

N(δ2 − δ1) ∝
∫

m̃(x) |Γ(x)|2 exp

(

−i
δ2 − δ1

2 vrec

)

dx . (3.13)

La fonction Γ(x) est la fonction d’autocorrélation spatiale d’atomes ayant une
distribution en vitesse ρ(k). Nous avons vu que cette fonction présente trois pics
(voir figure 3.5). Nous supposons ici que ces trois pics sont bien séparés c’est-
à-dire que T est suffisamment grand devant τ . En fait, c’est à cette condition
que les deux chemins de l’interféromètre sont séparés de plus que la longueur de
cohérence de l’onde atomique incidente sur le miroir. Dans ce cas nous pouvons
négliger les termes croisés dans le développement de |Γ(x)|2

|Γ(x)|2 ≃ exp

[

−x2

λ2
c

]

+
1

4
exp

[

−(x − 2 vrec T )2

λ2
c

]

+
1

4
exp

[

−(x + 2 vrec T )2

λ2
c

]

. (3.14)
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La longueur λc est fixée par la durée de l’impulsion π/2, λc = 2 vrec/σ ≃ 0, 5 vrec τ .
Dans un dispositif idéal la durée d’une impulsion π/2 peut être infiniment courte
et λc tend vers 0 de sorte que l’intégrale 3.13 donnant le nombre d’atomes détectés
se calcule aisément

N(δ2 − δ1) ∝ 1 +
1

2
|m̃(2 vrecT )| cos [(δ2 − δ1) T − φ(T )] . (3.15)

Nous avons utilisé le fait que par définition m̃(0) = 1. La phase φ(T ) est donnée
par l’argument de m̃(2 vrec T ). Pour une séparation des bras donnée, le contraste
des franges d’interférences obtenues en variant δ2−δ1 est donc simplement donné
par la transformée de Fourier de la fonction de réponse du miroir

C(T ) =
1

2
|m̃(2 vrec T )| . (3.16)

Nous retrouvons bien qu’un miroir idéal (m̃(x) = 1) préserve le contraste des
franges tandis qu’un miroir qui élargit la distribution en vitesse des atomes
brouille les franges. Si la fonction de réponse du miroir m(k) est une fonction
de largeur σk, les franges se brouillent pour une séparation des bras supérieure à
1/σk, ce qui correspond à un délai T supérieur à 1/(2 vrec σk).

Dans notre expérience nous devons tenir compte de la durée finie τ des impul-
sions π/2. Cette durée limite notre résolution à λc sur la détermination de m̃(x),
la transformée de Fourier de la fonction de réponse. D’après 3.13 le nombre
d’atomes détectés s’écrit

N(δ2 − δ1) ∝
∫

m̃(x) exp

(

−x2

λ2
c

− i
δ2 − δ1

2 vrec

x

)

dx

+
1

2

∣

∣

∣

∣

∫

m̃(x + 2 vrec T ) exp

(

−x2

λ2
c

− i
δ2 − δ1

2 vrec

x

)

dx

∣

∣

∣

∣

cos [(δ2 − δ1)T − φ(T )] .

(3.17)

Pour comprendre cette expression, supposons dans un premier temps que le
miroir est idéal (m̃(x) = 1). L’intégrale du terme oscillant avec une période
(2 vrec)/(δ2 − δ1) est nulle si la période est grande devant λc. Nous retrouvons le
fait que les franges obtenues en variant δ2−δ1 sont multipliées par une enveloppe
de largeur 2 vrec/λc ≃ 4, 04/τ .

Pour obtenir le contraste des franges, nous nous plaçons au centre de l’enve-
loppe de sorte que (δ2 − δ1)/(2 vrec) × λc ≪ 1. Dans ce cas nous pouvons définir
le contraste des franges et nous obtenons l’expression suivante pour le contraste

C(T ) =
1

2

∣

∣

∣

∣

〈m̃(2 vrec T )〉λc

〈m̃(0)〉λc

∣

∣

∣

∣

(3.18)

avec 〈m̃(x)〉λc
=

1
√

π λ2
c

∫

m̃(x − x′) exp

(

−x′2

λ2
c

)

dx′ .



3.3 Calcul du contraste attendu en présence du miroir 55

Le contraste n’est plus strictement proportionnel à m̃(x) mais à sa convolution
par une fonction de largeur λc. En particulier si la fonction de réponse du miroir
en impulsion m(k) comporte des termes de largeur supérieure à 1/λc, nous ne
pouvons pas les résoudre par cette mesure. Nous pouvons par contre mesurer
les basses fréquences spatiales de la rugosité du miroir qui correspondent à des
termes de largeur faible dans m(k). Cette mesure est donc bien complémentaire
de la mesure directe de l’élargissement de la distribution en vitesse.

3.3.2 Calcul de la réponse percussionnelle du miroir dans
l’approximation du réseau de phase mince

Nous avons vu que le contraste des franges est déterminé par la transformée
de Fourier de la réponse percussionnelle du miroir dans l’espace des vitesses. Nous
allons montrer que cette fonction se calcule directement en considérant l’évolution
de la fonction d’autocorrélation spatiale de l’onde atomique. En reprenant les
notations du chapitre 2, nous pouvons écrire la fonction d’autocorrélation spatiale
des atomes après rebond sous la forme suivante [63]

Γr(R1,R2) = 〈ψ∗
r(R1)ψr(R2)〉 (3.19)

= 〈ψ∗
i (R1)ψi(R2) exp {2 i kdB [s(R1) − s(R2)]}〉 (3.20)

= Γi(R1,R2)〈exp {2 i kdB [s(R1) − s(R2)]}〉 (3.21)

= Γi(R1,R2) exp
{

−4 k2
dB[〈s(R1)

2〉 − 〈s(R1)s(R2)〉]
}

.(3.22)

La dernière égalité s’obtient en supposant que s(R) est un processus aléatoire
gaussien invariant par translation [76]. Nous retrouvons ainsi le facteur de Debye-
Waller que nous avons présenté dans l’introduction. Ce calcul nous permet d’écrire
la fonction m̃(x) sous la forme suivante

m̃(x) = exp
{

−4 k2
dB[〈s(R)2〉 − 〈s(R)s(R + x eR)〉]

}

. (3.23)

Les moyennes sont effectuées sur l’ensemble du miroir et nous rappelons que eR

est parallèle à la direction des faisceaux Raman.

En conclusion, nous avons montré que le contraste de franges obtenu pour une
séparation d entre les bras de l’interféromètre est donné par m̃(d)/(2 m̃(0)). La
fonction m̃(x) est une mesure directe de la fonction d’autocorrélation spatiale de
la rugosité du miroir suivant l’axe des faisceaux Raman. Pour tenir compte de la
durée finie τ des impulsions Raman qui limite la résolution de notre mesure, cette
fonction doit être convoluée par une fonction d’appareil de largeur proportionnelle
à τ .
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3.4 Observation expérimentale des franges d’in-

terférences

3.4.1 Contraste mesuré en l’absence de miroir

Nous avons tout d’abord mesuré le contraste des franges en l’absence de
miroir. Les atomes sont initialement préparés dans F = 3. A t = 0 la première
série d’impulsions transfère les atomes sélectionnés vers F = 2, les atomes non
sélectionnés sont éliminés par un faisceau pousseur. A t = 22 ms la deuxième
série d’impulsions transfère les atomes sélectionnés de F = 2 vers F = 3, nous
ne détectons à la fin de la séquence que les atomes dans F = 3.

Pour observer les franges nous avons fixé la différence des désaccords entre
les deux séries d’impulsion à δ2 − δ1 = 2π×3 kHz. En augmentant T , la distance
entre les bras de l’interféromètre augmente et le déphasage entre les deux bras de
l’interféromètre 2π (δ2 − δ1) T augmente également. Les franges observées ont un
contraste (Nmax−Nmin)/(Nmax +Nmin) qui décrôıt à partir de la valeur maximale
attendue (1/2) lorsque T augmente (voir figure 3.6). Nous avons mesuré un temps
caractéristique de décroissance pour le contraste égal à 2,5 ms. La distance entre
les deux bras de l’interféromètre pour T = 2, 5 ms est d’environ 30 µm. Nous
pensons que cette baisse de contraste est due à la cohérence en phase des faisceaux
Raman, mais nous n’avons pas de mesure du battement entre les faisceaux au
niveau des atomes nous permettant de confirmer cette hypothèse.

3.4.2 Insertion du miroir : analyse de la chute rapide du

contraste

Lorsque nous insérons le miroir dans l’interféromètre nous observons deux
phénomènes sur l’évolution du contraste des franges (voir figure 3.6). Tout d’abord
le contraste maximal observé pour la plus petite séparation que nous puissions
réaliser est limité à 0,22 au lieu de 0,5. Ensuite nous observons une décroissance
rapide du contraste lorsque T augmente. Pour T = 0, 4 ms le contraste est qua-
siment nul.

Pour obtenir une mesure plus précise du contraste des franges pour chaque
valeur de T , nous avons mesuré à T fixé le signal obtenu en variant le désaccord
δ2. La figure 3.7 présente une courbe expérimentale des franges ainsi obtenues.
Pour obtenir le contraste, nous ajustons le signal obtenu par une enveloppe gaus-
sienne. Ensuite nous multiplions cette enveloppe par la fonction 1+C cos(δ2 T+φ)
et ajustons C pour que la courbe obtenue passe au mieux par les points expé-
rimentaux. Le déphasage φ est fixé à la main pour assurer la convergence de
l’ajustement. En répétant cette mesure pour différentes séparations 2 vrec T entre
les bras de l’interféromètre, nous obtenons une mesure très précise de l’évolution
du contraste en fonction de la séparation entre les bras (voir figure 3.8).
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1.6

1.4

1.2

1.0

0.8

0.6

0.4

A
to

m
e

s 
d

é
te

c
té

s 
 [

u
.a

.]

40035030025020015010050

Délai entre les impulsions π/2  [µs]

Fig. 3.6 – Franges d’interférences observées en l’absence de miroir (◦) et avec
le miroir (+) en variant le délai T entre les impulsions π/2. Lorsque le délai T
augmente, la phase entre les deux bras de l’interféromètre augmente ainsi que la
distance entre les bras. En l’absence de miroir, le contraste maximum attendu
de 1/2 est observé pour des temps T inférieurs à 2 ms. En présence du miroir, le
contraste est toujours inférieur à 1/2 et diminue rapidement avec T .
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Fig. 3.7 – Franges observées après rebond sur le miroir en variant le désaccord
δ2 pour T = 0, 2 ms. Le contraste C est obtenu en ajustant la courbe par une
enveloppe gaussienne multipliée par la fonction 1 + C cos(δ2 T + φ).
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0 0.5 1 1.5 2
−0.1

0

0.1

0.2

0.3

Délai T entre deux impulsions π/2  [ms]

C
o
n
tr

a
s
te

 d
e
s
 f

ra
n
g
e
s

Fig. 3.8 – Évolution du contraste des franges en fonction du délai T entre les
impulsions π/2. Chaque point est issu d’une mesure identique à celle présentée
sur la figure 3.7. Nous pensons que les barres d’erreur sont légèrement sous-
estimées par la procédure d’ajustement. La courbe ajustée est une gaussienne de
largeur quadratique moyenne égale à 0,11 ms. Cette valeur correspond à ce que
nous attendons en prenant en compte la taille initiale du piège magnéto-optique
et l’angle que fait le miroir avec l’horizontale (voir texte).

3.4.2.1 Effet de la courbure du miroir

Nous avons été surpris par cette baisse rapide du contraste qui semble indiquer
que le miroir est d’une qualité bien inférieure à ce que nous pensions à partir des
mesures précédentes. Pour l’expliquer, nous avons d’abord cherché un phénomène
pouvant expliquer une diminution de m̃(x) sur une distance de l’ordre de 5 µm.
Nous avons vu en particulier que la surface du miroir était convexe à cause
du profil gaussien du faisceau Ti : Sa qui crée l’onde évanescente. Nous allons
calculer approximativement l’effet de cette courbure sur le contraste des franges.
Pour cela il nous faut évaluer la quantité

C(x) =
1

2
〈exp {2 i kdB [s(R) − s(R + x eR)]}〉 . (3.24)

Nous négligeons l’effet de l’interaction de van der Waals sur la position du point
de rebroussement. Nous nous plaçons sur l’axe des faisceaux Raman, la hauteur
du miroir s’écrit

s(x eR) = s0 −
x2

4 κσ2
u

(3.25)

où σu est la largeur quadratique moyenne du faisceau Ti : Sa sur la direction des
faisceaux Raman. La valeur moyenne sur l’axe des faisceaux Raman se calcule
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facilement et donne

C(x) =
1

2
sinc

(

π
x

d

)

avec d = π
σu

2 kdB

√

κ

s0

. (3.26)

Avec des paramètres typiques σu = 430 µm et s0 = 140 nm, nous obtenons
d = 7 µm, ce qui correspond à T = 600 µs. Un calcul numérique prenant en
compte les interactions de van der Waals et moyennant sur toute la surface du
miroir prédit que le contraste doit s’annuler pour T = 1 ms. La baisse de contraste
que nous observons expérimentalement est beaucoup plus rapide et n’est donc
pas explicable par la courbure du miroir.

Nous voyons cependant que notre méthode de mesure est très sensible puis-
qu’en l’absence d’autres phénomènes, elle aurait pu nous permettre de mesurer
une courbure très faible du miroir à onde évanescente (le rayon de courbure est
de l’ordre de 3 m).

3.4.2.2 Prise en compte de la cohérence de la source

La baisse rapide du contraste semblant peu compatible avec une rugosité de la
surface du miroir, nous avons cherché d’autres causes possibles à ce phénomène.
Jusqu’à maintenant nous avons supposé l’onde atomique incidente monochroma-
tique (tous les atomes ont la même vitesse verticale). Nous allons maintenant
montrer que la faible dispersion de notre source permet en fait d’expliquer la
chute de contraste. En effet si les atomes n’arrivent pas exactement en incidence
normale sur l’onde évanescente, une fraction de leur vitesse normale est transférée
sur la composante tangentielle. La vitesse normale des atomes étant très grande
par rapport au changement de vitesse tangentielle que nous voulons mesurer,
même une faible dispersion verticale des vitesses a un effet non négligeable.

Supposons que le miroir fait un angle θ par rapport à l’horizontale. Le trans-
fert de moment dans le plan horizontal est 2 kdB θ. Dans l’espace réel la fonction
m̃(x) est multipliée par exp(2 i kdB θ x). Si nous considérons un miroir idéal la dif-
férence de marche entre les deux bras de l’interféromètre est exp(4 i kdB θ vrec T ).
Appelons σk la largeur de la distribution des vecteurs d’onde incident, le contraste
des franges est alors donné par

C(T ) =
1

2
exp

[

−(2 vrec T θ σk)
2

2

]

. (3.27)

Estimons les paramètres θ et σk pour notre expérience :
– en comparant le centre des distributions en vitesse avant et après rebond

nous obtenons θ =11 mrad.
– La vitesse d’un atome sur le miroir ne dépend pratiquement pas de sa

vitesse initiale mais plutôt de son temps de chute v = gt =
√

2 g h. C’est
donc la dispersion des hauteurs de chute qui détermine la dispersion des
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vitesses incidentes sur le miroir. Supposons cette dispersion des hauteurs
gaussienne avec une largeur σh, la distribution des vitesses sur le miroir est
alors

ρ(v) =
1

√

2π σ2
h

exp

[

−(v2 − v2
0)

8 g2 σ2
h

]

v

g
≃ 1

√

2π σ2
v

exp

[

−(v − v0)
2

2 σ2
v

]

(3.28)

avec

v0 =
√

2 g h0 σv =
g σh

v0

. (3.29)

Nous avons estimé d’après la distribution des temps d’arrivée des atomes
après temps de vol que la dispersion des hauteurs σh est de l’ordre de 1 mm,
ce qui donne σv = 16 mm.s−1

Le temps typique de décroissance du contraste des franges d’interférences est
donc de 1/(4 k0 σv θ) = 0,18 ms. Un ajustement gaussien de la baisse du contraste
donne une largeur quadratique moyenne de 0,11 ms (voir figure 3.8). L’accord
entre les deux largeurs n’est pas excellent mais nous avons une grande incertitude
sur la taille initiale du piège magnéto-optique. Nous pensons donc que l’inclinai-
son du miroir et la dispersion des vitesses verticales dans la source expliquent la
baisse rapide du contraste que nous observons expérimentalement.

3.4.3 Variation du contraste en fonction du désaccord de

l’onde évanescente

L’effet précédent brouille les franges pour les temps T supérieurs à 0,1 ms,
mais le contraste obtenu à T petit (40 µs) est exploitable. Nous allons montrer
que le contraste observé pour cette séparation des bras est compatible avec notre
mesure précédente du poids du pic spéculaire par rapport à la composante non
spéculaire (mesure rappelée au paragraphe 3.1.3 et décrite dans la référence [36]).

Les mesures de l’élargissement de la distribution en vitesse des atomes lors du
rebond nous ont permis de caractériser la réponse du miroir avec une résolution
dans l’espace des k de l’ordre de 0,3 k0. Pour interpréter les résultats obtenus nous
avions modélisé la réponse percussionnelle du miroir par l’expression suivante :

m(k) = S δ(k) + (1 − S)
1

√

2 πσ2
e

exp

[

−(k − ke)
2

2 σ2
e

]

(3.30)

où S est le poids du pic spéculaire. Le terme non-spéculaire n’était pas résolu,
nous avions fixé sa largeur à σe = 2π × 18 kHz/(2 vrec) et son décalage à ke =
2π × 7, 9 kHz/(2 vrec). La transformée de Fourier de cette fonction s’écrit

m̃(x) = S + (1 − S) exp

[

−x2 σ2
e

2
+ i ke x

]

(3.31)
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Dans l’approximation (δ2 − δ1)/(2 vrec) × λc ≪ 1 nous obtenons à partir de
l’équation (3.18) l’expression suivante pour le contraste des franges

C(T ) ≃ S

2
(3.32)

Nous avons simplifié l’expression en faisant les hypothèses suivantes (λc σe)
2/2 ≪

1 et λc ke ≪ 1. La première condition n’est pas rigoureusement vérifiée dans
l’expérience puisque (λc σe)

2/2 = 0, 25. L’erreur sur le calcul du contraste est au
plus de 10%, ce qui est du même ordre que l’incertitude sur la mesure. Nous avons
également supposé que la plus petite distance entre les bras de l’interféromètre
est telle que 2 vrec T σe ≫ 1, condition qui est effectivement vérifiée dans toutes
les mesures.

Nous avons tracé sur la figure 3.9 le contraste des franges obtenues pour
T = 40 µs. La courbe est bien ajustée par 1/2 × exp(−α/∆) comme dans la
mesure de V. Savalli et al. Cependant nous obtenons α = 1, 60 GHz au lieu
de α = 1, 1 GHz pour la première mesure. Les barres d’erreur sur ces valeurs
sont de l’ordre de 0,2 GHz et donc les valeurs obtenues ne sont pas tout à fait
compatibles. Nous n’avons cependant pas trouvé le biais introduit dans l’une ou
l’autre des procédures de traitement des données qui pourrait expliquer cette
différence.
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Fig. 3.9 – Contraste des franges pour T = 40 µs en fonction du désaccord
du faisceau Ti : Sa. La courbe est bien ajustée par 1/2 × exp(−α/∆), ce qui
confirme les résultats de notre mesure précédente [36]. Cependant la valeur que
nous obtenons pour α est de 1,6 GHz au lieu de 1,1 GHz précédemment.
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3.5 Conclusion

Nous avons présenté une méthode de mesure interférométrique de la fonction
d’autocorrélation de l’onde de matière réfléchie par le miroir pour une onde plane
incidente. En effet le contraste des franges observées en fonction de la distance
entre les bras de l’interféromètre est donné par la transformée de Fourier de la
réponse percussionnelle du miroir. En principe cette mesure permet de remonter
au spectre de rugosité du miroir. Mais nous n’avons pas véritablement pu ex-
ploiter la variation de contraste mesuré car le contraste s’effondre rapidement à
cause d’un effet systématique dont nous nous sommes rendus compte seulement
après que l’expérience a été arrêtée.

Cette méthode permet théoriquement de mesurer avec une très bonne résolu-
tion la forme du pic spéculaire de la réponse percussionnelle du miroir et d’accéder
à la partie basse fréquence du spectre de rugosité du miroir, ce que l’on appelle
les défauts de forme en optique. Nous pourrions par exemple mettre en évidence
la courbure du miroir due au profil gaussien du faisceau dans l’onde évanescente.
Nous estimons la résolution théorique de la méthode à environ 0,01 vrec sur la
détermination de la réponse percussionnelle, soit environ dix fois mieux que la
méthode de mesure directe de l’élargissement de la distribution en vitesse utilisée
auparavant dans notre groupe.
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V. Savalli, D. Stevens, J. Estève, P. D. Featonby, V. Josse, N. Westbrook, C. I. Westbrook, and A. Aspect

Laboratoire Charles Fabry de l’Institut d’Optique, UMR 8501 du CNRS, 91403 Orsay Cedex, France
(Received 18 February 2002; published 10 June 2002)

We present a high resolution study of the specularity of the atomic reflection from an evanescent

wave mirror using velocity selective Raman transitions. We observed a double structure in the velocity

distribution after reflection: a peak consistent with specular reflection and a diffuse reflection pedestal

whose contribution decreases rapidly with increasing detuning. The diffuse reflection is due to two

distinct effects: spontaneous emission in the evanescent wave and roughness in the evanescent wave

potential whose amplitude is smaller than the de Broglie wavelength of the reflected atoms.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.88.250404 PACS numbers: 03.75.Be, 32.80.Lg, 42.25.Fx, 42.50.Vk

Atomic mirrors are key components in the growing field

of atom optics and have been intensively studied by sev-

eral groups in recent years [1–9]. For interferometric and

lithographic applications, it is important to ensure that the

reflection is specular, since diffuse scattering amounts to a

loss of spatial coherence and hence reduces fringe visibil-
ity or focusing sharpness. Thus much interest has been de-

voted to measuring and improving the roughness of atomic

mirrors, using static or time dependent magnetic fields

[1–4], evanescent waves [5], or other techniques [7].

Most of those experiments prepared a narrow velocity
distribution, transverse to the direction of incidence, and

measured the broadening of this distribution due to the re-

flection. The effect of the mirror was characterized by a

single quantity, the rms increase in the width of the ve-

locity distribution. This increase was sometimes given in
terms of an effective rms angular deviation from a per-

fectly flat surface. However, the resolution allowed only a

measurement of the broadening of the atomic velocity dis-

tribution. Here we present an experiment using velocity

selective Raman transitions to prepare a very narrow ini-

tial velocity distribution [10] and measure the distribution
after reflection. For the first time we are able to resolve

not just the rms broadening but more complex structure in

the final velocity distribution.

In analogy with the reflection of light from an optical

mirror, we observe a double structure, with a narrow peak
and a broad pedestal. The narrow peak corresponds to

specularly reflected atoms, the broad pedestal to diffuse

atomic reflection from two origins: spontaneous emission

and mirror roughness. Assuming that the roughness of the

mirror can be viewed as a random process with variance
s2 and a correlation length much shorter than the mirror

itself, one finds [11,12] that the fraction S of specularly

reflected atoms is given by exp 2w, reminiscent of the

Debye-Waller factor, with w ! 16p2s2!l2
dB, where ldB

is the de Broglie wavelength of the incident matter wave

(8 nm). The presence of a significant specular peak implies

that s ø ldB [13].
We have studied the ratio of these two components as

a function of various parameters and show that the diffuse

component rapidly decreases when the evanescent wave

detuning DEW increases. These observations allow us to

examine different possible mechanisms for the diffuse re-

flection involving either mirror roughness or spontaneous

emission.

The evanescent wave mirror was identical to the one
described in Ref. [14]. We use a superpolished prism of

TaFD30 glass [15] (refractive index n1 ! 1.869). The rms

surface roughness given by the manufacturer is 0.07 nm.

The input and output faces are coated with a broadband

antireflection coating. A Ti:S laser of wavelength lL !

2p!kL ! 780 nm generates the evanescent wave with an

incident angle u1 ! 53±. The evanescent electric field thus

has a decay constant of k ! kL

p

n2
1

sin2u1 2 1 ! 1.11kL

and a propagation vector of magnitude kx ! kLn1 sinu1 !

1.49kL. We have defined the x axis to be along the evanes-

cent wave propagation direction. The Ti:S beam is TM (p)

polarized with waists 0.9 mm along the x and z axes at the

prism surface.

Our 85Rb magneto-optical trap (MOT) is described in
Ref. [14]. Every 1.5 s, we collect about 108 atoms in the

trap. By turning off the repumping beam just before (after)

the trapping beams, we prepare the atoms in 5S1!2, F ! 2

(5S1!2, F ! 3). The MOT is situated 20 mm above the

prism.
Velocity selective Raman transitions between F ! 2

and F ! 3 are induced by a pair of counterpropagating

laser beams detuned by about 1 GHz (D in Fig. 1) [10].

Because of the Doppler effect, the resonance condition

for a Raman transition depends on velocity and is given

by d ! 2k"y 1 yrec#, where d ! va 2 vb 2 v23 is the
detuning of the Raman beams from the hyperfine transi-

tion, y ! v ? ka!ka is the projected atomic velocity, and
yrec is the recoil velocity (6 mm!s). By varying d, we se-
lect the velocity class that experiences a transition.

The two Raman beams are orthogonally linearly polar-
ized and drive the magnetic field-independent transition
between j5S1!2F ! 2, mF ! 0$ and j5S1!2F ! 3, mF ! 0$
denoted j2$ and j3$. We will use Dirac notation to refer
to these two states, while the notation F ! 2 or 3 refers
to the entire Zeeman manifold. A 750 mG magnetic field

250404-1 0031-9007!02!88(25)!250404(4)$20.00 © 2002 The American Physical Society 250404-1
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FIG. 1. (a) Level diagram for velocity selective Raman tran-
sitions. Frequencies va and vb of the two counterpropagating
laser beams are separated by 85Rb hyperfine frequency v23 plus
Raman detuning d. (b) Sequence used in our experiment to se-
lect and analyze the velocity. The selection pulse is applied as
the atoms fall toward the mirror. The analysis pulse comes at
the top of their trajectory after bouncing.

oriented along the beam propagation direction (at 43± to
the x axis in the xz plane) lifts the degeneracy. Resonant
transitions take place only between j2$ and j3$. To ensure
that the atoms are in an eigenstate of the reflecting poten-
tial, we adiabatically rotate the magnetic field while they
fall to be along the z axis, the quantization axis defined by
the evanescent wave electric field [14]. After reflection the
magnetic field is turned back.

To generate the Raman beams (separated by v23!2p !

3.036 GHz), we modulate the injection current of a diode
laser at 1.5 GHz and inject the 61 sidebands into two slave
laser diodes. The carrier and 62 sidebands are removed
with a Fabry-Perot cavity. Each Raman beam passes
through an acousto-optic modulator modulated by an arbi-
trary function generator to produce Blackman pulses [16].
Beating the two slave laser beams indicates a relative fre-
quency spread less than 20 Hz (the resolution bandwidth
of the spectrum analyzer) narrow enough not to limit the
Raman transition width.

To test our setup, we first make a velocity selection and
immediately analyze it with a second Raman pulse. At t !

0, we prepare the atoms in F ! 3. At t ! 8 ms we apply
a Raman “selection” p pulse with a detuning dS to transfer
atoms to j2$. Then comes a pushing beam resonant with
the 5S1!2F ! 3 ! 5P3!2F 0

! 4 transition which removes
all the atoms remaining in F ! 3. At t ! 22 ms we apply
a second Raman “analysis” p pulse with a detuning dA to
transfer atoms back to j3$. Atoms in F ! 3 are detected
via the fluorescence induced by a retroreflected probe laser
resonant with the 5S1!2F ! 3 ! 5P3!2F 0

! 4 transition
and collected in a 0.1 sr solid angle on a photomultiplier
tube. No repumper is present in order to avoid detection
of F ! 2.

We repeat the sequence changing dA to acquire
the transverse velocity distribution of incident atoms
[Fig. 2(a)]. The rms width of the distribution is 7.3 kHz.
This width is consistent with what is expected for a
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FIG. 2. Transverse atomic velocity distribution before (a) and
after reflection (b) with DEW ! 2.4 GHz. The solid line of (a) is
a Gaussian fit to the data (rms width 0.47yrec). In (b), we have
plotted the same Gaussian as in (a), normalized to the height of
the data in (b) in order to emphasize the presence of a pedestal.

150 ms Blackman pulse. The curve demonstrates a
velocity selection rms width for a single pulse of 0.33yrec

along the propagation direction of the Raman beams. This
is about 20 times narrower than the velocity width in the
MOT. Because the analysis sequence has the same reso-
lution as the selection sequence, our velocity resolution
is

p
2 times larger, that is, 0.47yrec. This resolution is

3 times better than that used in Ref. [5].
To observe the effect of the reflection on the transverse

velocity, we proceed in a manner analogous to that de-
scribed above (Fig. 1). At t ! 0 we prepare the atoms in
F ! 2. The Raman selection pulse transfers a narrow ve-
locity class to j3$ at t ! 8 ms. The atoms then fall onto
the mirror. The frequency of the evanescent wave is blue
detuned for F ! 3 and red detuned for F ! 2. Atoms
in F ! 2 are not reflected from the mirror. After reflec-
tion (t ! 120 ms), the analysis pulse transfers some atoms
back into j2$. Next, the pushing beam removes atoms re-
maining in F ! 3 and finally we detect atoms in j2$ with
probe laser and repumper. Compared to the test sequence,
the roles of F ! 2 and F ! 3 are reversed in order to take
advantage of the state selective nature of the reflection, as
well as the fact that atoms can scatter more probe photons
in the presence of the repumper.

Atoms not selected by the first Raman selection pulse
can contribute to a background if they are pumped into
j3$ (by the evanescent wave, for example) during their tra-
jectory. We measure this background using the same se-
quence described above and dS tuned far from resonance.
We alternate between normal and background measure-
ments and subtract the background on each shot. The
analysis detuning dA is scanned randomly over the desired
values, and we acquire and average about three measure-
ments for each dA to acquire a spectrum such as shown
in Fig. 2(b). The peak value in Fig. 2(b) corresponds to
about 104 atoms detected per bounce. Typically the back-
ground was about 3 3 103 atoms. Despite this subtraction,
we observe a nonzero background in Figs. 2 and 3. This
background appears to be due to atoms reflected from the
mirror that are pumped into F ! 2 after reflection.

With this system we acquired data such as that in
Fig. 2(b) showing the velocity distribution (the number of
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FIG. 3. Atomic velocity distribution for two DEW values. The
solid lines show a fit using two Gaussian curves as described in
the text. Both the individual Gaussians as well as their sum are
shown. Each atom results in about 100 detected photons.

atoms detected in F ! 2 after the Raman analysis pulse)
after the bounce. There is a narrow peak whose width
appears identical to the initial one and a broad pedestal
whose center is shifted by 7.9 kHz, an amount correspond-
ing to a 0.5h̄kL momentum transfer with respect to the
narrow one along the observation direction. This transfer
is in the same direction as the evanescent wave propa-
gation vector and remains so when the evanescent wave
(Ti:S) laser direction is reversed (i.e., it also reverses).

To understand the origin of the pedestal, we acquired
several reflected velocity distributions under differing con-
ditions; two examples are shown in Fig. 3. Each distri-
bution is fitted by a sum of two Gaussians plus a flat
background. We first examined the parameters of the
pedestal as a function of DEW. We observed little varia-
tion of the width and the shift relative to the narrow peak.
To simplify the study of the relative contribution of the two
components, we fixed the width of the narrow peak at the
measured width of the resolution function. We also fixed
the width of the pedestal and the shift at the average val-
ues of our preliminary fits: the pedestal width was fixed to
be that of the convolution of our resolution function and a
Gaussian of 18 kHz rms and the shift to be 7.9 kHz. Us-
ing this analysis we can measure the fraction S of atoms
detected in the narrow peak as a function of DEW. (See
Fig. 4.) The data are well fit by S ! exp"2a!DEW# with
a ! 1.1 GHz.

The above detuning dependence immediately suggests
spontaneous emission within the evanescent wave which
reduces the number of specularly reflected atoms by a
factor of exp"2NSE#. A simple estimate of NSE, the
average number of spontaneous emissions, is given by
NSE ! 2p!"ldBk# 3 G!DEW, where G!2p ! 5.9 MHz
is the natural linewidth of the atomic transition [9,17]. A
better estimate includes the modification of the potential
due to the van der Waals interaction [18], the modifica-
tion of the spontaneous emission rate close to the surface
[19], and an average of these effects over the mirror sur-
face. We find, in our range of detunings, that NSE still
varies as D21

EW to a good approximation but with a proba-
bility about 1.5 times higher than the simple estimate. To
calculate S one must also take into account the fact that at

−
ln

 S

evanescent wave detuning (MHz)

1

500 1000 2000 3000
0.2

FIG. 4. Variation of S the fraction of atoms in the nar-
row peak as a function of DEW. The solid line (slope 21)
shows S ! exp 2a!DEW; the dashed line (slope 22) shows
S ! exp 2b!D2

EW with fitted a and b.

large detunings the branching ratio for falling back into j3$,
the only one which we detect, is 2!3. This factor cancels
the increase in NSE due to the effects of the dielectric sur-
face. One predicts therefore S ! exp"2aSE!DEW# with
aSE ! 0.55 GHz. There appears to be too little sponta-
neous emission (by a factor of 2) to entirely explain our
results.

In addition, atoms undergoing spontaneous emission in
the evanescent wave receive an average momentum trans-
fer of h̄kx along x, that is, a shift of the broad pedestal
of h̄kx 3 cos"43±# ! 1.1h̄kL along the Raman beam
direction instead of the 0.5h̄kL that we observe. [The
distribution of spontaneously emitted photons, even in the
presence of the dielectric surface is unchanged under
"x,y# ! "2x, 2y# [19] and so only the absorption pro-
cess contributes to the shift.] This observation confirms
the above conclusion that spontaneous emission in the
evanescent wave is only partly responsible for our obser-
vations. This is in contrast to the study of Ref. [9] which
used a very small value of k to get a large number of
spontaneous emissions in the evanescent wave.

Another mechanism which causes diffuse reflection is
discussed in Ref. [12]. It involves scattered Ti:S light
which interferes with the evanescent wave. The interfer-
ence produces a rough potential which diffusely scatters
the atoms. This mechanism does not involve spontaneous
emission. The scattered light could come either from
the surface roughness, inhomogeneities in the bulk of the
prism, or some other object such as a prism edge. Using
the results in Ref. [12] one can show that the propagat-
ing modes of the scattered light would cause S to vary
as exp"2aR!DEW#, where aR depends on the amount of
scattered light. The contribution to the pedestal due to
this effect should exhibit no shift relative to the specular
peak. Since spontaneous emission is responsible for about
one-half of the pedestal, we expect a total pedestal shifted
by about one-half of the shift due to spontaneous emission
alone in good agreement with our observations. Since both
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effects have the same DEW dependence this explanation
also accounts for the lack of detuning dependence in the
observed shift.

Another possible explanation for the pedestal is sponta-
neous emission induced by the stray light above the prism
while the atoms fall towards the mirror. Indeed, in ex-
periments in which we left the evanescent wave laser on
for 40 ms while the atoms fell towards the mirror, we ob-
served an optical pumping of the atoms from their ini-
tial hyperfine level (F ! 3) to the other hyperfine level
(F ! 2) (about 10% of the atoms were lost in this way
at DEW ! 940 MHz). This mechanism predicts that S

should vary as exp 2b!D2
EW, where b is a constant which

depends on the mean light intensity experienced by the
atoms. As shown in Fig. 4 the data are not consistent with
this dependence.

Thus we believe that we have identified the source of
the diffuse reflection in our experiment as the sum of
the effects of scattering of atoms from a potential in-
duced by the random interference pattern of the evanes-
cent wave and stray light, and spontaneous emission in
the evanescent wave. According to this interpretation we
have 1.1 GHz ! aR 1 aSE, and we can work out the
effective mirror roughness associated with aR. We find
s % 0.3 nm, a value much larger than the prism’s mea-
sured surface roughness (0.07 nm). Since the effective
mirror roughness due to light scattering by the prism sur-
face is of the order of the surface roughness itself [12], we
presume that most of the stray light is from other sources
such as those mentioned above.

We turn now to an analysis of the narrow peak. Since
the area under the broad peak can be reduced by increasing
the detuning DEW, the essential question is “How faithfully
is the initial velocity distribution reproduced in the narrow
peak?” To answer this question, we compare the width of
the narrow peak to that of the resolution function (atomic
experimental velocity distribution before the bounce) for
36 runs acquired at different values of DEW. We now fit
the experimental curves by a sum of two Gaussians with
all parameters adjustable except for the width and center of
the broad peak. Averaging over 36 measurements, we find
s2

meas 2 s2
res ! 2"0.13yrec#2 6 "0.08yrec#2, where sres

and smeas are the rms widths of the two curves after the
bounce, and the uncertainty is the standard deviation of the
weighted mean of our 36 measurements. A negative sign
in the result is not necessarily unphysical because it could
be due, for example, to a slightly concave reflecting sur-
face which collimates the atoms. We do not consider this
deviation from zero to be statistically significant, however.
We conclude that the observed reflection is consistent with

a specular reflection to within about 0.1yrec. Our limit is
a factor of 10 better than our previous best result [5].

To compare our results with Refs. [1,3], we calculate
the rms angular deviation of an effective reflecting sur-
face from perfectly plane: su !

1
2

yrms

yin
, where yin is the

incident atomic velocity on the mirror and yrms is the rms
transverse velocity added by the mirror. Using the upper
limit yrms , 0.1yrec, we find that the effective mirror sur-
face is flat to within uncertainty of 0.5 mrad.

We conclude that at sufficiently large detunings, it is
possible to produce a highly specular mirror for atomic
de Broglie waves. By analogy with photon optics, the
double structure we observe suggests that we are in the
regime where the roughness of the atomic mirror is small
compared to the wavelength of the reflected matter wave.
In that regime, the specular peak corresponds to a “per-
fectly” coherent reflection, and it should be possible to test
this property in an atom interferometer. Interferometric
experimental studies are in progress.
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Abstract. We describe an atom interferometer to study the coherence of atoms reflected from an evanescent
wave mirror. The interferometer is sensitive to the loss of phase coherence induced by the defects in the
mirror. The results are consistent with and complementary to recent measurements of specular reflection.

PACS. 03.75.Be Atom and neutron optics – 03.75.Dg Atom and neutron interferometry – 39.20.+q Atom
interferometry techniques

In the past 10 years, atom interferometry has found a
number of applications. Notable examples are atom gy-
rometers, gravimeters and accelerometers, measurements
of forward scattering amplitudes for elastic collisions, and
investigations of the Aharanov-Casher effect [1]. Here we
demonstrate a new application: interferometric character-
ization of an atomic mirror.

Using either dipole forces or magnetic fields, it is not
difficult to make a “mirror”, i.e. a steep reflecting bar-
rier, strong enough to reflect atoms with velocities of order
1 m/s, the velocity acquired in ∼5 cm of free fall. Both
dipole and magnetic force mirrors can be coupled with a
high quality substrate to guarantee a well defined over-
all flatness or curvature, thus giving rise to the evanes-
cent wave mirror [2,3], or to the magnetic mirror [4].
It is now well-known however, that a fundamental diffi-
culty of atomic mirrors is loss of coherence due to various
sources of roughness in the reflecting potential [5–8]. The
extremely small de Broglie wavelength associated with the
typical velocities (λdB ∼ 5 nm in the case of Rb at 1 m/s),
imposes severe constraints on the small scale roughness of
the substrate — it must be much better than λdB/2π [9]
before the reflection can be considered specular, and there-
fore coherent. In this experiment, we use an atomic mirror
within an interferometer and thus give a true demonstra-
tion of its coherence.

In a previous paper [10], we reported measurements
of the velocity distribution of atoms from an atom mirror
and measured the fraction of specularly reflected atoms,
as well as the transverse velocity profile of the diffusely re-
flected ones. The resolution of this measurement however,

a e-mail: jerome.esteve@iota.u-psud.fr
b The Laboratoire Charles Fabry is part of the Federation

LUMAT, FR2764 du CNRS.

was insufficient to study the lineshape of the specularly re-
flected distribution — a crucial aspect characterizing the
effect of the mirror on the coherence. Here we discuss a
related measurement which is able to focus in more de-
tail on the shape of the specularly reflected fraction. We
have developed an atom interferometer which gives infor-
mation complementary to velocity distribution measure-
ments. We observe fringes whose contrast as a function
of path difference corresponds to the coherence function
of the atomic mirror, in other words to the Fourier trans-
form of the transverse velocity distribution induced by
the mirror. This measurement is particularly sensitive to
the long distance behavior of the coherence function or
to the velocity distribution in the specular peak, where
direct velocity distribution measurements are impractical.
Narrower velocity selection implies fewer atoms and worse
signal to noise. The signal to noise in the interferometric
technique is practically independent of the velocity reso-
lution. It is the analog of Fourier transform spectroscopy
with de Broglie waves.

A diagram of the experiment is shown in Figure 1.
Atoms from a MOT are subjected to two π/2 pulses which
transfer 2 recoil momenta to the atoms. Their time sep-
aration is T . Only one of the internal atomic states is
reflected by the mirror as shown by the solid line paths.
After reflection the two paths are recombined by repeating
the Raman pulse sequence with the same separation time.
The result is an interferometer in which the two possible
paths bounce off different parts of the mirror, separated
by l = 2vRT , where vR is the recoil velocity. By detecting
atoms in only one of the two internal states, interference
fringes as a function of the time T are visible as shown
in Figure 2. The actual atomic trajectories are parabolic,
but we have suppressed this feature in the figure because
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Fig. 1. Diagram of the interferometer. The arrows represent
Raman π/2 pulses which create superpositions of different in-
ternal states and momenta. The atomic mirror is an evanescent
wave at the surface of a glass prism represented by the trape-
zoid. The dashed lines correspond to paths which are elimi-
nated, either during the bounce or during the detection. The
letters a, b, c and d, label the 4 possible paths discussed in
the text. The path lengths are not a realistic representation of
the trajectory lengths.

the only role played by gravity is to determine the de
Broglie wavelength of the atoms at the moment they hit
the mirror.

The interferometer most resembles one first discussed
in reference [11] and demonstrated in reference [12]. The
differences here are that we use 2 photon Raman tran-
sitions rather than 1 photon transitions [13] and, more
importantly, that we have placed an atomic mirror within
the interferometer and use the fringes to study the influ-
ence of the mirror on the spatial coherence of the reflected
atoms. We isolate the effect of the mirror by comparing
these fringes to those obtained by applying all four pulses
before the atoms hit the mirror. These fringes are also
shown in Figure 2.

It is evident that the mirror strongly reduces the fringe
contrast, and we will discuss the information this reduc-
tion gives us below. But first we will give some experi-
mental details of our setup. The apparatus is the same as
that used in reference [10], and the laser pulse sequence is
very similar. We refer the reader to Figure 1 of that paper
for the energy level scheme. A 85Rb MOT is loaded with
approximately 108 atoms in 2 s. The atoms are prepared
in the F = 2 level by turning off the 2 → 3 repumping
laser before the trapping beams. They fall under gravity
towards a glass prism 20 mm below. Starting 8 ms after
the atoms begin to fall, two counter–propagating Raman
beams are pulsed on twice for 25 µs, with a period T be-
tween the start of the two pulses. The two–photon detun-
ing of the first pulse pair is δ1 = ωa −ωb −ωHFS where ωb

and ωa are the frequencies of the two Raman lasers, ωHFS

is the hyperfine splitting in 85Rb, corrected for the atomic
recoils involved in the transition. The laser parameters are
such that the π/2 condition is fulfilled for δ1 = 0.
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Fig. 2. Fringes obtained by scanning the pulse separation T
with (filled symbols) and without mirror (open symbols) for
fixed Raman detuning (δ2 − δ1)/2π = 20 kHz. The evanescent
wave detuning was 2 GHz.

A homogeneous magnetic bias field (750 mG), in
the propagation direction of the Raman beams, lifts the
Zeeman degeneracy and ensures that only atoms in the
hyperfine sublevel |F = 2, mF = 0〉 are in Raman reso-
nance (with |F = 3, mF = 0〉). The evanescent wave laser
is switched on for 20 ms, timed to coincide with the arrival
of the atoms at the prism, and a second pair of Raman
pulses, separated by the same period T , with two–photon
detuning δ2, is applied. The time of flight of the atoms
between the 2nd and 3rd Raman pulses is 112 ms. After
the 4 pulse sequence, atoms that are not transferred to
F = 2 are expelled by a 2 ms pulse of light resonant for
F = 3. Finally a probe beam with repumper is switched
on, and the resulting fluorescence signal is measured with
a photomultiplier tube. The evanescent wave mirror is de-
scribed in more detail in reference [14]. The evanescent
wave is red–detuned from resonance for F = 2, but blue–
detuned for F = 3. Thus, F = 3 atoms are reflected. As
in reference [10], the evanescent wave detuning ∆EW/2π
is chosen between 500 and 2000 MHz. For more details on
the Raman laser setup see [15,16].

Some atoms that do not undergo a transition stimu-
lated by the first Raman pulse pair can still undergo a
transition by spontaneous emission. These atoms make a
background in our data that we measure with a second
sequence this time with δ1 detuned away from resonance.
This measured background is subtracted from the origi-
nal signal. To make observations without the mirror, we
proceed in an analogous manner except that the atoms
are initially prepared in the F = 3 state and a pushing
laser which eliminates the atoms remaining in F = 3 is
applied between the 2nd and 3rd pulses. Also, all four
Raman pulses, as well as the detection take place before
the atoms hit the mirror. The time of flight between the
2nd and 3rd pulses in this case is only 14 ms, thus when we
attribute the loss of contrast to the action of the mirror,
we are assuming that no other decoherence process takes
place during the atoms’ flight. Collisions between atoms
constitute a potential process of this type. The density of
our sample is very low however (∼1010 cm−3), and we
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estimate the number of collisions per atom during the
flight to be well below 10−2.

To interpret the results, we will analyze the interfer-
ometer in terms of atom interferometry. An equivalent,
velocity space interpretation is possible if one observes
that the 1st two Raman pulses produce two interlaced
combs in velocity space corresponding to the two differ-
ent atomic internal states [17]. The velocity space analysis
proceeds by examining the effect of the mirror on the ve-
locity distribution. In the interferometric analysis below,
we work in position space and treat the atoms quantum
mechanically only along the x (horizontal) direction. The
x-component of the momentum is denoted p. To treat the
effect of the mirror, we use the thin phase grating approxi-
mation [9,18], which supposes that the atomic trajectories
are unperturbed by mirror roughness while within the re-
flecting potential, and that the mirror roughness simply
adds a phase ϕ(x) = (4π/λdB)s(x) (this quantity is re-
ferred to as δϕ(x) in Ref. [9]) to the matter wavefront.
The quantity s corresponds to the local vertical deviation
of the mirror from a perfectly flat surface.

The atomic source has an rms velocity spread δv, or
equivalently a coherence length ξ = !/(mδv). We will
take the finite coherence length into account by analyz-
ing what happens to an initial pure state |i〉 in the inter-
ferometer and then performing an appropriate, incoher-
ent, average over the possible states |i〉. For example, the
initial state could correspond to a plane wave, in which
case the average is over the velocity distribution of the
source, or it could be considered as a wave packet. The
paths in Figure 1 can be interpreted as the trajectories
of the center of mass of such a wavepacket. Taking into
account the nonzero detuning of the Raman laser results
in a relative phase δiT (i = 1 or 2) for each of the ver-
tical sections of the trajectories between the 1st and 4th
Raman pulses. At the output of the interferometer, after
the fourth π/2 pulse, the part of the state vector corre-
sponding to atoms in the F = 2 state is given by:

|Ψ〉 = |a〉 + |b〉 + |c〉 + |d〉 , (1)

where the letters label the 4 possible paths as in Figure 1.
If the path separation in the interferometer is greater than
the source coherence length (l % ξ), the paths a and d do
not contribute to the interference pattern, only to a flat
background.

The amplitudes corresponding to the paths b and c
which do interfere can be written:

|b〉 = e−iδ1T Ueiϕ(x)U |i〉 (2)

|c〉 = e−iδ2T Ueiϕ(x+l)U |i〉 . (3)

Here |i〉 is the initial state of the atom and U =
exp (−i(p2/2m)(t/!)) is the unitary operator which de-
scribes the free evolution of a state during the time of
flight t from the first π/2 pulse to the mirror, or from the
mirror to the last π/2 pulse.

In the above analysis, we have made the approxima-
tion that the duration of the π/2 pulses can be neglected,
compared to all other time scales in the problem. In our

experiment this duration is not negligible and results in
an rms transverse velocity selection of the atoms by each
pulse δvSel = 4.04/(2kLaserτ), where τ is the duration of
the Blackman pulse and the factor 4.04 converts the total
duration of the Blackman pulse into an rms width (i.e. a
1/

√
e half width). For a 25 µs pulse, this selection corre-

sponds to a 1 cm/s rms velocity width, or an “effective”
coherence length of ξ = 80 nm. In this case the coherence
requirement which permits one to neglect any interference
of the paths a and d is that the path separation l be greater
than this effective coherence length. Taking into account
the finite duration of the pulses also modifies the contrast
if the value of the pulse separation T is close to τ . This
effect is very small but is taken into account in the fits de-
scribed below. A more detailed calculation can be found
in reference [16].

The interference pattern is given by the total proba-
bility of finding the atoms in the F = 2 state:

〈Ψ |Ψ〉 = 〈a|a〉+ 〈b|b〉+ 〈c|c〉+ 〈d|d〉+ 〈b|c〉+ 〈c|b〉 . (4)

The interference terms (the last two) are proportional to
the mirror coherence function defined in reference [9]:

Re[〈b|c〉] = Re
〈

eiϕ(x+l)−iϕ(x)
〉

cos (δ2 − δ1)T (5)

where 〈. . .〉 refers to a statistical average over the mirror.
The interference pattern is then given by

〈Ψ |Ψ〉 ∝ 1 +
1

2
Re

〈

eiϕ(x+l)−iϕ(x)
〉

cos (δ2 − δ1)T . (6)

Fringes are observed either by varying T or δ2 − δ1 and
the coherence function gives their contrast. A perfect mir-
ror has a coherence function equal to unity and a fringe
contrast of 1/2.

The experiment of reference [10], showed that the re-
flected velocity distribution from the mirror is bimodal,
having both a broad (diffuse) and a narrow (specular)
component. This reference identified both mirror rough-
ness and spontaneous emission as the primary causes of
diffuse reflection. We therefore also expect a bimodal co-
herence function, consisting of a narrow part (correspond-
ing to diffuse reflection), and a wide part corresponding to
specular reflection. In terms of the coherence lengths, ref-
erence [10] found a length of about 100 nm for the diffuse
part of the coherence function, while only a lower limit
of about 1000 nm (0.1vR) could be given for the spec-
ular part. In the experiment reported here, the minimal
time separation, T = 40 µs, corresponds to a path sep-
aration of 480 nm in the interferometer. Thus the shape
of the diffusely reflected distribution is inaccessible in the
present experiment. The only effect of diffuse reflection
is a loss of contrast, even for T = 40 µs, approximately
equal to the fraction S of specularly reflected atoms. Ac-
cording to reference [10], this fraction is well described by:
S = exp (−α/∆EW), where the value of α comes from a
fit and is compared to a calculation.

In Figure 3, we plot the fringe visibility of several runs
similar to those shown in Figure 2 as a function of the
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Fig. 3. Fringe visibility for T = 40 µs as a function of the
evanescent wave detuning ∆EW/2π. The solid curve shows the
fitted function described in the text.
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Fig. 4. Visibility of fringes as a function of pulse separation
T for an evanescent wave detuning of 2 GHz. The fit is to a
Gaussian with an rms width of 110 µs.

evanescent wave mirror detuning ∆EW. The data were ob-
tained for fixed T (40 µs) and a varying δ2 − δ1. The fit
shown in the figure corresponds to exp (−α/∆EW) times
a constant. The data confirm our model of the loss of
contrast and the fit yields α = 1.5 GHz, in reasonable
agreement with the value found in reference [10]. One of
the advantages of the interferometry technique compared
to the simple velocity spectroscopy approach is evident
from the error bars and dispersion of the data in Figure 3.
They are much smaller than in Figure 4 of reference [10],
and indeed the value of α deduced here is probably more
reliable.

We turn now to the long range behavior of the coher-
ence function. Figure 4 shows the behavior of the fringe
visibility as a function of the delay T for an evanescent
wave detuning that was fixed at ∆EW = 2 GHz. The re-
sults show that the contrast decreases rapidly to zero for
delays above 100 µs. A Gaussian fit to the data in Fig-
ure 4 gives a 1/

√
e half width of 110 µs. In terms of the

correlation length, this result corresponds to a length of
1.3 µm, just barely longer that the upper limit established
in reference [10]. This result was unexpected.

The loss of contrast can be most easily explained by
a small tilt in the mirror relative to the vertical (Raman
velocity measurements determined it to be 11 mrad). Be-
cause of the tilt, the vertical velocity distribution of the

atoms when they hit the mirror contributes to the hor-
izontal velocity width after the bounce. The dominant
contribution to the vertical velocity distribution comes
from the vertical size of the MOT. An rms MOT size of
1.7 mm results in a 0.58 mm/s horizontal velocity spread,
and this would account for our observation. The size of
the MOT was not measured during the experiment, but
1.7 mm is plausible. We have considered other mechanisms
for the loss of contrast such as curvature of the mirror sur-
face, the shape of the waist of the bouncing laser beam,
or diffraction of atoms from the edges. None of these is
large enough to account for the observed loss of contrast.
Note that even if the amount of spontaneous emission es-
timated in reference [10] is incorrect, it cannot account for
the loss of contrast in Figure 4 because its intrinsic length
scale k−1

L ∼ 100 nm, (i.e. of order 1 recoil momentum is
imparted to the atoms). The length scale we observe in
Figure 4 for the loss of contrast is much larger.

The main conclusion of our work is that, as in tra-
ditional optics, interferometry constitutes an extremely
sensitive test of mirror surface quality. The interferom-
eter is very well compensated for many parasitic effects,
such as the incoherence of the source, frequency fluctua-
tions of the lasers etc., as shown by the essentially perfect
contrast observed without the mirror. Defects in the mir-
ror are readily apparent, and can be easily quantified as
shown by the small error bars in Figures 3 and 4. The in-
terferometer is sensitive to coherence lengths much larger
than are accessible to straightforward velocity distribution
measurements.

We thank M. Weitz for suggestions which led to this exper-
iment. This work was supported by the DGA under grant
03.34.003 and by the European Union under grant IST-2001-
38863 and HPRN-CT-2000-00125.
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Deuxième partie

Obtention d’un condensat de
Bose-Einstein et étude de la
rugosité du potentiel sur une

puce atomique





Introduction

Les progrès scientifiques et technologiques, en physique des semi-conducteurs
ou en optique intégrée par exemple, ont contribué à prouver que le miniaturisa-
tion et l’intégration permettent de concrétiser des résultats de physique fonda-
mentale obtenus à l’échelle macroscopique mais également d’observer des phé-
nomènes physiques inédits (cf. le développement de la physique mésoscopique
par exemple [77]). Parvenir à miniaturiser les dispositifs de générations et de
manipulations d’ondes de matière cohérente serait une avancée considérable en
physique atomique. Les plus optimistes vont jusqu’à imaginer des applications
concrètes allant des capteurs ultra-sensibles pour des mesures de temps [78] ou
d’accélération jusqu’à des dispositifs de traitement de l’information quantique.
Le chemin à parcourir pour aboutir à de tels résultats est encore long et diffi-
cile, mais l’engouement pour la miniaturisation des dispositifs de manipulation
d’atomes froids est réel et les expériences en ce sens se multiplient. Les puces
atomiques actuelles intègrent des fils3 qui créent un champ magnétique interagis-
sant avec le moment magnétique des atomes. Ces puces permettent de piéger
des atomes [81, 82, 83, 84], de les guider [85, 86] et de les transporter sur plu-
sieurs centimètres [30]. Un « interrupteur à atomes » [87] et une lame sépara-
trice incohérente ont également été réalisés [88]. L’obtention d’un condensat de
Bose-Einstein [89, 90, 91, 84] sur puce a ouvert les perspectives d’une optique
atomique intégrée cohérente. Et un objectif majeur des expériences actuelles
utilisant des puces atomiques est la réalisation d’un interféromètre atomique in-
tégré [92, 93, 94]. L’une des difficultés principales dans la réalisation d’un tel
interféromètre est l’obtention d’une lame séparatrice cohérente. Jusqu’à mainte-
nant aucune expérience n’a réussi à séparer un condensat en deux condensats
cohérents et à conserver cette cohérence pendant un temps suffisamment long ou
sur une distance suffisante pour réaliser un interféromètre sensible à des effets
inertiels4.

Ayant acquis une expérience dans l’utilisation de fils micro fabriqués pour
réaliser un miroir atomique [68], notre groupe a entamé un programme de re-

3Notons que l’équipe de M. Prentiss utilise des structures ferromagnétiques pour réaliser
des pièges près d’une surface [79, 80]. Ces structures ne sont pas à proprement parler des
« puces » car la méthode de fabrication peu flexible ne permet pas d’intégrer avec facilité
plusieurs structures sur le même support.

4Les expériences récentes des références [95, 96] présentent des premiers résultats encoura-
geants de réalisations de la séparation cohérente de deux condensats.
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cherche sur le thème des puces atomiques en septembre 2001. Notre objectif à
long terme est de réaliser et d’étudier des éléments d’optique atomique intégrés
sur une puce pour manipuler des ondes de matière (si possible cohérentes). Nous
sommes particulièrement intéressés par la possibilité d’obtenir un interféromètre
atomique intégré.

La deuxième partie de ce manuscrit présente les résultats obtenus sur cette
expérience au cours des trois premières années d’existence de ce nouveau projet.
Notre premier objectif a été d’obtenir un condensat de Bose-Einstein sur une
puce atomique pour pouvoir l’utiliser comme source cohérente pour de futures
expériences. En essayant d’obtenir le condensat dans le micro piège magnétique
créé par notre puce, nous avons observé une rugosité du potentiel magnétique de
piégeage. Ce problème n’est pas spécifique à notre expérience. La quasi totalité
des équipes travaillant avec des puces atomiques observe le même phénomène [83,
97, 98, 99, 100] : le potentiel de piégeage créé par une puce atomique présente
une rugosité importante du fait de la proximité du piège aux fils sur la puce qui
créent le potentiel de piégeage. Cette rugosité n’existe pas dans les expériences
traditionnelles de condensation de Bose-Einstein où les atomes sont piégés à
quelques centimètres des bobines créant le champ magnétique de piégeage. Ce
phénomène inattendu est un obstacle important pour la réalisation de structures
intégrées telles que des guides d’onde ou des lames séparatrices. Nous avons
donc décidé d’étudier quantitativement la rugosité dans notre micro piège et d’en
déterminer l’origine avant de poursuivre nos travaux visant à réaliser un double-
puits de potentiel permettant de séparer de manière cohérente un condensat de
Bose-Einstein.

Cette deuxième partie est organisée de la façon suivante :

– Chapitre 4 : Nous présentons le principe de fonctionnement d’une puce
atomique et les intérêts de cette technique pour piéger et manipuler des
atomes froids. Nous montrons pourquoi la miniaturisation des fils créant le
potentiel de piégeage permet d’augmenter le confinement. Nous présentons
quelques réalisations de potentiels exotiques illustrant la souplesse apportée
par les puces dans le choix du potentiel de piégeage. Enfin nous rappelons
les limites à la miniaturisation imposées par le couplage des atomes aux
fluctuations thermiques du champ magnétique rayonné par la puce.

– Chapitre 5 : Ce chapitre décrit la séquence expérimentale nous permettant
d’obtenir un condensat de Bose-Einstein sur notre puce atomique. Ensuite,
nous présentons quelques résultats de caractérisation du condensat : mesure
de la température critique et évolution du profil du condensat lors du temps
de vol.

– Chapitre 6 : Nous décrivons les aspects techniques de notre montage expé-
rimental : système à vide, banc optique, création des champs magnétiques
et gestion temporelle de l’expérience.
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– Chapitre 7 : Ce chapitre est dédié à la description des techniques de
microfabrication employées pour réaliser nos puces.

– Chapitre 8 : Nous mesurons quantitativement la rugosité du potentiel
magnétique créé par la puce en fonction de la distance à la surface de la
puce. Nous montrons que la rugosité mesurée avec les atomes est due aux
fluctuations en position des bords du fil qui créé le champ magnétique de
piégeage.

– Chapitre 9 : Nous discutons de la possibilité d’observer des oscillations
de Rabi et/ou des oscillations Josephson entre deux condensats couplés
par effet tunnel en vue de la réalisation d’un interféromètre sur une puce
atomique. Nous décrivons une structure réalisée sur une puce permettant
d’obtenir, en principe, un couplage tunnel spatialement homogène et tem-
porellement stable entre deux condensats très allongés.





C H A P I T R E 4

Principe et intérêt des puces
atomiques

L’efficacité des champs magnétiques pour le piégeage et la manipulation
d’atomes froids n’est aujourd’hui plus à démontrer. Depuis la première proposi-
tion en 1983 par Pritchard d’utiliser un minimum local non-nul de champ pour
confiner des atomes paramagnétiques [101] afin d’en faire la spectroscopie à haute
résolution, le nombre d’expériences utilisant un piège de ce type, appelé piège de
Ioffe-Pritchard, a considérablement augmenté et avoisine aujourd’hui la centaine
à travers le monde. Ce type de piège permet de confiner les atomes dans un
potentiel conservatif localement harmonique avec des fréquences d’oscillation de
l’ordre de la centaine de hertz. La profondeur du potentiel de piégeage est typi-
quement de quelques millikelvins ce qui est suffisant pour charger efficacement
le piège à partir d’un piège magnéto-optique. Bien que les premiers condensats
de Bose-Einstein de Cornell [17] et Ketterle [18] n’aient pas été obtenus dans un
piège de Ioffe-Pritchard, ce type de piège s’est révélé par la suite un outil très
efficace pour l’obtention et l’étude des condensats. En fait juste après l’obten-
tion de son premier condensat et alors que son expérience fonctionnait, Ketterle
décida de remplacer son piège magnétique avec bouchon optique quadrupolaire
par un piège de Ioffe tellement il était convaincu de la supériorité de ce type de
piège. Six mois plus tard il obtenait à nouveau un condensat [102] et était le
premier à pouvoir observer le condensat in situ de manière non destructive [103].
Aujourd’hui une grande majorité des expériences de condensation utilise un piège
de Ioffe-Pritchard.

Habituellement le champ magnétique à l’origine du potentiel de piégeage est
créé par une distribution de courant de taille macroscopique, c’est-à-dire par
des bobines ou de simples barres de cuivre dont la taille caractéristique est de
l’ordre du centimètre. Le confinement du piège est proportionnel au gradient (ou
à la courbure) du champ magnétique au centre du piège. Si nous appelons I
le courant dans les bobines et a leur taille caractéristique, le gradient de champ
magnétique obtenu est proportionnel à I/a. Comme nous le verrons au chapitre 5
un fort confinement favorise l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein car il
permet d’obtenir un taux de collisions élastiques élevé dans le nuage atomique
que l’on peut alors refroidir plus rapidement. Réduire la taille caractéristique
a de la distribution de courant pour augmenter le gradient I/a est l’idée de
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base des « puces atomiques », mais cette idée ne fonctionne que si le courant
I maximal que l’on peut imposer dans les fils diminue moins vite que la taille
caractéristique des fils. Après avoir rappelé le principe du piégeage magnétique et
les principales caractéristiques d’un piège de Ioffe-Pritchard, nous verrons dans
une deuxième partie que les lois d’échelle obtenues pour la variation du courant
maximal en fonction de la taille du conducteur sont effectivement favorables
à la miniaturisation. Nous montrerons que les confinements réalisables dans des
micro pièges sont quelques ordres de grandeur plus importants que dans les pièges
magnétiques traditionnels. Nous verrons ensuite comment réaliser sur une puce
un piège quadrupolaire et un piège de Ioffe qui sont les deux types de pièges
nécessaires à l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein.

Les puces ont maintenant prouvé leur efficacité pour l’obtention d’un conden-
sat de Bose-Einstein [89, 90]. Mais leur intérêt principal est sans doute la sou-
plesse apportée dans le choix du potentiel. Les techniques de micro fabrication
permettent en effet d’envisager la réalisation d’une grande variété de potentiels
et de les intégrer côte à côte sur une même puce. Par exemple, l’équipe de J. Rei-
chel a réussi à transporter un condensat de Bose sur une distance de quelques
millimètres à l’aide des micro structures adéquates [104, 105]. Pour illustrer cette
souplesse, nous passerons rapidement en revue quelques potentiels plus exotiques
que le classique piège de Ioffe-Pritchard tels que des guides d’onde ou des cou-
pleurs en Y. L’intégration de ces éléments est motivée par la perspective d’un
interféromètre atomique intégré, au fonctionnement analogue à celui d’un inter-
féromètre optique intégré sur un substrat diélectrique.

Enfin nous nous intéresserons aux limites fondamentales à la miniaturisation
des micro pièges imposées par le couplage entre les atomes et les matériaux
qui constituent la puce si la distance entre les atomes et la puce devient trop
faible1. Piéger des atomes à une température de quelques nanokelvins à une
distance de quelques microns d’une surface à température ambiante semble en
effet extraordinaire. Ceci est rendu possible par le fait que le couplage entre les
atomes et la surface est très petit. Le calcul de l’effet des courants thermiquement
excités dans le substrat de la puce sur les taux de perte, de chauffage et de
décohérence des atomes a été fait par C. Henkel peu après les propositions des
premières expériences de puce atomique [106, 107, 108, 109]. Nous rappellerons
les grandes lignes du calcul et les principaux résultats qui effectivement mettent
une borne sur la distance minimale entre atomes et substrat si l’on veut maintenir
ces taux à des valeurs raisonnablement faibles.

1Nous ne mentionnons pas dans ce chapitre la rugosité du potentiel magnétique sur les
puces atomiques. Cette rugosité semble plutôt liée à une limite technologique que fondamentale
comme nous le verrons au chapitre 8 qui lui est dédié.
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4.1 Piégeage magnétique d’atomes neutres : tech-

niques traditionnelles

Nous rappelons brièvement le principe du piégeage magnétique d’un atome
neutre possédant un moment magnétique. Puis nous donnons la géométrie et
les principales caractéristiques du piège de Ioffe-Pritchard qui est utilisé dans de
très nombreuses expériences et que l’on retrouve dans les expériences de puce
atomique.

4.1.1 Principe du piégeage magnétique

L’interaction d’un atome de spin total F, ayant un moment magnétique asso-
cié µ = −gF µB F/!, avec un champ magnétique B est décrite par l’hamiltonien
Zeeman HZ = −µ.B = gF µB (F/!).B. Nous négligeons ici l’effet Zeeman qua-
dratique en supposant les champs suffisamment faibles. Le facteur de Landé gF

dépend du niveau hyperfin F considéré et µB ≃ 9, 274 J.T−1 est le magnéton
de Bohr. Si l’atome se déplace suffisamment lentement dans le champ magné-
tique pour que la vitesse de rotation du champ magnétique dans le référentiel de
l’atome soit petite devant la fréquence de précession du spin atomique autour du
champ magnétique, alors le spin de l’atome suit adiabatiquement la direction du
champ magnétique. Dans ce cas l’énergie potentielle d’interaction de l’atome avec
le champ magnétique ne dépend plus de la direction locale du champ magnétique
et s’écrit

EM = gF mF µB |B| (4.1)

où mF est le nombre quantique correspondant au sous-niveau Zeeman dans lequel
se trouve l’atome.

Le comportement d’un atome est différent suivant le signe du produit gF mF .
Si ce produit est positif, c’est à dire si le moment magnétique est anti-aligné
avec le champ magnétique, l’atome est attiré vers les minima de champ. S’il est
négatif l’atome est attiré vers les maxima de champ magnétique. Le théorème
d’Earnshaw montre qu’il est impossible de créer un maximum local de champ
magnétique dans l’espace libre [110], il n’est donc pas possible de piéger magné-
tiquement des atomes dont le moment magnétique est aligné avec le champ. Par
contre, il est possible de créer un minimum local de champ magnétique et donc
de piéger des atomes dont le moment magnétique est anti-aligné avec le champ
magnétique. Notons que les atomes ainsi piégés ne sont donc pas dans le niveau
interne de plus basse énergie, l’état piégeant est un état métastable. Deux atomes
piégés peuvent par exemple s’échapper du piège par une collision inélastique où
le spin de chaque atome bascule.

Prenons l’exemple de l’atome de 87Rb que nous utilisons dans notre expé-
rience. L’état fondamental est séparé en deux niveaux hyperfins F = 1 et F = 2.



82 Chap 4 - Principe et intérêt des puces atomiques

Dans l’état F = 1, le facteur de Landé est −1/2, seul le sous-niveau mF = −1 est
piégeant. Dans l’état F = 2, le facteur de Landé est 1/2, les sous-niveaux mF = 1
et mF = 2 peuvent être piégés, le premier avec un moment magnétique µB/2 et le
deuxième avec un moment magnétique µB. Pour donner un ordre de grandeur du
confinement d’un piège magnétique, nous rappelons que l’énergie d’un magnéton
de Bohr dans un champ de 1 G correspond à une énergie thermique kB T avec
T = 67 µK. Il est facile d’obtenir des champs de quelques centaines de gauss et
la profondeur du piège ainsi créé est de quelques millikelvins, ce qui est suffisant
pour capturer efficacement des atomes refroidis dans un piège magnéto-optique.

4.1.2 Piège de Ioffe-Pritchard

Lorsque le module du champ magnétique est trop petit pour que la condition
de suivi adiabatique du spin soit vérifiée, les atomes peuvent s’échapper du piège
par des transitions de Majorana vers un état de spin qui n’est pas piégé [111].
En particulier si le minimum de champ magnétique dans le piège correspond à
un zéro de champ magnétique, la condition d’adiabaticité n’est jamais vérifiée au
centre du piège. Le taux de perte par transition Majorana augmente rapidement
lorsque la vitesse moyenne des atomes diminue et qu’ils passent plus de temps au
voisinage du zéro de champ (voir [112] pour une estimation du taux de perte).
C’est pourquoi il n’est possible d’obtenir des échantillons d’atomes piégés très
froids que dans des pièges où le minimum de champ est non nul.

La configuration de champ statique permettant d’obtenir un tel piège est
appelée configuration Ioffe-Pritchard [101]. Il existe de nombreux montages ex-
périmentaux permettant d’obtenir un tel champ. La proposition initiale de Prit-
chard en 1983 est d’utiliser la superposition d’un quadrupôle linéaire à deux
dimensions et d’une bouteille magnétique. Son objectif était la réalisation d’un
piège permettant de capturer et de refroidir des atomes neutres afin d’en faire
la spectroscopie [101]. Cette configuration avait été utilisée auparavant par Ioffe
pour confiner un plasma [113].

La configuration la plus simple pour obtenir un piège de Ioffe-Pritchard et
en déduire des caractéristiques générales est la suivante. Le quadrupôle linéaire
est obtenu en utilisant 4 fils parallèles disposés en carré et parcourus par des
courants alternés (voir figure 4.1). Au voisinage du centre du carré, le champ
magnétique s’écrit

BQ =





b′ x
−b′ y

0



 (4.2)

Ce champ confine les atomes dans le plan (ex, ey) et la raideur du confinement
est caractérisée par le gradient du quadrupôle b′. La bouteille magnétique est
constituée par une paire de bobines créant un champ suivant ez. Les bobines
sont éloignées l’une de l’autre d’une distance plus grande que la configuration
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Helmholtz. Sur l’axe des bobines, le champ suivant ez présente donc un minimum
entre les deux bobines, ce qui assure le confinement des atomes suivant cet axe.
Au voisinage de l’origine, le champ se développe de la manière suivante

BD =
1

2





−b′′ x z
−b′′ y z

2 Bb + b′′(z2 − x2/2 − y2/2)



 (4.3)

X
Z

Y

O

Fig. 4.1 – Un piège de Ioffe-Pritchard est constitué de l’addition d’un quadrupôle
linéaire, ici créé par les quatre fils, et d’une bouteille magnétique d’axe Oz, ici créé
par les deux bobines. Nous avons représenté au centre du piège une équipotentielle
qui dans l’approximation harmonique est un ellipsöıde de révolution autour de
l’axe (Oz).

La valeur du champ Bb correspond à la valeur du minimum de champ et
est communément appelée biais. Le biais doit être suffisamment important pour
éviter les pertes de Majorana [114]. Pour cela la fréquence de Larmor des atomes
au fond du piège doit être grande comparée aux fréquences d’oscillations dans le
piège. En pratique un biais de 0,1 G qui correspond à une fréquence de Larmor
de 140 kHz pour un magnéton de Bohr est suffisant. La raideur du confinement
longitudinal est donnée par la valeur de la courbure b′′. Autour de l’origine,
c’est-à-dire pour z ≪

√

Bb/b′′ et x, y ≪ Bb/b
′, nous obtenons le développement

suivant à l’ordre 2 du module de champ magnétique

|B| = Bb +

(

b′2

2 Bb

− b′′

4

)

(x2 + y2) +
b′′

2
z2 (4.4)

Le potentiel associé est un potentiel harmonique avec deux fréquences propres,
une pour le mouvement longitudinal sur l’axe ez et une pour le mouvement
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radial dans le plan (ex, ey). En général le terme en b′′ est négligeable devant le
terme en b′2/B0 et les fréquences du piège pour un atome de masse m ayant un
moment magnétique µB sont respectivement pour le mouvement radial et pour
le mouvement longitudinal

ωr =

√

µB b′2

m Bb

ωl =

√

µB b′′

m
(4.5)

Pour l’atome de 87Rb dans l’état |F = 2, mF = 2〉 une courbure de 1 kG.cm−2

correspond à une fréquence d’oscillation de 40 Hz. En général ωr est grand devant
ωl et le piège est allongé suivant l’axe longitudinal (voir figure 4.1).

Si les atomes ont suffisamment d’énergie pour s’éloigner de l’axe du piège à des
distances supérieures à Bb/b

′, l’approximation harmonique n’est plus valable pour
le mouvement radial. Il faut alors tenir compte du terme linéaire dans le potentiel
radial, le module du champ peut alors s’écrire sous la forme suivante [115]

|B| =

√

(Bb +
b′′

2
z2)2 + (b′2 − Bb

b′′

2
)(x2 + y2) (4.6)

Le potentiel associé est un potentiel semi-linéaire pour le mouvement radial et
harmonique pour le mouvement longitudinal.

4.1.3 Ordre de grandeur du confinement obtenu avec des

structures macroscopiques

Pour pouvoir obtenir un condensat de Bose-Einstein dans un piège magné-
tique, il est important que le confinement soit important pour que le taux de
collisions élastiques soit suffisant lors de la phase de refroidissement évaporatif
(voir chapitre 5). Typiquement une fréquence moyenne (ω2

r ωl)
1/3 de l’ordre de

2π × 100 Hz est nécessaire. Par exemple, une telle fréquence moyenne peut être
obtenue pour le rubidium avec un gradient radial d’environ 250 G.cm−1, un biais
de 1 G et une courbure axiale de 100 G.cm−2. Les courants et les puissances élec-
triques nécessaires pour obtenir un tel confinement dépendent beaucoup de la
géométrie choisie pour créer le piège de Ioffe. La géométrie présentée précédem-
ment est simple mais peu pratique : il faut tout de même faire passer un courant
d’environ 300 A dans les fils (qui sont alors plutôt des barres) pour obtenir un
gradient de 250 G.cm−1 si les fils sont situés à un centimètre de l’axe du piège.

Une géométrie très courante est celle du piège QUIC (Quadrupole Ioffe Confi-
guration) qui utilise trois bobines [116]. La référence [116] montre qu’il est pos-
sible d’obtenir un gradient de 220 G.cm−1 et une courbure axiale de 260 G.cm−2

avec une puissance électrique de 600 W et un courant de 25 A. De nombreuses
autres configurations existent (pour une revue voir [117]), mais l’ordre de gran-
deur de la puissance électrique nécessaire pour obtenir un confinement suffisant
est toujours de l’ordre de quelques centaines de watts.
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4.2 Micro pièges magnétiques : lois d’échelle

Nous allons maintenant voir que la miniaturisation de la structure créant
le champ magnétique de piégeage permet d’obtenir un confinement important
pour une faible puissance électrique. Et surtout, nous allons montrer que nous
pouvons atteindre un régime d’intense confinement difficilement accessible avec
un dispositif traditionnel.

4.2.1 Un fil dans un champ magnétique uniforme : un

guide d’onde pour les atomes

Le potentiel de piégeage le plus simple à réaliser sur une puce atomique est
un tube qui piège les atomes dans deux directions de l’espace. Ce guide d’onde
résulte du champ magnétique créé par un fil parcouru par un courant et d’un
champ magnétique externe uniforme. Cette géométrie est appelée « side wire
guide » dans la littérature. La première réalisation expérimentale de ce piège a
été obtenue avec un simple fil tendu [118] dans le vide avant d’être mis en œuvre
sur une puce [81].

O

z

y

x

x

y y

xx

y

+ =

Substrat

Fil

IB0

h

B0

Fig. 4.2 – La somme du champ magnétique d’un fil parcouru par un courant I
et d’un champ magnétique uniforme perpendiculaire au fil donne localement un
champ quadrupolaire. Ce quadrupôle linéaire permet de piéger les atomes dans
le plan perpendiculaire au fil à une hauteur h au-dessus du centre du fil.

Considérons un fil infini parcouru par un courant I plongé dans un champ
magnétique uniforme B0 perpendiculaire au fil. Il existe une droite parallèle au
fil située à une distance h du fil sur laquelle le champ magnétique total est nul
(voir figure 4.2). Pour un fil infiniment fin, l’amplitude du champ créé par le fil
décrôıt comme l’inverse de la distance au fil et nous obtenons h = µ0I/(2πB0).
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Autour de ce zéro, le champ se développe sous la forme d’un quadrupôle et avec
les conventions de la figure 4.2 nous obtenons

{

Bx = b′ (y − h)
By = b′ x

avec b′ =
B0

h
=

2πB2
0

µ0I
. (4.7)

Le champ ainsi obtenu est identique à celui créé par les quatre fils du piège de
Ioffe-Pritchard. Le potentiel associé permet de piéger les atomes dans le plan
(ex, ey). Le confinement augmente lorsque la distance h entre le piège et le fil
diminue. Cependant lorsque cette distance est de l’ordre de la taille du fil, la loi
de décroissance en 1/h du champ magnétique n’est plus valable et le gradient
de champ b′ sature à une valeur maximale. Nous allons maintenant calculer cet
effet.

4.2.1.1 Prise en compte de la taille finie du fil

Pour un fil carré de largeur w et d’épaisseur e, nous obtenons par intégration
de la loi de Biot et Savart le champ magnétique sur l’axe (O, ey) (à la verticale
du fil). Le champ a une composante non nulle seulement suivant ex qui s’écrit

Bx =
µ0 I

2 π w e
[(e + 2 y) arctan

(

w

e + 2 y

)

− (e − 2 y) arctan

(

w

e − 2 y

)

+

w

2
log

(

1 +
8 e y

w2 + (e − 2 y)2

)

] . (4.8)

Dans la limite où le fil est plat (w ≫ e) ce qui est souvent vérifié expérimen-
talement, l’expression précédente peut être développée au premier ordre en e/y.
Nous obtenons alors

Bx =
µ0 I

π w
arctan

(

w

2 y

)

. (4.9)

Un développement de cette expression au premier ordre en w/y redonne bien l’ex-
pression du fil infiniment fin. Ces trois expressions sont tracées sur la figure 4.3.
Pour une distance de l’ordre de 2 fois la plus grande taille caractéristique du fil,
les trois courbes se confondent. Lorsque h diminue, le champ atteint sa valeur
maximale à la surface du fil. Cette valeur est importante car elle détermine la
hauteur de la barrière de potentiel entre le fond du piège et la surface du fil. Nous
obtenons l’expression suivante pour cette valeur BS du champ

BS =
µ0 I

2 π w e

[

2 e arctan
( w

2 e

)

+ w log

(

1 +
4 e2

w2

)]

≃ µ0 I

2 w
. (4.10)

La dernière expression est obtenue dans l’approximation du fil plat.
Nous voyons également sur la figure 4.3 que le gradient de champ sature

lorsque h devient de l’ordre de la taille caractéristique du fil. Nous considérons
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Fig. 4.3 – Calcul du champ magnétique pour un fil rectangulaire de 2 µm de
large et 1 µm d’épaisseur en fonction de la distance au centre du fil. La courbe
en trait plein est l’expression obtenue pour un fil infiniment fin, la courbe tiretée
tient compte de la largeur finie du fil et la courbe en pointillés est le résultat du
calcul exact.

un fil tel que w > e, ce qui est toujours le cas expérimentalement. Pour une
hauteur h ≃ w au-dessus du fil, nous obtenons l’expression suivante pour la
valeur du gradient du quadrupôle

b′max ≃ µ0 I

2 π w2
. (4.11)

Par la suite, nous prendrons cette valeur comme la valeur maximale de gradient
que nous pouvons obtenir dans un guide constitué par un fil et un champ uni-
forme.

Nous avons donc montré que pour un fil de taille caractéristique a parcouru
par un courant I, le gradient maximal varie comme I/a2. Pour déterminer la loi
d’échelle de variation du gradient avec la taille du fil, nous allons maintenant dé-
terminer comment varie le courant maximal que le fil peut supporter en fonction
de sa taille.

4.2.2 Calcul du courant maximal dans un micro fil

Nous supposons maintenant que le fil est un élément d’une puce atomique et
qu’il est micro fabriqué sur un substrat. Le courant maximal que nous pouvons
envoyer dans le fil sans l’endommager est limité par la différence de température
maximale qui est tolérable entre le fil et le substrat avant que le fil ne se décolle
du substrat. Considérons le modèle simple développé dans la référence [119] (voir
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figure 4.4) : la puissance dissipée dans le fil par effet Joule par unité de longueur
du fil est évacuée vers le substrat avec une certaine conductance thermique par
unité de surface. Nous supposons que le substrat reste à une température T0

constante. L’élévation de température dans le fil dT par unité de temps dt est
donnée par

C e w dT =
ρ

ew
(j e w)2 dt − K w (T − T0)dt (4.12)

où C est la capacité calorifique volumique du fil (2, 5×106 J.m−3.K−1 pour l’or),
w sa largeur, e son épaisseur, j la densité volumique de courant dans le fil et K
la conductance thermique de l’interface entre le fil et le substrat. Nous incluons
dans le modèle la variation de ρ avec la température ρ = ρ0(1+α(T −T0)). Pour
l’or les valeurs de ρ0 et α sont ρ0 = 2, 2 × 10−8 Ω.m1 et α = 3, 76 10−3 K−1 à
T0 = 293 K.

T(t)

T=T0=cste

K

w

e

Couche isolante

Substrat

Fil

Fig. 4.4 – La chaleur produite par effet Joule dans le fil est évacuée vers le
substrat à travers la couche isolante qui a une conductivité thermique K. La
température du substrat est supposée constante, l’évolution de la température
dans le fil en fonction du temps est calculée dans le texte.

Pour t < 0 le fil est à la température du substrat T0. A t = 0 un courant I
est appliqué dans le fil, l’évolution de la température dans le fil est alors donnée
par

T (t) = T0 +
j2 ρ e

K − α ρ j2 e

(

1 − e−t/τ
)

avec τ =
eC

K − α ρ0 j2 h
(4.13)

Suivant le signe de τ , la température dans le fil diverge (ce qui détruit le fil)
ou bien se stabilise à une certaine valeur au bout d’un temps τ . La condition
pour que τ soit positif et que la température ne diverge pas est que la densité de
courant dans le fil soit inférieure à la densité critique suivante

jcrit =

√

K

α ρ0 e
(4.14)
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Dans ce cas l’écart de température entre le fil et le substrat se stabilise au bout
d’un temps τ à la valeur

∆T =
j2 ρ0 e

K − α ρ0 j2 e
(4.15)

Cette élévation de température du fil a été mesurée dans la référence [119] pour
un fil d’or déposé sur des substrats différents. Les auteurs en déduisent la valeur
de la conductance K. En particulier, ils obtiennent que pour un fil d’or sur un
substrat de Si avec une couche isolante intermédiaire de 500 nm de SiO2 qui est
le substrat que nous utilisons, K = 3, 5 × 106 W.K−1.m−2. Nous prendrons ce
chiffre par la suite pour évaluer le courant critique.

Prenons par exemple un fil carré de e = w =1 µm de côté, nous obtenons
alors la valeur suivante pour le courant critique

Icrit =

√

K ew2

α ρ0

= 200 mA . (4.16)

Cette valeur nous semble réaliste puisque nous avons pu faire passer un courant
de 30 mA dans des fils carrés de 700 nm de côté sans les endommager alors que
courant critique théorique est de 120 mA. Notons enfin que la constante de temps
τ est très petite, pour un fil d’épaisseur 1 µm, le rapport e C/K est égal à 0,7 µs.

Le modèle présenté ici ne tient pas compte de l’élévation de température du
substrat et de l’évacuation de la chaleur du substrat vers le porte-échantillon.
Nous négligeons ces effets car ils n’interviennent que sur des échelles de temps
beaucoup plus longues (de l’ordre de plusieurs secondes) et ne limitent pas le
courant maximal acceptable dans les conditions expérimentales habituelles [119].

4.2.3 Lois d’échelle et ordre de grandeur pour le confine-

ment dans un micro piège

Nous allons maintenant reporter l’expression que nous avons obtenue pour le
courant maximal dans un micro fil dans l’expression du gradient maximal (4.11).
Nous obtenons alors la loi d’échelle suivante2

b′max =
µ0

π

√

K

α ρ0

e1/2

w
(4.17)

Pour un fil carré de taille e = w = a, le gradient varie comme a−1/2 et donc aug-
mente lorsque a diminue (voir courbe sur la figure 4.5). Le gradient attendu pour

2Notons que la valeur indiquée ici pour b′ correspond au gradient attendu pour un courant
égal au courant critique, pour obtenir une valeur réalisable expérimentalement il faut diviser
l’expression suivante par un facteur numérique au moins égal à 2 pour être sûr de ne pas
endommager le fil.
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un fil de 1 µm est de l’ordre de 107 G.cm−1, ce qui est quelques ordres de grandeur
plus important que les gradients réalisables avec des structures macroscopiques.
Nous voyons donc apparâıtre ici un avantage des micro pièges magnétiques par
rapport aux pièges magnétiques macroscopiques : il est possible d’obtenir des
confinements très importants et ce pour une puissance électrique négligeable.
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Fig. 4.5 – Loi d’échelle et ordre de grandeur du gradient maximal obtenu avec
un fil en or déposé sur un substrat de Si avec une couche isolante de 500 nm
de SiO2. La courbe en trait plein est pour un fil de section carrée, la courbe en
pointillés correspond à un fil dont la hauteur est limitée à 6 µm comme c’est le
cas pour notre technique de fabrication.

4.3 Pièges traditionnels et pièges exotiques sur

une puce atomique

Nous avons vu comment piéger des atomes dans deux dimensions de l’espace
au-dessus d’un fil micro fabriqué. Nous rappelons que le piège obtenu est un
quadrupôle linéaire à deux dimensions dont le champ est donné par

{

Bx = b′ (y − h)
By = b′ x

avec h =
µ0 I

2 π B0

et b′ =
B0

h
. (4.18)

où h est la position du zéro de champ au-dessus du fil et b′ le gradient du qua-
drupôle. Nous allons maintenant voire quels éléments ajouter à ce guide d’onde
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pour obtenir un confinement tridimensionnel. Nous décrirons la géométrie « en
U » qui permet d’obtenir un piège quadrupolaire et la géométrie « en Z » qui per-
met d’obtenir un piège de type Ioffe-Pritchard. Enfin pour illustrer la flexibilité
apportée par les techniques de micro fabrication dans le choix du potentiel ma-
gnétique, nous donnerons quelques exemples de potentiels plus exotiques simples
à réaliser sur une puce atomique.

4.3.1 Micro piège quadrupolaire

Pour obtenir un confinement longitudinal dans le guide présenté précédem-
ment nous ajoutons deux fils perpendiculaires au fil principal. Ces deux fils sont
situés en z = ±L (voir figure 4.6). Suivant le sens du courant dans ces deux fils, il
est possible d’obtenir soit un piège quadrupolaire soit un piège de Ioffe-Pritchard.

2 L
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IU IUIZ
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x

z
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O I

x

z

y

O I

Configuration en "U"

Configuration en "Z"

IU = I/2, IZ = 0

IZ = I/2, IU = 0

Fig. 4.6 – Le fil principal sur la droite (0, ez) et le champ B0 assurent le confine-
ment des atomes dans le plan transverse (O, ex, ey). Les deux fils supplémentaires
permettent de confiner les atomes longitudinalement. Si les deux fils sont par-
courus par des courants de directions opposées, le piège obtenu est un piège qua-
drupolaire, cette configuration est qualitativement équivalente à un fil en forme
de « U ». Si les deux fils sont parcourus par des courants de même direction, le
piège obtenu est un piège de Ioffe-Pritchard et cette configuration est équivalente
à un fil en forme de « Z ».

Nous commençons par le cas où les deux fils sont parcourus par des courants
de directions opposées. Cette configuration est qualitativement équivalente à un
fil en U parcouru par un courant (voir figure 4.6). Nous utilisons cette forme en
U dans notre expérience car elle permet d’économiser des connexions sur la puce.
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Cependant pour simplifier les calculs, nous allons continuer à raisonner avec trois
fils infiniment longs. Pour être plus fidèle à la géométrie en U, nous supposons
que les deux fils en z = ±L sont parcourus par des courants égaux à I/2 afin de
compenser le fait que ces fils sont deux fois plus courts que dans la géométrie en
U.

Les deux fils secondaires (en z = ±L) créent un champ dans dont les com-
posantes By et Bz sont en général non nulles. Cependant dans le plan (O, ex, ey)
seule la composante By est non-nulle. Il est donc facile de se convaincre que le
champ magnétique total s’annule dans ce plan. L’expression de la position exacte
du zéro de champ n’est pas analytique. Cependant si nous supposons que les fils
secondaires sont une perturbation au champ du fil principal, il est possible de
faire un développement des différentes grandeurs qui nous intéressent en puis-
sance de (h/L), où h est la hauteur du zéro de champ au-dessus du fil principal
en l’absence des fils secondaires. Au premier ordre non-nul la position du zéro de
champ dans le plan (O, ex, ey) est alors

{

xmin = −
(

h
L

)

h
ymin = h

. (4.19)

Autour de ce zéro, le champ magnétique a un développement quadrupolaire. Au
premier ordre les axes et la valeur du gradient b′ dans le plan transverse (0, ex, ey)
ne sont pas modifiés par rapport à ce que nous avons calculé précédemment [cf
équation 4.18]. La valeur du gradient sur l’axe longitudinal (0, ez) est au premier
ordre non-nul

∂Bz

∂z
≃ 8(h/L)3 b′ . (4.20)

Dans le domaine de validité de ces calculs (h/L ≪ 1), le gradient longitudinal est
donc beaucoup plus faible que le gradient transverse3. Nous verrons au chapitre 5
comment nous utilisons un tel micro piège quadrupolaire pour obtenir un piège
magnéto-optique à quelques centaines de microns de la surface de la puce.

4.3.2 Piège de Ioffe

Nous considérons maintenant le cas où les deux fils qui assurent le confinement
longitudinal sont parcourus par des courants de même direction (voir figure 4.6).
Cette configuration peut être obtenue plus simplement avec un seul fil en forme
de Z. Comme précédemment nous continuons à raisonner avec trois fils infiniment
longs afin de simplifier les calculs. Nous supposons que les fils secondaires sont
parcourus par un courant I/2 afin d’être plus proche de la configuration en Z.
Avec cette géométrie, il est clair qu’il n’existe plus de zéro de champ magnétique.

3Notons qu’un calcul au même ordre en h/L tenant compte de la longueur finie des fils
(c’est-à-dire avec la vraie géométrie en U) donne les mêmes résultats [120].
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En effet les deux fils secondaires créent un champ magnétique non-nul suivant ez

partout sauf sur la droite (O, ex). Et sur cette droite la somme du champ créé
par le fil principal et du champ uniforme B0 est non-nulle.

Plaçons-nous sur l’axe du quadrupôle linéaire créé par le fil principal et le
champ B0 (x = 0, y = h). Au voisinage de l’origine (z ≪ L) et dans la limite
h ≪ L, les deux fils secondaires créent un champ magnétique suivant ez dont la
norme passe par un minimum non-nul. Les deux fils jouent donc un rôle identique
aux deux bobines du piège de Ioffe-Pritchard. Nous obtenons donc ainsi un piège
dans les trois directions de l’espace autour d’un minimum non-nul. Nous allons
maintenant déterminer plus quantitativement les caractéristiques principales de
ce piège. Le champ créé par les deux fils en z = ±L est nul sur la droite (O, ex)
et peut se développer au premier ordre en y et z autour de cette position

{

By = b′L z
Bz = b′L y

. (4.21)

Il s’agit d’un quadrupôle linéaire à deux dimensions dans le plan (O, ey, ez). Les
directions des axes propres dans le plan (ey, ez) sont (ey+ez)/

√
2 et (ey−ez)/

√
2.

L’expression du gradient est b′L = µ0 I/(2π L2). Ce gradient est en général beau-
coup plus faible que le gradient b′ du quadrupôle principal [cf équation (4.18)],
ce qui équivaut à dire qu’en général la hauteur h du piège au-dessus de la surface
est petite devant l’écartement 2 L entre les deux fils secondaires.

Le champ magnétique total est donc la somme de deux quadrupôles linéaires
dont les axes principaux sont respectivement (x = 0, y = h) et (y = 0, z = 0) et
de gradient respectifs b′ et b′L. Le champ total s’écrit







Bx = b′ (y − h)
By = b′ x + b′L z
Bz = b′L y + B0,z

. (4.22)

Nous avons ajouté la possibilité d’ajouter un champ uniforme B0,z ez. Il est clair
que le module du champ est minimum sur l’axe (O, ey). Le module du champ sur
cet axe s’écrit

|B|2 = b′2(y − h)2 + (b′L y + B0,z)
2 . (4.23)

Le premier terme est nul sur l’axe du premier quadrupôle en y = h. Et le deuxième
terme est nul sur l’axe du deuxième quadrupôle qui est décalé par la présence
du champ uniforme B0,z en y = −B0,z/b

′
L. La position du minium se situe donc

entre ces deux valeurs et est donnée par

ymin = h − b′2L h + b′LB0,z

b′2 + b′2L
≃ h − B0,z

b′

(

b′L
b′

)

− h

(

b′L
b′

)2

(4.24)

Nous avons développé l’expression obtenue en puissance de b′/b′L puisque en gé-
néral le gradient b′ est beaucoup plus important que b′L. Nous voyons que le mi-
nimum de champ n’est donc plus rigoureusement en y = h mais est légèrement
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décalé vers la surface par la présence des fils secondaires, nous voyons également
que la hauteur du minimum varie avec le champ uniforme B0,z. Pour la suite des
calculs, nous introduisons le petit paramètre ε donné par ε = b′L/b′ = (h/L)2. La
valeur obtenue ci-dessus pour ymin n’est pas tout à fait exacte. Un calcul rigou-
reux à l’ordre 2 en ε (c’est-à-dire en considérant l’expression exacte des champs
et non leur développements quadrupolaires) donne pour ymin

ymin = h

{

1 − B0,z

B0

ε −
[

1 − 3
B0,z

B0

− 3

(

B0,z

B0

)2
]

ε2

}

(4.25)

Nous rappelons que B0 est le champ uniforme qui permet avec le fil principal
d’obtenir le quadrupôle de gradient b′. Pour plus de simplicité dans l’exposé des
calculs, nous prenons pour la suite la valeur à l’ordre 0 en ε pour ymin. Un calcul
rigoureux en gardant tous les ordres montre que les développements limités des
résultats que nous obtenons sont tout de même exacts. Au voisinage du minimum,
le module de champ magnétique s’écrit en fonction de x, y′ = y − ymin = y − h
et z

|B|2 = b′2 y′2 + (Bb + b′L y′)2 + (b′ x + b′L z)2 (4.26)

où nous avons posé Bb = B0,z + B0 ε. Cette valeur correspond à la valeur du
minimum du champ, c’est-à-dire au biais pour un piège de Ioffe-Pritchard tradi-
tionnel. En général la contribution des deux fils B0 ε est trop faible pour que le
biais soit suffisant, c’est pourquoi nous ajoutons un champ homogène B0,z.

Intéressons-nous maintenant aux axes propres du piège harmonique obtenu
autour du minimum. Il est clair d’après l’équation (4.26) que la direction ey est
un axe propre mais que dans le plan (ex, ez) les axes propres ne sont pas ex et ez.
Nous faisons donc le changement de variable suivant x = x′−θ z′ et z = z′ +θ x′.
Pour que ces nouveaux axes soient axes propres, θ doit vérifier

∂2B

∂z′∂x′ = θ2 ∂2B

∂z∂x
+ θ

(

∂2B

∂z2
− ∂2B

∂x2

)

+
∂2B

∂z∂x
= 0 . (4.27)

Toutes les dérivées sont prises au minimum du potentiel. Nous obtenons au pre-
mier ordre θ = ε. Les axes propres du piège sont donc légèrement tournés d’un
angle ε par rapport aux axes (ex, ez)

4.
Calculons maintenant les courbures du potentiel suivant les axes propres que

nous avons obtenus. Les résultats que nous donnons sont les résultats d’un calcul

4Notons que la présence de cet angle pouvait se prédire en étudiant les propriétés de symétrie
de la distribution de courant. En effet le système est invariant par la transformation suivante :
inverser les courants dans les fils et le champ B0 puis faire une rotation d’angle π et d’axe
(O, ey). Le potentiel magnétique est donc invariant par rotation d’un angle π autour de l’axe
(O, ey). Nous en déduisons que la direction ey est un axe propre et que les axes propres dans
le plan (ey, ez) peuvent avoir n’importe quelle orientation.
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à partir des expressions exactes des champs car leurs développements quadru-
polaires ne sont pas suffisants. Nous obtenons les courbures suivantes pour le
confinement transverse5

∂2B

∂x′2 =
b′2

B0,z

[

1 +

(

2
B0,z

B0

− B0

B0,z

)

ε

]

∂2B

∂y2
=

b′2

B0,z

[

1 +

(

6
B0,z

B0

− B0

B0,z

)

ε

]

.

(4.28)
A l’ordre 0, les deux courbures radiales sont identiques et nous reconnaissons la
formule usuelle obtenue pour un piège de Ioffe-Pritchard classique

∂2B

∂x′2 =
∂2B

∂y2
=

b′2

B0,z

=
4 π2 B4

0

µ2
0 I2 B0,z

(4.29)

Sur l’axe longitudinal, nous obtenons au premier ordre non nul5

∂2B

∂z′2
= 6

b′2

B0

ε2 = 6
b′2L
B0

=
3 µ2

0 I2

2 π2 B0 L4
. (4.30)

La fréquence longitudinale est donc beaucoup plus faible que la fréquence trans-
verse. Le rapport d’anisotropie entre la fréquence transverse et la fréquence lon-
gitudinale est égal à

√

B0/(6 B0,z ε2).
En conclusion nous retiendrons les caractéristiques suivantes pour un micro

piège de Ioffe. La position du minimum est approximativement donnée par (x =
z = 0, y = h) où h se calcule par la formule suivante h/mm = (I/A)/(B0/G)× 2
.e gradient dans le plan transverse est donné par b′ = B0/h. Dans la plupart des
situations expérimentales où la hauteur h du piège est petite devant la distance
2 L entre les fils secondaires, le confinement longitudinal est très faible comparé
au confinement transverse. La courbure longitudinale b′′ est approximativement
donnée par 6 b′2/B0 × (h/L)2. Des paramètres typiques pour notre expérience
sont I = 2 A, L = 1, 4 mm, B0 = 40 G et B0,z = 3 G. Ils donnent h = 100 µm,
b′ = 4000 G.cm−1 et b′′ = 60 G.cm−2, soit des fréquences d’oscillations égales à
ωr = 2π × 3 kHz et ωl = 2π × 10 Hz. Un calcul plus détaillé des fréquences de
piégeage peut être trouvé dans la thèse de C. Aussibal [120]. Nous verrons au
chapitre 5 comment mesurer expérimentalement les fréquences de piégeage.

4.3.3 Pièges « exotiques »

Nous allons maintenant passer rapidement en revue quelques pièges plus
exotiques réalisables sur des puces atomiques pour illustrer la flexibilité des
techniques de micro fabrication. Nous renvoyons le lecteur aux articles de re-
vue [121, 122, 105] pour une présentation exhaustive des dispositifs envisageables.

5Notons comme précédemment qu’un calcul au même ordre en ε tenant compte de la lon-
gueur finie des fils (c’est-à-dire avec la vraie géométrie en Z) donne les mêmes résultats [120].
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Intéressons-nous tout d’abord à la réalisation de guides d’onde. Le schéma
simple que nous avons décrit jusqu’à maintenant est d’un usage limité car il
nécessite l’utilisation d’un champ magnétique uniforme externe perpendiculaire
au fil. Il est donc, par exemple, impossible d’effectuer un virage à angle droit
avec un tel guide. La figure 4.7 présente quatre guides d’onde permettant de
s’affranchir de cette contrainte et de réaliser des guides courbes. La configuration
(a) a été utilisée dans le groupe de J. Schmiedmayer pour guider des atomes
le long d’une spirale [123]. La configuration (b) a été utilisée dans l’équipe de
E. Cornell pour permettre aux atomes guidés de contourner un obstacle [85].

(b)(a)

(c) (d)

B0

Fig. 4.7 – Différentes configurations permettant d’obtenir un guide d’onde.
Contrairement au guide à un fil, ces configurations permettent de courber le guide
dans n’importe quelle direction. La configuration (a) utilise un champ uniforme
perpendiculaire à la surface tandis que les autres configurations ne nécessitent
pas de champ externe. Les lignes tracées correspondent aux équipotentielles ma-
gnétiques.

Poursuivant l’analogie avec l’optique intégrée, il est envisageable de réaliser
des coupleurs à trois ou quatre ports entre plusieurs guides d’onde. Cette perspec-
tive est particulièrement intéressante en vue de la réalisation d’un interféromètre
atomique intégré. Le schéma de principe d’un tel coupleur et d’un interféro-
mètre est illustré sur la figure 4.8. Plusieurs configurations sont envisageables,
les références [92, 93, 94] discutent de diverses techniques possibles et de la faisa-
bilité d’un interféromètre atomique sur une puce. L’équipe de J. Schmiedmayer
a démontré expérimentalement la faisabilité d’un coupleur en Y avec une source
incohérente en utilisant simplement un fil qui se sépare en deux [88]. L’équipe de
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E. Cornell a également réalisé un coupleur en Y plus élaboré puisqu’il ne néces-
site pas l’emploi d’un champ externe. Le coupleur est obtenu en joignant deux
guides du type de celui représenté sur la figure 4.7 (b) [87].

Il est en fait à peu près clair que n’importe quelle combinaison bien choi-
sie de deux guides se rapprochant permet d’obtenir un coupleur incohérent. La
réalisation d’un coupleur cohérent est beaucoup plus délicate. Un des premiers
problèmes à résoudre est de propager des atomes dans un guide monomode, ce
qui n’a pas encore été réalisé. En effet bien qu’il soit possible d’obtenir un conden-
sat, qui est un objet cohérent, dans un guide d’onde, les interactions compliquent
énormément le problème. Les atomes sont dans le même état quantique mais cet
état s’étale sur un grand nombre de modes transverses du guide, ce qui com-
plique beaucoup la réalisation d’un coupleur. Nous reviendrons plus en détail sur
le problème de la séparation en deux d’un condensat dans le chapitre 9. L’équipe
d’E. Cornell a récemment contourné le problème du coupleur magnétique en uti-
lisant une onde lumineuse stationnaire pour séparer un condensat en deux par
diffraction de Bragg à l’intérieur d’un guide magnétique [95]. Cette équipe a ainsi
pu démontrer pour la première fois la propagation cohérente d’un condensat dans
un guide magnétique.
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Fig. 4.8 – Schéma de principe d’un interféromètre atomique utilisant deux cou-
pleurs à quatre ports. Les atomes injectés en haut à gauche sortent à droite dans
le bras du haut ou du bas suivant la différence de phase entre les deux bras de
l’interféromètre. Un tel interféromètre est intéressant pour la réalisation de cap-
teurs inertiels intégrés de très grande sensibilité. Nous avons représenté en bas un
exemple de coupleur utilisant un guide à quatre fils se séparant en deux guides
à deux fils. L’évolution des équipotentielles au cours de la propagation dans le
coupleur est montrée en bas à droite.
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D’autres potentiels n’ayant pas d’analogues en optique intégrée sont égale-
ment envisageables. L’équipe de J. Reichel a par exemple démontré la faisabi-
lité d’un « tapis roulant » atomique [104, 105]. Ce dispositif permet de déplacer
un nuage d’atomes froids et même un condensat sur une distance de plusieurs
millimètres. Citons enfin les nombreuses propositions d’expériences consistant à
combiner sur une puce des éléments d’optique intégrée et des pièges atomiques. Il
devient alors possible d’intégrer le dispositif de détection des atomes sur la puce
ou bien encore de coupler les atomes à une cavité optique de grande finesse. Cette
ouverture sur le domaine de l’information quantique fait actuellement l’objet de
nombreuses recherches [124]6.

4.4 Une limite fondamentale à la miniaturisa-

tion : le couplage au rayonnement du sub-

strat

Nous allons finir ce chapitre général sur les puces atomiques en rappelant
certaines limites à la miniaturisation imposées par le couplage entre les atomes
et le substrat. Dans toutes les expériences menées jusqu’à présent, le substrat
est à une température de l’ordre de 300 K. La puce rayonne donc un champ
électromagnétique créé par les courants dus aux fluctuations thermiques dans les
matériaux conducteurs qui constituent la puce. Les conséquences du couplage
de ce champ fluctuant avec les atomes sont nombreuses : limitation de la durée
de vie, chauffage, décohérence, ... Ces différents effets sont calculés par Carsten
Henkel dans les références [109, 108, 106, 107]. Nous nous limiterons ici aux effets
de pertes et de chauffage qui nous concernent plus particulièrement car ce sont
des facteurs limitants pour l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein. Nous
verrons que ces effets deviennent importants pour des distances de l’ordre du
micron au-dessus de la surface de la puce.

4.4.1 Estimation du taux de perte

Un atome peut s’échapper du piège magnétique si son spin bascule vers un
état anti-piégeant sous l’action d’un champ magnétique fluctuant B(t). Nous
supposons l’atome initialement dans l’état piégeant |mi〉. Nous supposons éga-
lement que le mouvement de l’atome est de suffisamment faible amplitude pour
négliger la variation spatiale du champ magnétique avec la position de l’atome.
La probabilité pour basculer vers un état |mf〉 au bout d’un temps T s’écrit au

6La description des projets qui n’ont pas encore fait l’objet de publications peut être obtenue
sur le site web des partenaires du réseau ACQUIRE : http ://acqp.physi.uni-heidelberg.de/
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premier ordre en perturbation dépendant du temps :

Pi→f (T ) =
1

!2

〈∣

∣

∣

∣

∣

∫ T/2

−T/2

e−iωfit〈mi| − µ.B(t)|mf〉 dt

∣

∣

∣

∣

∣

2〉

B

. (4.31)

La pulsation ωfi correspond à la différence des fréquences de Larmor entre les
deux états |mi〉 et |mf〉. La moyenne 〈〉B est prise sur les diverses réalisations du
champ fluctuant B(t). L’expression précédente se réécrit

Pi→f (T ) =
1

!2

∑

α,β

∫∫ T/2

−T/2

e−iωfi(t−t′)〈Bα(t) Bβ(t′)〉B〈mi|µα|mf〉〈mf |µβ|mi〉 dt dt′ .

(4.32)
Lorsque T tend vers l’infini nous voyons apparâıtre la densité spectrale de bruit
des fluctuations de champ magnétique

Sα,β(ω) =

∫

e−iωτ 〈Bα(τ) Bβ(0)〉B dτ . (4.33)

Finalement le taux de transition de l’état |mi〉 vers l’état |mf〉 est donné par

Γi→f = lim
T→∞

1

T
Pi→f (T ) (4.34)

=
1

!2

∑

α,β

〈mi|µα|mf〉〈mf |µβ|mi〉Sα,β(ωfi) . (4.35)

Nous retrouvons ainsi l’expression obtenue dans la référence [106]. Nous voyons
donc que le taux de perte est proportionnel à la densité spectrale de bruit des
fluctuations de champ magnétique à la fréquence de Larmor. Le calcul de cette
densité spectrale est complexe et est donné en détail dans la référence [106]. Ce
calcul est une application directe du théorème fluctuation/dissipation. Pour un
demi espace métallique (voir figure 4.9), l’expression obtenue est

Sα,β =
µ2

0

16 π

kB T

16 π ρ h

(

1 +
2 h3

3 δ3

)−1

sα,β (4.36)

où ρ est la résistivité du métal, T sa température et δ l’épaisseur de peau à
la fréquence ωfi qui est donnée par

√

2 ρ/(µ0 ωfi). Le tenseur s est diagonal,
ces éléments sont donnés par sx,x = sz,z = 1, sy,y = 1/2. Nous rappelons que
l’axe y correspond à la normale à la surface. L’expression obtenue est valable
dans la limite statique, c’est-à-dire que les effets de propagation sont négligés. La
fréquence de Larmor des atomes est typiquement de l’ordre de quelques MHz, la
longueur d’onde associée est donc très grande devant la distance entre les atomes
et la surface et cette approximation est valide7.

7Il est en fait possible de retrouver à un facteur numérique près l’expression de la densité
spectrale des fluctuations de champ magnétique dans la limite h ≪ δ en supposant que le métal
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Fig. 4.9 – Calcul de l’ordre de grandeur de l’amplitude des fluctuations de champ
magnétique au-dessus d’un demi espace métallique. Le métal est découpé en
cellules élémentaires de côté δl. Chaque cellule est parcourue par un courant I
dû aux fluctuations thermiques. L’amplitude des fluctuations de champ s’obtient
en sommant de manière incohérente la contribution des courants présents dans
chaque cellule.

Nous avons tracé la taux de perte attendu pour de l’or en fonction de la
distance à la surface. Nous avons choisi un biais au fond du piège de 1 G, ce
qui correspond à une fréquence de Larmor de 1,4 MHz et à une épaisseur de
peau de 60 µm. Pour des distances inférieures à l’épaisseur de peau, le taux de
perte varie comme 1/h, il ne dépend que de la température et de la résistivité
du matériau. A température ambiante, le taux de perte est de 1 s−1 pour une
distance de 45 µm. Pour des distances plus grandes que l’épaisseur de peau, le
taux de perte précédent est multiplié par δ3/h3 et diminue donc très rapidement.

Ce taux est relativement important, cependant la géométrie des puces est
toujours plus favorable qu’un demi espace métallique, en effet la distance entre
le piège et le micro fil est toujours grande ou du même ordre que la taille ca-
ractéristique du fil. La taille finie du fil ne peut donc être négligée et la courbe
obtenue précédemment correspond à une borne maximale sur le taux de perte.
Si la distance entre le piège et le fil est grande devant la taille caractéristique

est constitué de cellules élémentaires de volume δV = δl3 parcourues par des courants fluctuants
(voir figure 4.9). Chaque cellule peut être assimilée à une résistance R = ρ/δl parcourue par un
courant I dont la densité spectrale est donnée par le bruit Johnson SI = 2 kB T/R. Le courant
dans chaque cellule crée un champ d’amplitude (µ0/2π) Iδl/r2 (Biot et Savart). Pour obtenir
des fluctuations de champ il faut sommer de manière incohérente la contribution de chaque
cellule

〈B2(r)〉 =
∑

cellules

µ2
0

(2π)2
I2δl2

r4
. (4.37)

Et nous obtenons pour la densité spectrale de champ magnétique

SB =
∑

cellules

µ2
0

(2π)2
SIδl

2

r4
=

∑

cellules

µ2
0

(2π)2
2 kB T

ρ r4
δV =

∫∫∫

Métal

µ2
0

(2 π)2
2 kB T

ρ r4
d3r =

µ2
0

2 π

kB T

ρ h
.

(4.38)
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de la structure, il faut multiplier le taux de perte obtenu précédemment par
des facteurs de réduction géométriques : la référence [108] donne un facteur de
réduction de e/(h + e) pour un film métallique d’épaisseur e et un facteur d’ap-
proximativement 2 a/h pour un fil cylindrique de rayon a (valable dans la limite
h ≫ a). Nous avons tracé les taux de pertes attendus pour un film d’or d’épais-
seur 5 µm qui correspond à l’épaisseur maximale de nos fils très larges et pour
un fil de 350 nm de rayon qui correspond aux plus petits fils que nous utilisons.
Les courbes sont tracées pour des hauteurs petites devant l’épaisseur de peau
(en dehors de ce domaine les facteurs de réduction donnés ci-dessus ne sont pas
valables). Les taux de perte pour ces géométries sont nettement diminués par
rapport au demi-espace infini.
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Fig. 4.10 – Taux de perte dû aux courants excités thermiquement dans le substrat
de la puce. La ligne continue donne le résultat d’un calcul pour un demi-espace
d’or. Le changement de pente a lieu lorsque la distance est égale à l’épaisseur
de peau δ calculée à la fréquence de Larmor du piège (ici δ est égale à 65 µm
ce qui correspond à une fréquence de Larmor de 1,4 MHz). Pour des distances
inférieures à l’épaisseur de peau, il est possible de calculer les corrections due à
la taille finie de la zone métallique. Nous avons tracé le taux de perte attendu
pour un film d’or de 5 µm d’épaisseur (tirets) et pour un fil carré de 700 nm de
côté (pointillés).

Le taux de perte en fonction de la distance à la puce a été mesuré expérimen-
talement au-dessus de différents matériaux dans les références [84, 125]. L’accord
avec les prédiction théoriques de C. Henkel est très bon.
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4.4.2 Estimation du taux de chauffage

Nous allons maintenant estimer le taux de chauffage dans un micro piège dû
aux fluctuations de champ magnétique. Nous considérons que l’atome est initia-
lement dans l’état fondamental du piège et nous cherchons le taux de transition
vers le premier état vibrationnel, l’état interne de l’atome restant inchangé. Nous
supposons que le champ longitudinal au fond du piège est suffisant pour que le
spin atomique soit toujours aligné avec ce champ. Nous allons calculer les contri-
butions des fluctuations du champ longitudinal et celles du champ transverse.

Les fluctuations spatiales du champ longitudinal le long du piège couplent
les différents états vibrationnels entre eux. Le calcul du taux de couplage fait
donc intervenir la fonction d’autocorrélation spatiale et temporelle du champ. Le
calcul est analogue au calcul perturbatif développé précédemment pour le calcul
du taux de pertes et nous obtenons [106]

Γ0→1 =
µ2

B

!2

∫

ψ0(r) ψ∗
1(r) ψ∗

0(r
′) ψ1(r

′) Sz,z(r, r
′, ωvib) dr dr′ (4.39)

Sz,z(r, r
′, ω) =

∫

e−iωτ 〈Bz(r, τ) Bz(r
′, 0)〉B dτ (4.40)

où ψ0(r) est la fonction d’onde de l’atome dans l’état fondamental et ψ1(r) la
fonction d’onde du premier état excité. La fonction d’autocorrélation est prise
à la fréquence ωvib qui correspond à la fréquence du piège selon l’axe sur lequel
on souhaite calculer le chauffage. La référence [108] montre que la longueur de
corrélation des fluctuations du champ est typiquement égale à h la distance du
piège à la surface, c’est à dire beaucoup plus grande que la taille caractéristique a
de l’état fondamental. Dans ce cas l’intégrale de recouvrement précédente donne

Γ0→1 ≃
µ2

B

!2

a

l2c
Sz,z(ωvib) (4.41)

Les fréquences pertinentes sont toujours faibles et l’épaisseur de peau associée
est toujours grande devant h, nous pouvons donc négliger le terme en δ/h dans
la densité spectrale Sz,z(ωvib). Le taux de chauffage exprimé en K.s−1 est donc
donné par

Γc =
! ωvib

kB

Γ0→1 ≃
µ2

B µ2
0 T

32 π ρ m h3
. (4.42)

Le résultat obtenu est indépendant de la fréquence d’oscillation et à une hauteur
de 100 µm nous obtenons un chauffage de 0,1 pK.s−1 ce qui est faible.

Une variation δB du champ magnétique transverse entrâıne un déplacement
δx = δB/B0 × h de la hauteur du piège. Le taux de chauffage associé à ce
déplacement est calculé dans la référence [126], avec nos notations nous obtenons

Γc =
m ω4

vib

2 kB

h2

B2
0

(Sx,x(ωvib) + Sy,y(ωvib)) ≃
m µ2

0 T ω4
vib

32 π ρ B2
0

h (4.43)
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Ce taux de chauffage augmente rapidement avec la fréquence d’oscillation. Pour
une fréquence de 1 kHz, une hauteur de 100 µm et un champ B0 de 40 G (pa-
ramètres typiques de notre expérience), nous obtenons un taux de chauffage de
0,3pK.s−1 ce qui est également très faible. Notons enfin que le taux de chauffage
par chauffage paramétrique est complètement négligeable par rapport aux deux
phénomènes que nous venons de calculer.

4.4.3 Comparaison avec les taux dus au bruit technique

Les expressions obtenues précédemment nous permettent de calculer les taux
de chauffage et de perte pour n’importe quelle source de bruit électromagnétique.
Il et donc intéressant de comparer l’intensité de la source de bruit intrinsèque dû
aux fluctuations thermiques aux éventuelles sources de bruit d’origine techniques.
Nous pouvons ainsi calculer quelle est la qualité à exiger des sources de courant
qui alimentent les fils de la puce pour ne pas être limité par le bruit technique.

Nous supposons que le spectre de bruit en courant de l’alimentation est donné
par SI . Le spectre des fluctuations de champ est relié au spectre des fluctuations
de courant par

SB(ω) =
µ2

0

4 π2 h2
SI(ω) (4.44)

Pour avoir un ordre de grandeur du bruit il est commode de comparer le bruit de
l’alimentation au bruit de grenaille qui est égal à e I et vaut 0,16 nA2.Hz−1×I/A.
Pour un circuit continu (c’est-à-dire où les électrons ne se propagent que dans
des fils et jamais dans l’espace libre), ce bruit n’a pas de signification physique
particulière mais nous savons qu’une bonne alimentation de courant a un bruit
inférieur ou du même ordre que le bruit de grenaille.

Pour une hauteur donnée, nous nous plaçons dans la situation de confinement
maximum, c’est-à-dire que le courant dans le fil est donnée par l’expression du
courant maximal que l’on peut faire passer dans un fil carré de taille caractéris-
tique égale à la hauteur. Nous supposons ensuite que l’alimentation a un bruit
égal au bruit de grenaille. Nous obtenons alors la courbe tracée sur la figure 4.11.
Nous voyons que la densité spectrale due au bruit de l’alimentation croise la den-
sité spectrale due aux fluctuations thermiques pour une hauteur de 100 µm. Pour
des hauteurs inférieures, le bruit thermique domine tandis que pour des hauteurs
plus grandes le bruit de de l’alimentation est plus important. Dans les régimes où
nous travaillons habituellement, c’est-à-dire pour des hauteurs comprises entre
quelques microns et quelques centaines de microns, il est donc possible que nous
soyons limités par le bruit thermique.

La référence [84] a confirmé qu’il est possible de s’affranchir du bruit technique
des alimentations et de le rendre négligeable devant les fluctuations thermiques
du champ magnétique en faisant très attention à la qualité des alimentations et
surtout au blindage des connexions à la puce qui semble particulièrement critique.
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Fig. 4.11 – Comparaison des densités spectrales des fluctuations de champ
magnétique dues au bruit thermique (pointillés) et au bruit de l’alimentation
(trait plein). Pour fixer les idées, nous avons supposé que le bruit de l’alimentation
est donné par le bruit de grenaille et que le courant utilisé est le courant maximal
utilisable dans un fil de taille caractéristique égal à la hauteur du piège. Pour des
distances à la surface inférieures à 100 µm, le bruit thermique domine.

4.5 Conclusion

Nous avons montré dans ce chapitre l’intérêt d’explorer les possibilités offertes
par les techniques de micro fabrication pour la réalisation de pièges atomiques.
Nous avons vu que la miniaturisation des éléments constituant la puce permet
d’augmenter le gradient de champ magnétique et donc le confinement dans le
piège. Ce comportement n’était a priori pas évident puisque la longueur ca-
ractéristique de variation du champ magnétique mais également son amplitude
diminuent lorsque la taille des fils est réduite.

Nous avons détaillé la réalisation d’un piège quadrupolaire et d’un piège de
Ioffe sur une puce. Le piège de Ioffe se caractérise par sa forte anisotropie et son
très fort confinement radial. Des fréquences de piégeage transverse de l’ordre de
plusieurs kHz sont facilement accessibles avec des fils ayant une taille caractéris-
tique de l’ordre de 10 µm.

Enfin nous avons calculé les taux de perte et de chauffage induits par les
fluctuations du champ électromagnétique rayonné par les éléments métalliques
constituant la puce. Ces taux deviennent non négligeables lorsque le micro piège
est situé à des distance de l’ordre du micromètre au-dessus de la surface. Ce
résultat est bien sûr à tempérer suivant l’expérience que l’on souhaite réaliser.



C H A P I T R E 5

Obtention d’un condensat de
Bose-Einstein sur une puce
atomique

L’obtention d’un condensat de Bose-Einstein sur une puce atomique repré-
sente la première étape vers la réalisation de systèmes intégrés permettant de
manipuler une onde de matière cohérente. La condensation dans un micro piège
a été observée pour la première fois par l’équipe de J. Reichel en 2001 [89] puis
peu de temps après par l’équipe de C. Zimmermann [90]. Depuis de nombreuses
autres équipes ont réussi à obtenir un condensat sur une puce soit en le pro-
duisant directement sur la puce soit en le transférant depuis un piège tradition-
nel [98, 91, 84, 127, 95]. Notre équipe a choisi de produire le condensat directe-
ment sur la puce et nous avons obtenu notre premier condensat en mars 2003.
Les méthodes utilisées pour obtenir le condensat dans un micro piège sont tout
à fait analogues à celles d’une expérience traditionnelle. Nous utilisons un piège
magnéto-optique, puis une mélasse optique, et une étape de pompage optique
pour obtenir un maximum d’atomes dans le micro piège magnétique. Le piège
est ensuite comprimé pour permettre un refroidissement évaporatif efficace du
nuage atomique. Cependant certaines de ces techniques doivent être adaptées du
fait de l’utilisation d’une puce atomique.

Nous présenterons donc les différentes étapes d’obtention du condensat en
mettant en avant les spécificités propres aux expériences utilisant un micro piège
près d’une surface. Nous verrons en particulier comment adapter le schéma du
piège magnéto-optique pour obtenir un piège magnéto-optique à la surface de la
puce malgré l’accès optique réduit [81]. Nous montrerons également que l’impor-
tant confinement dans le micro piège permet de diminuer la durée de la phase de
refroidissement évaporatif à seulement quelques secondes. Notre montage nous
permet ainsi d’obtenir un condensat avec certes un nombre d’atomes réduit (en-
viron 3000) mais dans un temps relativement court (15 s). Nous présenterons
quelques résultats de caractérisation du condensat et nous verrons en particulier
que l’approximation de Thomas-Fermi utilisée habituellement n’est pas tout à fait
valable. Nous verrons comment l’adapter pour obtenir correctement l’évolution
du profil du condensat en temps de vol.

Enfin nous présenterons les techniques expérimentales que nous utilisons comme
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outils de diagnostic sur l’expérience. Nous présenterons la technique d’imagerie
par absorption du nuage atomique, deux méthodes de mesure des fréquences du
piège magnétique et une technique de compensation des champs magnétiques par
effet Hanle.

5.1 Description sommaire du dispositif expéri-

mental

Pour faciliter la compréhension du contenu de ce chapitre, nous allons don-
ner une brève description de notre montage expérimental. Une description plus
complète incluant tous les aspects techniques du montage est donnée au chapitre
suivant.

La puce est placée au centre d’une enceinte cubique en inox munie d’une ou-
verture CF35 sur chaque face (voir figure 5.1). La surface de la puce est orientée
vers le bas et est inclinée à 45̊ par rapport à la verticale. Nous avons schématisé le
fil en U et le fil en Z à la surface de la puce. Dans la réalité ces fils ne sont pas vi-
sibles car la puce est recouverte d’une couche isolante sur laquelle est déposée une
couche d’or qui nous permet de réfléchir les faisceaux du piège magnéto-optique.
L’accès optique se fait par quatre hublots, les chemins optiques des différents
faisceaux utilisés au cours de l’expérience sont indiqués sur la figure 5.1. Nous
avons également représenté la paire de bobines en configuration anti-Helmholtz
que nous utilisons au début de la séquence expérimentale. Les diverses bobines
qui nous permettent d’obtenir un champ uniforme au niveau de la puce ne sont
pas dessinées pour plus de clarté. Nous appelons B0 le champ parallèle à la sur-
face de la puce et nous désignons par Bx,By et Bz les composantes du champ qui
peuvent s’ajouter au champ B0. Enfin nous utilisons un filament chauffant placé
juste au-dessus de la puce comme source de rubidium dans l’enceinte.

5.2 Chargement du micro piège magnétique

Nous allons décrire dans cette partie les différentes étapes nécessaires à l’ob-
tention d’un nombre suffisant d’atomes dans le micro piège magnétique pour
pouvoir ensuite atteindre la condensation de Bose-Einstein par refroidissement
évaporatif.

5.2.1 Piège magnéto-optique de surface

Comme dans (presque) toute expérience de condensation de Bose-Einstein,
nous commençons par collecter les atomes dans un piège magnéto-optique. Ce
piège dissipatif permet d’obtenir à partir d’une vapeur un grand nombre d’atomes
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1 : Faisceaux piège et repompeur
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Fig. 5.1 – Schéma descriptif du système expérimental. La puce est située au
centre d’une enceinte à vide cubique de 7 cm de côté. Les accès optique sont
au nombre de quatre, les passages des différents faisceaux sont indiqués. Nous
voyons également la disposition des fils sur la puce, le filament (« dispenser »)
qui permet d’augmenter la pression de rubidium dans l’enceinte et les bobines en
anti-Helmholtz pour la première étape de piège magnéto-optique.

à une température correspondant à quelques énergies de recul. La géométrie des
champs et des faisceaux utilisés pour obtenir le piège magnéto-optique (PMO)
est indiquée sur la figure 5.2. La présence de la puce et de son support limite
l’accès optique et nous ne pouvons pas utiliser la configuration habituelle de
six faisceaux contrapropageants. Nous utilisons donc la surface de la puce pour
réfléchir deux faisceaux à 45̊ [81] afin d’obtenir dans la zone d’intersection des
faisceaux directs et réfléchis l’équivalent de six faisceaux contrapropageants.

Pour attirer les atomes vers le zéro de champ magnétique, la polarisation
des faisceaux doit être bien choisie. Le faisceau doit être polarisé circulairement
gauche (droit) si son vecteur d’onde est parallèle (antiparallèle) au champ ma-
gnétique dans la région située entre le hublot d’entrée du faisceau et le centre du
piège. L’hélicité d’un faisceau s’inverse lors de sa réflexion sur la puce. On peut
donc se convaincre que la seule configuration permettant d’obtenir trois paires
de faisceaux contrapropageants avec des polarisations permettant d’obtenir un
PMO est celle indiquée sur la figure 5.2. Cette configuration impose les axes du
quadrupôle magnétique indiqués sur la figure.

Nous avons placé la puce sur un support incliné de 45̊ par rapport aux hublots
afin que les faisceaux du PMO soient perpendiculaires aux hublots de l’enceinte
à vide. Nous utilisons ainsi au mieux l’accès optique de notre enceinte.
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Fig. 5.2 – Principe du piège magnéto-optique de surface. Nous avons indiqué la
direction des lignes de champ du quadrupôle ainsi que l’hélicité et la polarisation
des faisceaux. Les axes de quantification pour chaque direction sont indiqués en
haut à gauche de chaque figure. L’autre possibilité qui consisterait à réfléchir
un seul faisceau en incidence normale sur la surface ne peut fonctionner car le
faisceau réfléchi serait mal polarisé.

5.2.2 Nécessité de l’utilisation de deux pièges magnéto-

optiques

Nous piégeons les atomes successivement dans deux PMO de surface avant
de charger le piège magnétique. Le premier piège de fort volume est obtenu avec
un gradient de champ magnétique créé par deux bobines en configuration anti-
Helmholtz placées autour de la cellule (voir figure 5.1). Ce piège est transféré vers
un deuxième PMO de surface plus petit. Dans ce deuxième piège le gradient de
champ magnétique est créé par le fil en U sur la puce et le champ uniforme B0.
Cette technique de double piège a été utilisée pour la première fois sur une puce
par J. Reichel [81]. Nous allons décrire ces deux pièges et montrer la nécessité de
chacun d’eux.

5.2.2.1 Piège magnéto-optique externe, utilisation du « dispenser »

Le gradient de champ magnétique dans le premier PMO est créé par deux bo-
bines en configuration anti-Helmholtz (voir figure 5.1). Nous utilisons un gradient
d’environ 30 G.cm−1 sur l’axe des bobines. Pour charger le piège, nous augmen-
tons au début de la séquence la pression de rubidium en chauffant un filament sur
lequel est adsorbé du rubidium. Nous gardons ensuite les atomes dans ce premier
PMO pour attendre que la pression de rubidium redescende avant de poursuivre
l’expérience afin que les pertes dans le piège magnétique par collision avec le gaz
résiduel ne soient pas trop importantes. L’évolution de la pression de rubidium
au cours de l’expérience est schématisée sur la figure 5.3. Pendant le temps tON
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où le filament chauffant est allumé la pression augmente dans l’enceinte jusqu’à
une valeur Pi, elle diminue ensuite exponentiellement pendant un temps tOFF

jusqu’à une valeur Pf = Pi exp(−tOFF/τ) où τ est le temps caractéristique de
décroissance de la pression. Nous estimons τ = 7 s par des mesures de durée
de vie dans le piège magnétique après différents temps d’attente dans le premier
PMO. Nous cherchons à optimiser les valeurs de tON et du temps d’attente dans
le PMO pour obtenir un nombre important d’atomes dans le PMO puis dans le
piège magnétique avec une durée de vie satisfaisante dans le piège magnétique.

tON = 2.6 s tOFF = 13.2 s

Piège

Magnéto-optique (10 s)

Piège

Magnétique (~ 5 s)

Pi

Pf

PRb

t

Délai entre deux cycles (0.8 s)

Fig. 5.3 – Évolution de la pression de rubidium au cours de l’expérience. La
pression augmente pendant un temps tON puis diminue pendant un temps tOFF

avec une constante de temps d’environ 7 s.

Nous avons intérêt à ce que la pression initiale Pi ne dépasse pas la pression
pour laquelle le nombre d’atomes dans le PMO sature. Nous rappelons en ef-
fet qu’en régime stationnaire le nombre d’atomes dans un PMO est donné par
APi/(B Pi + C P0) où A,B et C sont des constantes et où P0 est la pression rési-
duelle des autres gaz que le rubidium. La courbe qui donne le nombre d’atomes
dans le PMO en fonction de tON est tracée sur la figure 5.4. Nous avons choisi
de nous placer à tON = 2, 4 s. Nous avons ensuite mesuré la durée de vie dans
le piège magnétique pour différents temps d’attente dans le PMO. Nous avons
choisi d’avoir une durée de vie d’environ 10 s, ce qui correspond à un temps d’at-
tente dans le PMO d’environ 13 s, soit un temps total tOFF égal à environ 19 s.
Nous indiquons ici des temps typiques mais d’autres couples de paramètres tON

et tOFF permettent d’obtenir un condensat. Par exemple nous avons récemment
rallongé tON à 3,6 s et tOFF à 18,4 s et nous obtenons ainsi un peu plus d’atomes
dans le condensat.

Il est crucial de s’assurer que les temps tON et tOFF restent constants au cours
des séquences qui se succèdent afin de se placer toujours dans les mêmes condi-
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tions de pression pour obtenir des données expérimentales cohérentes en nombre
d’atomes, durée de vie ... Si certaines durées sont modifiées dans la séquence,
comme par exemple la durée du piège magnétique, le programme informatique
de gestion de l’expérience ajuste un temps mort en fin de séquence pour garantir
la stabilité du cycle. Entre deux acquisitions de séries de données nous continuons
à allumer le dispenser avec le même rapport cyclique pour conserver la stabilité
du cycle et ne pas fausser les premiers points de mesure de la série de données
suivante. Il faut environ 10 cycles pour atteindre le régime stationnaire.
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Fig. 5.4 – Nombre d’atomes dans le PMO en fonction de ton. Nous choisissons
un point de fonctionnement tel que le nombre d’atomes dans le PMO ne soit
pas saturé afin de ne pas augmenter inutilement la pression de rubidium dans
l’enceinte.

5.2.2.2 Piège magnéto-optique sur la puce

Le gradient de champ magnétique dans le deuxième PMO est créé par un
courant dans le fil en U et le champ uniforme B0 (voir chapitre 4 et figure 5.1).
Nous transférons le premier piège vers le deuxième en coupant le courant dans les
bobines du premier PMO et en établissant brutalement le courant dans le fil en
U et le champ B0. Le nombre d’atomes dans le deuxième piège est optimisé par
une coupure et un établissement brutal des champs magnétiques et non par un
passage adiabatique. La position du premier piège est un paramètre important
pour optimiser le transfert des atomes. Nous déplaçons le centre du premier PMO
en ajoutant un champ uniforme au champ quadrupolaire. Après optimisation, le
centre du premier piège est situé à environ 1 mm de la surface de la puce. Une
étude détaillée du transfert entre les deux pièges est réalisée dans la thèse de
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C. Aussibal [120].

Ce deuxième piège est beaucoup moins efficace que le premier : son volume
de capture est faible et la durée de vie dans ce piège est inférieure à 100 ms pour
des raisons qui nous sont inconnues. Le volume de capture est faible car l’étendue
spatiale sur laquelle le champ est quadrupolaire est au mieux de l’ordre de la taille
du U soit 3 mm. C’est l’argument principal pour lequel il est nécessaire d’utiliser
un premier piège magnéto-optique macroscopique. Il est également impossible
d’utiliser le second piège pour attendre que la pression redescende à cause de la
faible durée de vie dans ce piège.

Cependant malgré ses inconvénients, ce second piège nous est indispensable
pour nous approcher de la surface et préparer le chargement du piège magnétique.
Nous verrons par la suite que la hauteur maximale à laquelle il est possible de
charger le micro piège magnétique est d’environ 500 µm. Or il est impossible
d’approcher le premier piège à une telle distance de la surface sans perdre presque
tous les atomes. L’avantage du fil en U est, comme nous allons le voir, que
le gradient de champ peut être plus important que celui créé par les bobines
externes. La taille transverse du PMO est donc plus petite et nous pouvons
l’approcher plus près de la surface.

L’étape de PMO de surface est elle-même décomposée en deux étapes (voir
figure 5.5). Nous utilisons au début les paramètres (I = 4 A, B0 =4,2 G) puis
les paramètres (I = 2 A, B0 = 4, 2 G). Le premier jeu de paramètre optimise le
transfert à partir du premier PMO. Le deuxième jeu nous permet d’obtenir un
gradient transverse important de 80 G.cm−1 et de pouvoir rapprocher le piège de
la surface pour ensuite charger le piège magnétique. Le transfert entre ces deux
pièges est adiabatique (voir figure 5.5). Nous obtenons environ 2 × 107 atomes
à une température de 140 µK dans le dernier PMO. Le nombre d’atomes à ce
stade de l’expérience est faible par rapport à ce que l’on peut obtenir à partir
d’un piège magnéto-optique traditionnel mais est comparable à ce qui est obtenu
sur l’expérience similaire de J. Reichel [89]. Le piège magnéto-optique avec un fil
en U est sans aucun doute peu performant. Nous pensons que la proximité de
la surface est le facteur limitant. Une version améliorée est utilisée dans l’équipe
de J. Schmiedmayer, le fil en U est remplacé par un ruban de cuivre placé sous
la puce et parcouru par un très fort courant [128]. Cette technique leur permet
d’obtenir environ 3 × 108 atomes dans le PMO.

5.2.3 Mélasse optique

Pour diminuer la température du nuage avant le chargement dans le piège
magnétique nous utilisons une étape de mélasse optique [129]. Pour cela nous
diminuons progressivement le gradient de champ magnétique tout en augmen-
tant le désaccord des faisceaux pièges comme le montre le chronograme de la
figure 5.5. Pendant le même temps nous ajoutons un petit champ magnétique
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Fig. 5.5 – Déroulement de la phase de piège magnéto-optique. Les atomes sont
capturés dans un premier PMO puis transférés dans un deuxième plus proche
de la surface. Ce deuxième PMO est comprimé et rapproché de la surface en
diminuant le courant dans le fil en U pour optimiser le chargement du piège
magnétique. Cette phase se termine par une phase de mélasse optique, nous
diminuons progressivement le gradient de champ magnétique tout en augmentant
le désaccord des faisceaux pièges.

uniforme. En théorie, pour obtenir un refroidissement sub-Doppler efficace, le
champ magnétique doit être aussi proche que possible de zéro [130, 131]. Ce-
pendant nous connaissons par une autre méthode (voir paragraphe 5.5.4) les
courants à appliquer dans nos bobines pour compenser le champ magnétique, et
cette configuration ne correspond pas à l’optimum du chargement dans le piège
magnétique. Nous supposons que le champ résiduel que nous appliquons pendant
la mélasse permet soit de compenser un déséquilibre de l’intensité des faisceaux
(que nous avons pourtant réglé avec précaution) soit de donner une légère im-
pulsion aux atomes qui est ensuite compensée lors de l’établissement du piège
magnétique. Une étude détaillée de l’optimisation des paramètres de la mélasse
se trouve dans la thèse de C. Aussibal [120]. La température du nuage après
l’étape de mélasse est d’environ 40 µK.

5.2.4 Pompage optique

Nous voulons piéger les atomes dans le sous-niveau |F = 2, mF = 2〉 qui est
l’état piégeant de plus fort moment magnétique. Pomper les atomes dans l’état
F = 2 est facile, il suffit de laisser allumé le faisceau repompeur quelques centaines



5.2 Chargement du micro piège magnétique 113

de microsecondes après l’extinction des faisceaux pièges. Le pompage dans le
sous-niveau Zeeman mF = 2 est plus délicat et nécessite un faisceau spécifique.
A la fin de la phase de mélasse optique, nous appliquons un champ directeur Bz

puis nous allumons pendant un bref instant (typiquement 50 µs) un faisceau de
pompage optique polarisé σ+ et résonnant avec la transition F = 2 → F ′ = 2.
Le principe du pompage optique est illustré sur la figure 5.6. Quelques photons
par atome suffisent pour amener l’atome dans l’état noir |F = 2, mF = 2〉. Pour
que cet état soit noir, il faut que la polarisation du faisceau de pompage soit
parfaitement circulaire et que le champ magnétique directeur soit suffisamment
grand, nous reviendrons en détail sur cette condition au paragraphe 5.5.4.

L’optimisation des paramètres de pompage optique nous permet de gagner
un facteur 2,3 en nombre d’atomes dans le piège magnétique par rapport à une
séquence sans pompage optique. Nous sommes assez loin du facteur théorique
de 51, nous pensons que cette différence est principalement due à l’expansion du
nuage pendant la durée de le phase de pompage optique. Nous devons en effet
attendre un temps de 0,5 ms pour que le champ directeur s’établisse. Ce temps
d’attente augmente la taille du nuage à transférer dans le piège magnétique et
donc l’énergie potentielle des atomes transférés. La profondeur du potentiel de
piégeage étant limitée, le nombre d’atomes transférés est réduit. La diffusion des
photons lors du pompage augmente également l’énergie des atomes et accentue
le phénomène.

5.2.5 Chargement du piège magnétique

Les atomes sont maintenant prêts à être transférés dans le piège magnétique
créé par le fil en Z et le champ uniforme B0. Pour que le chargement soit efficace,
il faut que le rapport η entre la profondeur du piège et la température du nuage
à charger soit suffisamment grand. Un rapport de l’ordre de 10 est suffisant [132].
La température du nuage à prendre en compte n’est pas la température initiale
du nuage mais sa température après allumage du piège. En effet comme nous
l’avons mentionné au paragraphe précédent, les atomes acquièrent de l’énergie
potentielle lorsque le potentiel magnétique s’établit. Nous devons donc essayer de
transférer les atomes dans un potentiel peu confinant, profond et dont le centre
correspond à la position initiale du nuage. Nous avons également intérêt à ce que
la position initiale du nuage et du piège soient le plus loin de la surface afin de
maximiser le nombre d’atomes dans le deuxième PMO. Il est clair que ces condi-
tions impliquent d’utiliser un courant dans le fil en Z le plus grand possible, soit
2 A pour notre fil. L’optimisation du chargement est ensuite obtenue par une ité-
ration pour obtenir le bon compromis entre profondeur du piège, confinement et
distance à la surface. En effet un champ B0 intense permet d’avoir un piège pro-

1En l’absence de pompage optique, nous attendons une répartition uniforme des atomes
dans les 5 sous-niveaux Zeeman du niveau F = 2.
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Fig. 5.6 – Principe du pompage optique vers l’état |F = 2, mF = 2〉. Le champ
directeur lève la dégénérescence entre les différents sous-niveaux Zeeman. Après
absorption de quelques photons du faisceau pompe et du faisceau repompeur,
les atomes sont pompés dans l’état final qui est un état noir pour les deux fais-
ceaux. Les faisceaux sont contrapropageants pour minimiser l’effet de recul sur
les atomes.

fond mais confiné et proche de la surface. Cette itération est fastidieuse puisque
le choix d’une nouvelle valeur de B0 exige une optimisation des paramètres du
deuxième PMO afin d’ajuster sa position à la position du piège magnétique.
Cette optimisation est discutée plus en détail dans la thèse de C. Aussibal [120].
Nous utilisons finalement un champ de 8 G qui permet d’avoir un piège à envi-
ron 500 µm de la surface avec un profondeur d’environ 500 µK. Nous obtenons
dans ce piège environ 4 × 106 atomes (soit 16% du nombre d’atomes dans le
PMO) à une température de 40 µK. La figure 5.7 présente une image du nuage
dans le piège. Le nuage s’étale hors de la zone où le développement semi-linéaire
du potentiel donné au chapitre précédent est valable ce qui explique sa forme
particulière. Enfin notons qu’en allumant le piège magnétique, nous ajoutons un
champ longitudinal Bz d’une valeur de 3 G pour éliminer les pertes par spin-flip
(pertes de Majorana et pertes dues à un bruit technique à environ 2 MHz présent
dans la pièce).

5.3 Obtention du condensat par refroidissement

évaporatif

Nous allons maintenant décrire comment nous obtenons un condensat de
Bose-Einstein dans le piège magnétique par refroidissement évaporatif. Aupa-
ravant nous rappellerons rapidement quelques résultats élémentaires sur le phé-
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250 µm

Fig. 5.7 – Image en absorption du nuage dans le piège magnétique initial après
0,1 ms de temps de vol. Nous voyons que le nuage s’étale hors de la zone où le
potentiel est décrit par un potentiel semi-linéaire.

nomène de condensation de Bose-Einstein. Nous allons en particulier montrer que
le paramètre important à optimiser pour l’expérimentateur est la densité dans
l’espace des phases et que le condensat apparâıt lorsque la densité dans l’espace
des phases divisée par !

3 est de l’ordre de l’unité. Pour une description plus dé-
taillée des condensats nous renvoyons le lecteur aux articles de revue [133, 134]
et aux cours [135, 136, 137].

5.3.1 Condensation d’un gaz idéal de bosons dans un piège

harmonique

Considérons un gaz de bosons sans interaction dans un piège harmonique
V (r) caractérisé par les fréquences ωx, ωy et ωz et sa fréquence moyenne ω̄ =
(ωx ωy ωz)

1/3. Nous nous plaçons dans l’ensemble grand canonique. Le nombre
d’occupation dans un état d’énergie E est donné par la statistique de Bose et le
nombre d’atomes ayant une énergie comprise entre E et E + dE s’écrit

n(E) dE =
1

eβ(E−µ) − 1
ρ(E) dE (5.1)

où µ est le potentiel chimique du gaz et ρ(E) la densité d’états du piège. Pour
un piège harmonique la densité d’états est donnée par ρ(E) = E2/(2 !

3 ω̄3).Nous
avons choisi comme référence l’énergie de l’état fondamental que nous posons
égale à 0. Le nombre d’atomes dans les états excités est donné par

∫ ∞

0

n(E) dE =

∫ ∞

0

1

2 (! ω̄)3
× E2

eβ(E−µ) − 1
dE =

(kB T )3

(! ω̄)3
g3

(

eβ µ
)

(5.2)
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où la fonction g3 est la fonction de Bose définie par gα(z) =
∑∞

n=1
zn

nα . L’expression
précédente ne comptabilise pas les atomes dans l’état fondamental puisque la
densité d’état s’annule en E = 0. Nous avons remplacé la somme sur les niveaux
discrets du piège par une intégrale sur la densité d’états, cette approximation est
valable pour une température suffisamment élevée kB T ≫ ! ωi.

Le potentiel chimique est nécessairement négatif, sinon la quantité n(E) di-
verge ce qui n’est pas physique. Par conséquent la fugacité exp(β µ) est comprise
entre 0 et 1. Or sur l’intervalle [0, 1], la fonction g3(z) est croissante et atteint
une valeur maximale approximativement égale à 1,202 en z=1. Par conséquent,
pour une température fixée lorsque le nombre d’atomes augmente, le potentiel
chimique augmente et s’approche de zéro. La fugacité tend alors vers 1 et la
population dans les états excités sature à la valeur (kB T )3/(! ω̄)3 × g3(1). Les
atomes surnuméraires s’accumulent dans l’état fondamental, c’est le phénomène
de condensation de Bose-Einstein.

Si maintenant nous fixons le nombre d’atomes, nous voyons que cette transi-
tion se produit pour une température inférieure à la température critique définie
par

N =
(kB Tc)

3

(! ω̄3)
g3(1) ≃ (kB Tc)

3

(! ω̄)3
× 1, 202 (5.3)

Si N est grand, l’énergie kB Tc est grande devant l’écart entre les niveaux ! ωi ce
qui justifie l’hypothèse de calcul que nous avons faite précédemment pour calculer
la population dans les états excités2. Nous allons réécrire la condition précédente
pour faire apparâıtre la densité dans l’espace des phases. La densité spatiale d’un
gaz de Bose idéal est donnée par [136]

n(r) =
1

λ3
dB

g3/2

(

e−β(V (r)−µ)
)

(5.4)

où λdB =
√

2 π !2/(m kB T ) est la longueur d’onde de de Broglie thermique des
atomes. Lorsque le gaz approche le seuil de condensation, le potentiel chimique
tend vers zéro et nous obtenons donc l’expression suivante pour la densité au
centre du piège

n(0) =
g3/2(1)

λ3
dB

(5.5)

Cette relation se récrit n(0) λ3
dB ≃ 2, 612 et montre que le seuil de condensation

est atteint lorsque la densité dans l’espace des phases est de l’ordre de !
3 ou

bien, ce qui est équivalent, lorsque la distance entre particules est de l’ordre de
la longueur d’onde de de Broglie.

2Il faut également rajouter l’hypothèse que le piège ne soit pas trop anisotrope, sinon la
condition kB Tc ≫ ! ω̄ n’entrâıne pas forcément kB Tc ≫ ! ωi pour i = x, y, z. Nous verrons
dans le dernier chapitre une situation où cette condition n’est pas vérifiée.
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5.3.2 Refroidissement évaporatif

Expérimentalement l’augmentation de la densité dans l’espace des phases est
obtenue par refroidissement évaporatif. Cette technique a été proposée en 1986
par Hess comme technique de refroidissement d’un échantillon d’atomes piégés
dans un potentiel conservatif [138] et est utilisée dans toutes les expériences de
condensation de Bose-Einstein. Elle consiste à tronquer le potentiel de piégeage
à une énergie correspondant à quelques fois la température de l’échantillon afin
d’éliminer les atomes les plus énergétiques. Pour tronquer le potentiel magnétique
nous utilisons un champ magnétique oscillant qui bascule le spin des atomes à
résonance vers un état anti-piégeant [139]. Les atomes restant rethermalisent
par collision élastique à une température inférieure à la température initiale. On
montre que, dans un piège harmonique, le rapport entre le nombre final et initial
d’atomes est relié au rapport entre la température finale et initiale par

Nf

Ni

=

(

Tf

Ti

)(η−2)/3

(5.6)

où η est le rapport entre l’énergie de troncature et l’énergie thermique kB T . Nous
voyons que plus ce rapport est grand et plus le processus est efficace, c’est-à-dire
que le gain en température est important pour une faible perte d’atomes. Plus
précisément on montre, toujours dans un piège harmonique, que le paramètre de
dégénérescence n(0) λ3

dB augmente après la troncature du piège si η est supérieur
à 3.

Pour poursuivre le refroidissement de l’échantillon il faut diminuer l’énergie
de troncature. Le temps typique de retour à l’équilibre après troncature dépend
du taux de collision élastique et de la valeur de η. Si η est grand devant 1, on
montre qu’il est donné par Γev = η e−η Γel où Γel est le taux de collision élas-
tique [140]. Pour garder le rapport η constant et forcer l’évaporation, il faut
diminuer l’énergie de troncature à un taux Γev. Nous voyons donc que plus η est
grand, plus le refroidissement va être efficace mais plus il va prendre de temps.
Or la durée de vie τ des atomes dans le piège magnétique est limitée par les
collisions avec le gaz résiduel dans l’enceinte à vide. Il faut donc faire un compro-
mis entre efficacité du refroidissement évaporatif qui augmente la densité dans
l’espace des phases et les pertes dues au gaz résiduel qui la diminuent. Nous
voyons donc que le taux de collision élastique est un paramètre déterminant du
refroidissement évaporatif. Pour une durée de vie donnée, plus celui-ci est élevé
plus η peut être choisi grand et plus le refroidissement évaporatif est efficace. On
montre que si le taux de collision élastique initial est supérieur à 300 fois le taux
de perte dans le piège, il est possible en gardant η constant et à peu près égal à 7
d’obtenir une divergence du taux de collision élastique et du paramètre de dégé-
nérescence. Ce régime appelé régime d’emballement permet d’atteindre le seuil
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de condensation3. Nous retiendrons que le phénomène de refroidissement évapo-
ratif est gouverné par la valeur du paramètre Γel τ et que c’est un phénomène
fortement non-linéaire, une faible augmentation de ce paramètre peut permettre
de basculer vers le régime d’emballement. Une étude détaillée de l’évolution des
grandeurs thermodynamiques du gaz lors du refroidissement évaporatif peut être
trouvée dans les références [140, 117].

5.3.3 Mise en oeuvre expérimentale

5.3.3.1 Compression du piège magnétique

Pour obtenir un taux de collision initial important nous comprimons le piège
magnétique en augmentant la valeur du champ B0 jusqu’à 40 G. Nous utili-
sons une rampe de 300 ms pour comprimer le piège adiabatiquement. Nous vé-
rifions que la compression est adiabatique en comparant la température finale
des atomes après un cycle de compression/décompression par rapport à la tem-
pérature initiale. Il nous est difficile de mesurer la température du nuage dans
le piège comprimé (voir le paragraphe 5.5.1 consacré à l’imagerie). Pour estimer
cette température nous supposons donc que la compression du piège est adiaba-
tique et que le piège magnétique est décrit par un piège semi-linéaire. Le piège
final (B0 = 40 G, I = 2 A, Bz = 3 G) et le piège initial (B0 = 8 G, I = 2 A,
Bz = 3 G) diffèrent surtout par leur gradient, les variations du biais et de la
courbure longitudinale sont négligeables. Le calcul de l’augmentation de tempé-
rature lors de la compression du piège dans l’approximation adiabatique est un
peu technique et est donné en annexe. En ne considérant que la variation de gra-
dient entre le piège initial et le piège final, nous obtenons la formule approchée
suivante

Tf

Ti

≃ Bf
0

Bi
0

× 1, 3 (5.7)

La température initiale du piège est mesurée à 50 µK par temps de vol. Nous en
déduisons donc une température d’environ 325 µK dans le piège comprimé. Nous
en déduisons un taux de collision élastique de 50 s−1. La durée de vie mesurée
dans le piège magnétique est de 10 s, ces paramètres doivent donc nous permettre
un refroidissement évaporatif efficace.

5.3.3.2 Rampe radio-fréquence

Nous tronquons le piège magnétique à l’aide d’un couteau radio-fréquence [139].
On montre que pour garder un rapport η constant, il faut diminuer la fréquence
du couteau exponentiellement avec le temps au cours de l’évaporation. Nous

3Notons qu’il est possible d’obtenir un condensat sans pour autant être dans ce régime, mais
le processus est beaucoup moins efficace.
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utilisons donc initialement une rampe linéaire par morceau reproduisant une ex-
ponentielle. Puis nous optimisons la durée de chaque segment de rampe pour
maximiser la densité dans l’espace des phases à la fin du segment [141]. La fi-
gure 5.8 présente l’évolution de la fréquence du couteau au cours du temps après
optimisation.

La séquence est compliquée par le fait que nous devons décomprimer le piège
magnétique avant d’atteindre la fin de la rampe radio-fréquence. En effet lorsque
la densité du nuage augmente au cours de l’évaporation, le taux de perte à trois
corps devient important en fin de rampe (3000 s−1) et empêche l’obtention d’un
condensat. Ce phénomène a été remarqué par l’équipe de J. Reichel lors de la
première obtention d’un condensat dans un micro-piège [89] et est discuté en
détail pour notre expérience dans la thèse de C. Aussibal4. Nous maintenons la
fréquence du couteau constante pendant cette décompression mais la profondeur
du piège diminue tout de même car la valeur du biais augmente lorsque nous
décomprimons le piège (voir paragraphe 4.3.2). La pulsation radiale dans le piège
final est de ωr = 2π × 453 Hz et la pulsation longitudinale de ωl = 2π × 14 Hz.

5.3.4 Mesure de la température critique

Lorsque nous diminuons la fréquence finale de la rampe radio-fréquence en
dessous d’une certaine valeur, la température du nuage passe sous la température
critique et nous voyons apparâıtre un condensat au centre du nuage thermique
après temps de vol (voir figure 5.9). En effet le nuage thermique s’étale avec une
vitesse proportionnelle à

√
kB T et le condensat avec une vitesse proportionnelle

à
√

µ. Tant que la température du nuage thermique est telle que kB T ≫ µ, ce qui
est le cas au au voisinage de la température critique, le nuage thermique s’étale
plus rapidement que le condensat.

Nous déterminons la température critique correspondant à l’apparition du
condensat en ajustant le profil du nuage atomique intégré dans deux directions
par une fonction de Bose g2{exp[−r2/(2 σ2

r)]} [142]. La largeur transverse σr

du nuage nous permet de remonter à la température T = m σ2/(kB τ 2) × [1 +
1/(ωr τ)2]−1 où τ est la durée du temps de vol (voir paragraphe 5.5.1). Lorsque
cet ajustement n’est plus satisfaisant au centre du nuage, c’est-à-dire lorsqu’un
condensat commence à apparâıtre, la température mesurée sur le nuage ther-
mique correspond à la température critique. Ce critère est difficile à mettre
en oeuvre, des mesures plus précises sont possibles (voir la référence [143] par
exemple). Mais ici l’objectif est seulement de vérifier que la mesure obtenue
est compatible avec la valeur attendue. Nous mesurons une température de
180±10 nK pour un nombre d’atomes de 2, 5×104. La valeur théorique de la tem-

4Dans une expérience traditionnelle, les fréquences de piégeage sont plus faibles et donc la
densité spatiale moins importante, par conséquent le taux de perte à trois corps reste toujours
faible et il n’est pas nécessaire de décomprimer le piège.
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Fig. 5.8 – Évolution de la fréquence du couteau RF pendant le refroidissement
évaporatif. Nous avons également représenté l’évolution du champ B0. Le champ
augmente pour comprimer le piège et obtenir un taux de collisions élastiques
suffisant. Nous le gardons constant puis le diminuons pour décomprimer le piège
juste avant d’obtenir le condensat afin de ne pas être gêné par les collisions
à trois corps. En diminuant le champ, le fond du piège remonte légèrement et
l’évaporation continue pendant la décompression.

pérature critique en négligeant les interactions est de (N/1, 202)1/3 × (!ω̄/kB) =
189 nK. Cette valeur se situe à la limite de l’intervalle de confiance mais reste
compatible avec celui-ci.

5.4 Caractérisation du condensat : écart au ré-

gime de Thomas-Fermi

Jusqu’à maintenant nous avons négligé les interactions dans notre description
du phénomène de condensation. Cette approche est justifiée jusqu’au voisinage de
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Fig. 5.9 – Observation du passage de la transition de Bose-Einstein en temps de
vol. Le condensat s’étale moins rapidement que le nuage thermique en temps de
vol. La passage de la transition se caractérise donc par l’apparition d’un pic de
densité au centre du nuage thermique. Le temps de vol est de 15 ms. Les axes des
abscisses sont gradués en microns et l’ordonnée en densité optique. La fréquence
finale du couteau RF est diminuée de 10 kHz entre chaque image.

la température critique où la densité du nuage est suffisamment faible pour que
l’énergie d’interaction soit négligeable devant l’énergie cinétique et potentielle des
atomes. Il est par contre nécessaire de prendre en compte les interactions dans
la description du condensat. Encore une fois nous renvoyons le lecteur aux réfé-
rences [133, 134, 135, 136, 137] pour une description plus complète du problème.

A très basse température, la longueur d’onde de de Broglie des atomes est
grande devant la portée du potentiel d’interaction interatomique et seules les
collisions en onde s donnent lieu à un terme d’interaction entre atomes. Le signe
et la valeur du terme d’interaction sont complètement déterminés par la longueur
de diffusion a [137]. Pour ensuite traiter le problème de N bosons en présence
d’interaction, l’approche la plus simple est un traitement en champ moyen des
interactions. Nous supposons que tous les atomes du condensat sont dans le
même état quantique |Ψ〉. La fonction d’onde Ψ(r) est solution de l’équation de
Gross-Pitaevskii [133, 137] :

(

− !
2

2 m
∇2 + V (r) + g |Ψ(r)|2

)

Ψ(r) = µ Ψ(r) (5.8)
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où g = 4 π !
2 a/m caractérise les interactions. La norme de la fonction d’onde

Ψ est égale au nombre d’atomes N dans le condensat. Le terme d’interaction
g |Ψ(r)|2 est égal à g n(r) où n(r) est la densité spatiale dans le condensat. Pour
des interactions faibles, nous retrouvons bien que la fonction d’onde cöıncide avec
le fondamental du piège harmonique et que le potentiel chimique du condensat
est égal à l’énergie du fondamental. La densité au centre est alors donnée par
N/a3

0 où a0 est la taille caractéristique de l’état fondamental de l’oscillateur
harmonique définie par

√

!/(m ω̄). L’énergie d’interaction est alors g N/a3
0. La

condition pour que les interactions soient négligeables s’écrit donc ! ω0 ≫ g N/a3
0.

Cette condition peut se réécrire a0 ≫ N a. La limite inverse N a ≫ a0 est appelée
régime de Thomas-Fermi, la plupart des expériences de condensat sont dans ce
régime où le terme d’interaction domine le terme d’énergie cinétique.

Dans le régime de Thomas-Fermi, le profil du condensat est obtenu à partir
de l’équation (5.8) dans laquelle on néglige le terme d’énergie cinétique. Le profil
de densité du condensat est donc donné par le profil du piège inversé, soit une
parabole inversée pour un piège harmonique. Et le potentiel chimique est égal à
l’énergie d’interaction g n(0). Dans notre expérience, le condensat comporte envi-
ron 2000 atomes, nous obtenons donc N a = 8500 nm. La taille caractéristique de
l’état fondamental de notre piège est de 900 nm. Nous sommes donc plutôt dans
le régime où les interactions dominent le terme d’énergie cinétique mais nous ne
sommes pas profondément dans le régime de Thomas-Fermi comme nous allons
le voir au prochain paragraphe.

5.4.1 Mesure de l’inversion d’ellipticité du condensat au

cours du temps de vol

Une deuxième signature caractéristique du passage de la transition de Bose-
Einstein est l’observation de l’inversion d’ellipticité du nuage condensé au cours
du temps de vol. Pour un nuage thermique la vitesse d’expansion est la même
dans toutes les directions de l’espace, le nuage acquiert donc une forme sphérique
pour des longs temps de vol. Le comportement du condensat est différent. Au
bout d’un temps de l’ordre de la période d’oscillation dans le piège, l’énergie d’in-
teraction est transformée en énergie cinétique. La force appliquée sur le condensat
est proportionnelle à ∇(g n(r)), elle est donc plus importante dans la direction
radiale où le nuage est plus confiné que dans la direction longitudinale. Par consé-
quent le condensat va s’étaler plus vite radialement que longitudinalement. Dans
l’approximation de Thomas-Fermi et pour un piège très anisotrope comme le
nôtre, l’ellipticité s’inverse au bout d’un temps de l’ordre de 1/ωl = 11 ms [144].
Nous observons cette inversion d’ellipticité pour un temps de vol de 8 ms (voir
figure 5.10). Comme nous pouvions nous y attendre, l’approximation de Thomas-
Fermi ne donne pas un résultat satisfaisant.

La référence [145] présente un calcul variationnel permettant d’obtenir une ex-
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Fig. 5.10 – Inversion d’ellipticité du condensat au cours du temps de vol.

pression approchée pour le profil du condensat hors du régime de Thomas-Fermi.
Dans l’approximation de Thomas-Fermi, l’énergie par particule est sous-estimée
puisque le terme d’énergie cinétique est négligé. L’auteur essaye de trouver une
meilleure estimation de l’énergie par particule en introduisant la fonction sui-
vante :

f(γx, γy, γz) =
∑

i=x,y,z

! ωi

2

√
γi +

5

14

(

15

4π
ω̃x ω̃y ω̃z m3/2 g N

)2/5

(5.9)

avec ω̃i = ωi ×
√

1 − γi et γi ∈ [0, 1] . (5.10)

Nous reconnaissons dans le deuxième terme de f l’expression de l’énergie par
particule dans l’approximation de Thomas-Fermi pour un condensat dans un
piège dont les fréquences sont égales aux fréquences modifiées ω̃i. Lorsque les
coefficients γi valent 0, la valeur de f cöıncide avec l’énergie par particule obtenue
dans l’approximation de Thomas-Fermi. L’auteur montre que f passe par un
maximum dans le domaine (γx, γy, γz) ∈ [0, 1]3 et que ce maximum est inférieur
à l’énergie par particule obtenue à partir de la solution exacte de l’équation de
Gross-Pitaevskii.

Pour obtenir une meilleure estimation de l’énergie par particule que celle
donnée par l’approcimation de Thomas-Fermi, il nous faut donc trouver les va-
leurs des coefficients γi qui maximisent f . Dans notre cas, le calcul est simplifié
par le fait que nous sommes dans le régime de Thomas-Fermi pour le mouve-
ment longitudinal. Le coefficient γl est donc très proche de 0. En le supposant
nul, nous n’avons donc plus qu’à maximiser l’expression suivante en fonction de
γr = γx = γy

f(γr, γr, 0) = ! ωr
√

γr +
5

14

(

15

4π
ω2

r ωl m
3/2 g N

)2/5

(1 − γr)
2/5 (5.11)
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Typiquement pour un condensat de 2600 atomes dans le piège final (ωr = 2π ×
453 Hz, ωl = 2π× 14 Hz), nous obtenons numériquement un paramètre γr égal à
0,51. La correction apportée sur l’énergie par particule est loin d’être négligeable,
nous sommes donc effectivement loin du régime de Thomas-Fermi.

Une fois les coefficients γi déterminés, la référence [145] obtient, en adaptant
le calcul de la référence [144], l’expression suivante pour l’ellipticité5 du condensat
en fonction du temps de vol t dans un piège très anisotrope

ε =
ωl√

1 − γr

√
1 + ωr t2

ωr

≃ ωl√
1 − γr

t (5.12)

où l’expression finale est valable aux temps longs (t ≫ 1/ωr).

Nous avons tracé l’expression précédente, l’expression dans le régime de Thomas-
Fermi et les données expérimentales sur la figure 5.11. Nous voyons que les don-
nées s’ajustent beaucoup mieux avec la prédiction de l’équation 5.12. Cependant
l’accord pour les temps de vol courts (inférieurs à 6 ms) n’est pas bon. Nous ne
comprenons pas l’origine de cette différence. Nous avons vérifié qu’elle ne provient
pas de la limite de résolution du système d’imagerie.
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Fig. 5.11 – Inversion d’ellipticité du condensat au cours du temps de vol. La
courbe en trait pointillé correspond à l’approximation de Thomas-Fermi. La
courbe en trait plein correspond au calcul détaillé dans le texte, nous voyons
qu’elle s’ajuste relativement bien aux données sauf pour les temps des vols infé-
rieurs à 6 ms.

5L’ellipticité est définie comme le rapport de la taille transverse par la taille longitudinale
du condensat.
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5.5 Outils de diagnostic

Nous allons maintenant détailler les méthodes de mesure expérimentales qui
nous ont permis d’obtenir les données présentées dans ce chapitre. Nous expli-
querons comment nous déterminons le nombre d’atomes par imagerie par ab-
sorption et comment nous obtenons les fréquences d’oscillation dans le piège par
deux méthodes de mesure différentes. Enfin nous présenterons une méthode de
compensation du champ magnétique résiduel dans l’enceinte par effet Hanle.

5.5.1 Imagerie par absorption

L’imagerie par absorption est un outil classique de caractérisation d’un nuage
atomique [146]. Le principe est illustré sur la figure 5.12 : un faisceau à résonance
éclaire les atomes et est absorbé en traversant le nuage. Un système optique image
le profil d’intensité du faisceau juste à la sortie du nuage. En divisant le profil
du faisceau mesuré avec atomes par celui mesuré sans atome, nous obtenons une
image de la densité optique du nuage intégrée dans la direction de propagation
du faisceau sonde.

La présence de la puce ajoute une particularité au montage par rapport à un
montage traditionnel. En effet nous utilisons la surface de la puce comme miroir
pour le faisceau sonde. Nous disposons ainsi de deux images du nuage sur la
caméra. La distance entre les deux images nous permet de connâıtre la distance
entre les atomes et la surface réfléchissante de la puce6. Avec ces deux images
nous obtenons le profil intégré du nuage dans deux directions différentes. Nous
pouvons ainsi voir une éventuelle anisotropie du nuage dans le plan transverse.

Si nous considérons une transition fermée à deux niveaux, le profil d’intensité
du faisceau après absorption par le nuage est donné par la loi de Beer-Lambert

I = I0 exp

(

−
∫

σ0

1 + 4 δ2/Γ2
n(r) du

)

(5.13)

où n(r) est la densité atomique, u est la direction de propagation du faisceau, σ0

la section efficace d’absorption à résonance et δ le désaccord du faisceau sonde.
Nous avons supposé que la transition atomique n’est pas saturée, sinon la section
efficace d’absorption dépend de l’intensité et l’expression précédente n’est plus
valable. En pratique nous prenons une intensité de faisceau sonde égale à Isat/8
pour ne pas saturer la transition. Nous nous plaçons à résonance pour éliminer
l’effet de dispersion et pour maximiser l’absorption. Nous voyons qu’il suffit alors
de prendre le logarithme du rapport des profils d’intensité avec et sans atomes

6Cette distance n’est pas égale à la distance entre les atomes et le fil de la puce. Il faut en
effet tenir compte de l’épaisseur de la couche d’isolant entre les fils et la surface réfléchissante
qui est d’environ 14 µm.
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puis de le diviser par la section efficace σ0 pour obtenir le profil de densité ato-
mique intégré. Nous allons maintenant montrer que nous pouvons nous ramener
à un système effectif à deux niveaux et calculer la section efficace d’absorption.

Système

Optique

CCD

h

h x 21/2

Faisceau

Sonde

B0

Fig. 5.12 – Imagerie par absorption. La particularité de notre montage est d’uti-
liser la surface de la puce comme miroir pour le faisceau sonde. Nous obtenons
ainsi deux images du nuage qui correspondent au profil de densité optique inté-
gré suivant deux directions orthogonales. Nous déduisons de la distance entre les
deux images la distance entre les atomes et la surface de la puce.

5.5.1.1 Évaluation de la section efficace

Pour faire un temps de vol et prendre une image du nuage, nous coupons
uniquement le courant dans le fil sur la puce. En effet nous pouvons le couper
très rapidement (≃ 10 µs) alors que la coupure du champ magnétique B0 est
beaucoup plus lente (≃ 3 ms) à cause des courants de Foucault induits dans
l’enceinte en inox. Nous prenons donc l’image en présence du champ uniforme
B0.

La coupure du champ du fil est suffisamment lente par rapport à la fré-
quence de Larmor pour que nous puissions considérer que les atomes restent
polarisés. Nous prenons donc comme axe de quantification la direction du champ
B0 (voir figure 5.12) et nous supposons que les atomes sont initialement dans
|F = 2, mF = 2〉. La présence du champ déplace les sous-niveaux Zeeman comme
le montre la figure 5.13. Le faisceau sonde est polarisé circulairement gauche
ou droit. Nous allons faire les calculs pour une polarisation circulaire gauche.
Un changement de base montre que par rapport à l’axe de quantification les
intensités relatives pour chaque polarisation sont données par Iσ+

= 0, 73 Itot,
Iσπ

= 0, 25 Itot et Iσ−
= 0, 02 Itot [120]. Le faisceau réfléchi est polarisé circulai-

rement droit et nous obtenons pour ce faisceau Iσ−
= 0, 73 Itot, Iσπ

= 0, 25 Itot

et Iσ+
= 0, 02 Itot. En multipliant ces intensités par les coefficients de Clebsch-

Gordan au carré, nous obtenons les intensités relatives de chaque transition sans
tenir compte du désaccord. Les résultats sont regroupés sur la figure 5.13. Nous
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voyons que la transition |F = 2, mF = 2〉 → |F ′ = 3, m′
F = 3〉 domine largement

les autres. Ceci est d’autant plus vrai en présence d’un champ magnétique B0

élevé. En effet nous accordons la sonde sur la transition |F ′ = 3, m′
F = 3〉 et le

poids relatif des autres transitions est diminué car elles ne sont pas à résonance
avec la sonde.

Nous avons donc montré que le faisceau sonde excite la transition fermée
|F = 2, mF = 2〉 vers |F ′ = 3, m′

F = 3〉. Seul le faisceau direct est absorbé,
l’absorption du faisceau réfléchi est négligeable. Nous ne voyons donc que l’image
du nuage qui correspond à sa réflexion sur la surface de la puce. Le coefficient de
Clebsch-Gordan de la transition est égal à 1, mais seulement 73% de l’intensité
du faisceau est polarisée σ+. La section efficace effective est donc donnée par

σ ≃ Iσ+

Itot

σ0 ≃ 0, 73 σ0 (5.14)

où σ0 = 3 λ2/(2π). Pour être à résonance, la sonde doit être désaccordée de
µB B0/! vers le bleu par rapport à la fréquence de la transition à champ nul.
Dans la pratique cette contrainte nous limite à ne pouvoir imager que des pièges
où le champ B0 est inférieur à 20 G.

Les mêmes résultats s’obtiennent si la polarisation de la sonde est circulaire
droite. Dans ce cas nous ne voyons que l’image du nuage correspondant à son
image directe par le système optique. La section efficace est identique et le signe
du désaccord de la sonde pour être à résonance doit être inversé.

5.5.1.2 Paramètres expérimentaux

Les différents paramètres expérimentaux que nous pouvons modifier sont l’in-
tensité du faisceau sonde, le temps d’exposition et le grandissement du système
d’imagerie. Nous avons déjà expliqué que nous choisissons une intensité au centre
du faisceau égale à Isat/8 pour ne pas saturer la transition atomique.

La résolution de notre système d’imagerie est limitée par diffraction à 3 µm (voir
chapitre suivant). La taille d’un pixel de la caméra étant de 9 µm × 9 µm, nous
utilisons habituellement un grandissement de 3 pour ne pas être limités en réso-
lution par la taille des pixels. Notons que nous utilisons parfois un grandissement
inférieur pour augmenter la taille du champ observé (en particulier pour obtenir
des images du piège magnéto-optique).

Le temps d’exposition, c’est-à-dire la durée de l’impulsion lumineuse du fais-
ceau sonde détermine le nombre de photons absorbés par atome. Ce temps τ ne
doit pas être trop grand pour ne pas dégrader la résolution de l’image et pour
que les atomes restent à résonance avec le faisceau sonde.

Le nombre de photons absorbés par les atomes est donné par N = Γ/2 ×
(Iσ+

/Isat)× τ . Si ce nombre est grand devant 1, les atomes ont acquis une vitesse
N ! k/m dans la direction du faisceau sonde. Le décalage Doppler associé à cette
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Fig. 5.13 – Transition utilisée pour l’imagerie entre les niveaux F = 2 et F = 3.
Les atomes sont initialement polarisés dans le sous-niveau Zeeman mF = 2.
Les chiffres en haut (bas) indiquent l’intensité de la transition (pondérée par le
carré du coefficient de Clebsch-Gordan) vers les différents sous-niveaux de F = 3
pour le faisceau sonde incident (réfléchi). Nous voyons qu’une des transitions
est beaucoup plus importante que les autres. Nous avons également indiqué le
déplacement des sous-niveaux Zeeman sous l’effet du champ B0. L’énergie δ0

correspond à l’écart en énergie entre les niveaux F = 2 et F ′ = 3 en champ nul.

vitesse est égal à la largeur naturelle Γ pour N ≃ 800 photons. Le nombre de
photons diffusés doit être inférieur à cette valeur pour que l’on puisse considérer
la sonde toujours à résonance avec la transition. Au centre du faisceau, ce nombre
de photons correspond à une impulsion de 470 µs.

Dans la direction orthogonale au faisceau, la vitesse des atomes résulte d’une
marche au hasard. Après absorption de N photons, la vitesse quadratique moyenne
d’un atome est

√
N ! k/m. La distance parcourue par l’atome pendant la durée de

l’impulsion est donc approximativement τ ×
√

N ! k/m. Cette distance doit être
petite devant la résolution du système d’imagerie. Nous utilisons couramment
une résolution de 3 µm, cela limite la durée τ de l’impulsion à 50 µs. Les atomes
acquièrent également une vitesse sous l’effet de la gravité, la même condition que
précédemment sur la résolution de l’image limite le produit t×τ à 0,3 ms2 où t est
la durée du temps de vol. Pour un temps de vol de 10 ms la durée de l’impulsion
doit être inférieure à 30 µs. Notons qu’une durée supérieure aux valeurs limites
données ci-dessus dégrade la résolution sur l’image par rapport à la résolution
ultime de notre système, mais que de nombreuses mesures n’exigent pas une telle
résolution.

En général nous utilisons donc une durée d’impulsion qui varie entre 20 µs et
100 µssuivant la résolution voulue. Augmenter la durée de l’impulsion permet
d’augmenter le rapport signal à bruit sur la mesure de l’absorption. En effet une
durée de 50 µs avec une résolution de 3 µm correspond à seulement 3500 photons
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par pixel. La dynamique de la caméra est de 12 bits pour 2×105 photons soit en-
viron une centaine de photons par bit (en tenant compte de l’efficacité quantique
de détection). Dans ces conditions l’épaisseur optique minimale que nous pouvons
mesurer est d’environ 0,03. Nous pouvons également augmenter le signal à bruit
sur la mesure d’absorption en dégradant la résolution sans modifier le montage
optique en sommant le signal obtenu sur des pixels adjacents (« binning »).

5.5.2 Mesure de la température du nuage

La mesure de la vitesse d’expansion du nuage en temps de vol nous permet
de remonter à la température du nuage dans le piège. Après un temps de vol
long, c’est-à-dire tel que la taille du nuage après temps de vol soit grande devant
sa taille initiale, le profil de densité est déterminé par la distribution initiale
des vitesses dans le piège. Si la température du nuage est bien supérieure à la
température critique de condensation, la distribution en vitesse dans le nuage est
donnée par la distribution de Maxwell-Boltzmann. Nous obtenons donc un profil
de densité gaussien dont la taille quadratique moyenne varie comme

σ(τ) ≃
√

kB T

m
τ (5.15)

avec la durée du temps de vol τ . Pour pouvoir nous placer dans ces conditions,
nous mesurons toujours la température à partir de la taille transverse du nuage.

Si la température du nuage est suffisamment faible pour que le nuage explore
seulement la zone harmonique du potentiel de piègeage, la distribution spatiale
initiale du nuage est également gaussienne et nous pouvons alors écrire

σ2(τ) = σ2
0 +

kB T

m
τ 2 (5.16)

qui est valable même pour les faibles valeurs de τ . La taille initiale σ0 est donnée

par
√

kB T
m ωi

où ωr est la fréquence d’oscillation transverse du piège. Nous obtenons

σ2(τ) =
kB T

m

(

1

ω2
+ τ 2

)

. (5.17)

La connaissance de la fréquence d’oscillation et de la taille transverse pour un
temps de vol permet donc d’obtenir la température.

Dans le cas où le nuage explore la zone anharmonique du piège, la formule 5.16
n’est pas exacte mais permet tout de même d’obtenir correctement la tempéra-
ture en mesurant la taille du nuage pour plusieurs temps de vol (si possibles
suffisamment grands pour être dans le régime de l’équation 5.15 qui est asymp-
totiquement exacte). Nous ajustons la taille du nuage au carré en fonction du
temps de vol au carré par une droite et la pente nous donne la température.
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Si le nuage est trop proche de la puce et trop chaud, il nous est difficile de
mesurer la température du gaz. En effet une partie des atomes les plus chauds
s’écrase sur la surface et les modèles précédent ne s’appliquent plus. Supposons
que le centre du nuage est initialement à une distance h de la surface de la
puce. Pendant le temps de vol un atome avec une vitesse verticale initiale v
dirigée vers le haut touche la surface de la puce seulement si v >

√

23/2 g h. La
condition sur la température pour pouvoir appliquer les méthodes de temps de
vol décrites ci-dessus est donc (kB T )/m ≪ g h, soit T ≪ 0, 1 µK × h/(1 µm).
Nous essayons autant que possible de nous placer dans ce domaine pour mesurer
la température du nuage. Nous avons cependant développé une technique pour
estimer la température lorsque cette condition n’est pas remplie en tenant compte
de la troncature de la distribution spatiale du nuage par la surface. Cette méthode
est expliquée en détail dans le thèse de C. Aussibal.

5.5.3 Mesure des fréquences d’oscillations

Pour caractériser les fréquences d’oscillation des différents pièges magnétiques
utilisés au cours de la séquence expérimentale nous avons recours à deux tech-
niques expérimentales différentes : le chauffage paramétrique et l’observation di-
recte des oscillations du centre de masse du nuage atomique.

5.5.3.1 Chauffage paramétrique

Considérons une particule piégée dans un potentiel harmonique de fréquence
ω. Il est bien connu que si l’on module légèrement la fréquence du potentiel
de manière sinusöıdale à une fréquence Ω, il existe des fréquences de résonance
données par Ω = 2ω/n avec n ∈ N

∗ pour lesquelles l’énergie de la particule
piégée augmente exponentiellement avec le temps [147]. Plus le nombre entier n
est grand, plus la résonance est fine et moins l’énergie augmente rapidement [147].

Expérimentalement nous modulons la fréquence du piège en modulant le cou-
rant dans le fil en Z avec une amplitude correspondant à environ 1% de la va-
leur nominale du courant. Nous appliquons cette modulation pendant un temps
grand devant la période des oscillations puis mesurons la température du nuage
par temps de vol. Lorsque la fréquence de la modulation remplit la condition de
résonance nous observons un chauffage du nuage.

La courbe présentée sur la figure 5.14 montre la résonance centrée autour
du tiers de la fréquence transverse du piège (n = 6). Nous avons également
observé les résonances correspondant aux valeurs inférieures de n. La largeur
à mi-hauteur de la courbe présentée sur le figure 5.14 est de 16 Hz, nous en
déduisons la valeur de la fréquence de piégeage avec une précision de l’ordre de
quelques hertz. Nous avons mesuré la fréquence transverse pour différents pièges
obtenus avec un courant I = 2 A, un champ longitudinal Bz = 3 G et différentes
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valeurs du champ B0. Nous obtenons les valeurs suivantes

B0 (G) Fréquence mesurée (Hz) Fréquence attendue (Hz)
20 784 737
25 1221 1151
30 1737 1657
35 2350 2256
40 3022 2946

Les fréquences attendues sont calculées à partir des équations (4.29) et (4.5)7.
Les mesures obtenues sont supérieures aux valeurs attendues par environ 3%.
Nous pensons que cet écart systématique est dû à une erreur de calibration des
bobines créant le champ B0. Une comparaison plus détaillée entre fréquences
mesurées et fréquences attendues peut être trouvée dans la thèse de C. Aussibal.
Pour des raisons que nous n’avons pas déterminées, cette méthode ne donne
pas de résultat satisfaisant pour la mesure de la fréquence longitudinale. Nous
n’observons pas un signal clair de chauffage du nuage autour des fréquences de
résonance attendues.
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Fig. 5.14 – Courbe de résonance de chauffage paramétrique dans le piège com-
primé (B0 = 35 G, I = 2 A, Bz =3 G). Nous avons tracé la largeur du nuage
après temps de vol en fonction de la fréquence d’excitation. La résonance est ici
observée lorsque cette fréquence est égale à la fréquence de piégeage divisée par
trois.

7Dans ce chapitre B0,z est noté Bz.
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5.5.3.2 Oscillations du centre de masse

Une méthode plus directe de mesure des fréquences d’oscillation consiste à
déplacer le nuage de sa position d’équilibre puis à observer les oscillations du
centre de masse dans le potentiel de piégeage. Supposons que nous éloignons le
nuage de sa position de repos et le relâchons à t = 0, le mouvement du centre
de masse dans la direction qui nous intéresse est donné par x(t) = x0 cos(ω t) et
sa vitesse par v(t) = ω x0 sin(ω t). Si nous coupons le potentiel de piégegage à
l’instant t, la position du centre de masse après un temps de vol de durée τ est
donnée par

x = x0[cos(ω t) + ω τ sin(ωt)]. (5.18)

L’amplitude des oscillations observées après temps de vol est donc x0

√
1 + ω2 τ 2.

Nous avons vu précédemment que la taille du nuage en temps de vol est donné
par kB T/(m ω0) ×

√
1 + ω2 τ 2. Le signal à bruit est donc correct à la condition

que x0 ≫ (kB T )/(m ω0), autrement dit que le déplacement initial soit grand
devant la taille initiale du nuage.

Cette méthode a l’avantage de donner rapidement une valeur de la fréquence
d’oscillation en particulier lorsque celle-ci n’est pas bien connue. Pour utiliser le
chauffage paramétrique il faut en effet connâıtre approximativement la zone dans
laquelle chercher une résonance. La figure 5.15 présente les oscillations du nuage
dans la direction transverse et dans la direction longitudinale. Nous obtenons les
fréquences avec une précision de l’ordre de 0,2% pour le mouvement transverse
et de 2% pour le mouvement longitudinal. Les valeurs obtenues pour le piège
(B0 = 15 G, I = 2 A, Bz = 3 G) dans lequel nous étudions le condensat sont
déterminées par cette méthode, nous obtenons

ωr = 2π × 453 Hz ωl = 2π × 14 Hz (5.19)

Notons que les équations (4.30) et (4.5) donnent une fréquence longitudinale de
16 Hz, ce qui est assez proche de la valeur mesurée.

5.5.4 Compensation du champ magnétique résiduel par
effet Hanle

Nous allons reprendre dans ce paragraphe une description plus détaillée du
phénomène de pompage optique. En particulier nous allons voir que la mesure
du nombre de photons absorbés par l’atome dans l’état noir (qui est alors plutôt
gris) en fonction du champ magnétique dans l’enceinte nous permet d’annuler
très précisément ce champ. Expérimentalement le nombre de photons absorbés
est mesuré en observant le déplacement des atomes après temps de vol sous l’effet
du recul des photons absorbés.

Pour simplifier notre analyse nous supposons que l’atome peut être décrit
par un système à trois niveaux comme illustré sur la figure 5.16. Dans notre cas
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Fig. 5.15 – Oscillations du centre de masse dans le piège magnétique décomprimé
(B0 = 12 G, I = 2 A, Bz = 3 G). A gauche les oscillations dans le plan transverse,
l’ajustement donne une fréquence de 356 ± 0, 7 Hz. A droite les oscillations sur
l’axe longitudinal, l’ajustement donne une fréquence de 16 ± 0, 3 Hz.
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Fig. 5.16 – Nous supposons que l’atome est décrit par un système à trois niveaux.
L’axe de quantification est choisi parallèle au faisceau de pompage et au champ
magnétique directeur Bz. Ce champ décale en énergie les deux niveaux du fonda-
mental. Ces deux niveaux sont couplés par le champ magnétique perpendiculaire
à l’axe de quantification. Le faisceau est polarisé σ+ et donc seule la transition de
|a〉 vers |e〉 est autorisée. Si le faisceau est suffisamment peu intense (ΩR ≪ Γ),
le système peut être remplacé par un système à deux niveaux où l’état |a〉 est
élargi par le couplage au niveau excité par le faisceau de pompage.

les niveaux |a〉 et |b〉 sont les deux sous niveaux Zeeman |F = 2, mF = 1〉 et
|F = 2, mF = 2〉. Le niveau excité |e〉 correspond à l’état |F ′ = 2, mF ′ = 2〉. Ce
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modèle est très simpliste et néglige la présence des autres sous-niveaux Zeeman
ainsi que la possibilité de désexcitation vers F = 1. Il permet cependant de
saisir l’essentiel des phénomènes observés, la validité de cette approximation est
discutée en détail dans la référence [148].

Nous choisissons comme axe de quantification l’axe du faisceau et du champ
directeur Bz. Les deux niveaux de l’état fondamental sont décalés en énergie
par effet Zeeman d’une énergie !ΩZ . La présence du champ perpendiculaire B⊥
couple ces états avec une fréquence de Rabi ωL. Le faisceau de pompage couple
l’état |a〉 à l’état excité avec une fréquence de Rabi ΩR. Nous supposons que le
faisceau est à résonance. La durée de vie de l’état excité est 1/Γ.

Dans la limite ΩR ≪ Γ, la population dans l’état excité est négligeable. Nous
pouvons alors éliminer cet état et nous ramener ainsi à un système à deux niveaux.
Les états |a〉 et |b〉 sont couplés par le champ perpendiculaire avec une fréquence
de Rabi ωL et le niveau |a〉 peut se désexciter vers le niveau |b〉 par un cycle
d’absorption/émission d’un photon du faisceau de pompage.

La largeur Γa de l’état |a〉 est donnée par Ω2
R/Γ. Pour un système à deux

niveaux la population dans l’état |a〉 est simplement égale à s/(1 + s) où le
paramètre de saturation s s’écrit8

s =
ω2

L/2

Ω2
Z + Γ2

a/4
. (5.20)

Le taux de photons absorbé est donc donné par Γa/2 × s/(1 + s) soit

Γa

2

ω2
L/2

Γ2
a/4 + ω2

L/2 + Ω2
Z

. (5.21)

A partir de cette expression, nous déduisons les comportements suivants pour le
taux de photons absorbés :

– ce taux s’annule lorsque le champ perpendiculaire est nul. L’atome est
pompé dans l’état |b〉 qui est totalement noir. En variant ΩZ le taux de
photons absorbés s’annule sur une largeur caractéristique

√

Γ2
a/4 + ω2

L/2.
– Ce taux passe par un maximum lorsque le champ longitudinal s’annule.

En variant ωL la largeur caractéristique de ce maximum est donnée par
√

Γ2
a/4 + Ω2

Z .
Pour annuler le champ magnétique dans l’enceinte à vide grâce aux bobines

de compensation, nous commençons par varier les deux composantes perpendicu-
laires du champ magnétique et cherchons le minimum d’absorption en présence

8L’élimination adiabatique de l’état excité à partir des équations de Bloch optiques ne
redonne pas exactement les équations obtenues pour un système à deux niveaux. On montre
en effet que la population entre de l’état |a〉 ne décrôıt pas exactement comme attendu avec un
système à deux niveaux de largeur Γa. La valeur obtenue par la suite pour le taux de photons
absorbés n’est donc pas rigoureusement exact. Mais cela n’a pas d’importance pour la suite du
raisonnement.
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d’un champ longitudinal non négligeable. Puis nous nous plaçons près du mini-
mum obtenu et nous cherchons le maximum d’absorption en variant le champ
longitudinal. Ainsi par itérations successives nous pouvons annuler le champ ma-
gnétique dans les trois directions de l’espace. A chaque itération nous diminuons
les valeurs de ωL et Ωz et affinons ainsi la précision sur l’obtention du zéro de
champ magnétique. Il faut veiller à rester dans le régime Γa ≤ ωL, ΩZ pour que
la largeur de la courbe ne soit pas dominée par Γa. Nous présentons un jeu de
courbes obtenues sur chaque axe de champ magnétique sur la figure 5.17. Les
largeurs à mi-hauteur des courbes présentées sont à peu près toutes égales à
800 mG. La largeur ultime que nous obtenons après itérations successives est de
30 mG. Cette valeur est raisonnable pour des fluctuations de champ magnétique
résiduelles en l’absence de blindage magnétique.
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Fig. 5.17 – Déplacement du nuage en fonction du champ magnétique imposé par
les bobines de compensation pendant l’impulsion de pompage optique. Les deux
courbes de gauche sont obtenues en variant les composantes perpendiculaires
du champ magnétique, le nombre de photons absorbés passe par un minimum
lorsque la composante du champ s’annule. La courbe de droite est obtenue en
variant la composante longitudinale du champ, le nombre de photons absorbés
passe par un maximum lorsque le champ longitudinal s’annule.

5.6 Conclusion

Nous avons présenté la séquence expérimentale nous permettant d’obtenir
un condensat de Bose-Einstein sur une puce atomique. Par rapport à une expé-
rience traditionnelle, le chargement du piège magnétique est rendu plus compli-
qué car la présence de la puce ne nous permet pas d’utiliser un piège magnéto-
optique conventionnel. Nous retiendrons qu’il est nécessaire d’utiliser deux pièges
magnéto-optiques de surface, le premier loin de la surface avec un grand volume
de capture et le deuxième plus proche de la surface pour permettre un char-
gement efficace du micro piège magnétique. Nous utilisons ensuite une mélasse
optique pour refroidir le nuage et une étape de pompage optique avant de char-
ger le piège magnétique. L’optimisation des nombreux paramètres au cours de
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cette phase est complexe et il est difficile d’obtenir le jeu de paramètre opti-
mum par des arguments physiques simples. Une optimisation systématique de
l’ensemble des paramètres est possible grâce au contrôle informatique de l’ex-
périence. Bien que peu satisfaisante cette méthode nous a permis d’obtenir un
nombre d’atomes suffisant dans le piège magnétique pour ensuite atteindre la
condensation de Bose-Einstein.

Le refroidissement évaporatif se fait en un temps très court du fait de l’impor-
tant confinement du piège magnétique. Nous pouvons ainsi obtenir un condensat
toutes les 15 s. Nous obtenons un condensat pur contenant environ 3000 atomes.
Nous avons montré que le condensat n’était pas dans le régime de Thomas-Fermi.
Le modèle de la référence [145] permet d’apporter les corrections nécessaires pour
calculer quantitativement le profil du condensat et son évolution au cours du
temps de vol.



C H A P I T R E 6

Dispositif expérimental

Nous décrivons dans ce chapitre les différentes techniques expérimentales uti-
lisées, autres que celles relatives à la fabrication de la puce elle-même, pour
pouvoir piéger les atomes au voisinage de la puce et les observer. Une vue d’en-
semble du dispositif est présentée sur la figure 6.1. Nous pouvons y voir l’enceinte
à vide, le banc d’optique et les nombreuses bobines nécessaires à la création des
différents champs magnétiques utilisés au cours de l’expérience. Nous aborderons
les différentes techniques expérimentales utilisées dans l’ordre suivant :

– système à vide
– banc laser, système optique
– création des champs magnétiques
– gestion temporelle de l’expérience et acquisition des données.

Nous essaierons autant que possible de motiver les différents choix effectués tout
au long du montage de l’expérience. Le lecteur pourra trouver de nombreuses
précisions notamment sur le montage optique dans la thèse de C. Aussibal [120].

Enceinte principale

Fig. 6.1 – Photographies du dispositif expérimental. Nous voyons le système à
vide dont l’élément central est un cube en inox. L’enceinte est entourée de nom-
breuses bobines (12 au total). L’ensemble du dispositif optique occupe environ
la moitié de la table optique.
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6.1 Système à vide

Le schéma de l’enceinte à vide est présenté sur la figure 6.2. Nous avons
opté pour un montage à cellule unique avec comme source de rubidium un fila-
ment chauffant (communément appelé « dispenser »). En faisant passer un fort
courant dans le dispenser, le filament s’échauffe et désorbe du rubidium. Nous
augmentons la pression de rubidium au début de la séquence expérimentale afin
de charger efficacement le piège magnéto-optique, puis nous attendons que la
pression diminue avant de continuer l’expérience. La qualité du vide dans notre
système est inférieure à celle obtenue avec des systèmes plus complexes utilisant
un jet ralenti ou un montage à double-cellule. Mais comme nous l’avons vu au
chapitre 5, le fort confinement du piège magnétique créé par la puce permet de
diminuer la contrainte sur la qualité du vide nécessaire à l’obtention d’un conden-
sat de Bose-Einstein. Nous pouvons donc nous permettre de choisir cette solution
technique simple et compacte que constitue une enceinte à vide unique.

6.1.1 Description de l’enceinte à vide

Tous les éléments du système à vide sont des éléments standards commerciaux
de type CF. La cellule principale est un cube de 7 cm de côté avec un raccord
CF35 sur chacune de ses faces. Trois faces sont fermées par des hublots traités
anti-reflet à 780 nm. La face supérieure (voir figure 6.2) est connectée à une
pompe à getter1 via un raccord CF35-CF150. Une vanne à tiroir2 permet d’isoler
cette pompe lors de la remise à l’air de l’enceinte. La face arrière soutient la
monture de la puce et le passage électrique qui permet d’alimenter la puce et le
dispenser de rubidium. Enfin la face de gauche est connectée au reste du système
à vide qui comprend une pompe ionique3, une jauge magnétron inverse et une
vanne tout métal permettant la remise à l’air et la connection à un groupe de
pompage turbomoléculaire.

Nous avons choisi une enceinte en inox par rapport à une enceinte en verre
afin de faciliter le passage des connexions électriques qui alimentent la puce ainsi
que la fixation du support de la puce sur l’enceinte à vide. L’inconvénient de
ce choix est évidemment un faible accès optique et la présence de courants de
Foucault lors de l’établissement et de la coupure des champs magnétiques autour
de l’enceinte.

1Le matériau adsorbant est un alliage de Zr,V et Fe commercialisé sous le nom de ST 707
par SAES Getters.

2Vanne VAT V10
3Varian VacIon Plus 40 Diode
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Pompe Ionique

Pompe Getter

Vanne

Puce

Vanne

Jauge

Vers pompe

turbomoléculaire

Fig. 6.2 – Vue en perspective de l’enceinte à vide, les éléments sont dessinés à
l’échelle. L’enceinte principale est un cube de 7 cm de côté, le pompage est assuré
par une pompe ionique et un getter. Une vanne permet d’isoler le getter lors de
la remise à l’air de l’enceinte, une deuxième vanne permet la remise à l’air et la
connection vers une pompe turbomoléculaire. Une jauge à cathode froide de type
magnétron inverse nous permet de connâıtre la pression jusqu’à 10−11 mbar.

6.1.2 Choix du groupe de pompage

En fonctionnement normal, la pression dans l’enceinte doit être comprise entre
10−11 mbar et 10−10 mbar. Nous avons donc choisi un groupe de pompage adapté
pour atteindre ces très faibles pressions : une pompe ionique et une pompe à
getter. La pompe ionique permet de pomper presque tous les gaz et en particulier
les gaz rares, la pompe à getter permet de pomper presque tous les gaz et en
particulier le dihydrogène. En fonctionnement normal, nous n’avons donc aucune
pompe mécanique en fonctionnement ce qui permet d’éviter les vibrations et les
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problèmes de remise à l’air en cas de coupure de courant.

La pompe à getter est surdimensionnée par rapport à l’enceinte à vide mais
était disponible au laboratoire. La vitesse de pompage de cette pompe est limitée
par la conductance4 du raccord qui la connecte à l’enceinte à une vitesse d’environ
80 L.s−1. La vitesse de pompage de la pompe ionique est d’environ 20 L.s−1

pour des pressions inférieures ou de l’ordre de 10−10 mbar. Le volume total de
l’enceinte est approximativement de 1 L (sans compter le volume des pompes).
La vitesse de pompage semble donc adaptée. Nous avons mesuré sur la jauge
un temps caractéristique de 1,8 s pour la décroissance de la pression après avoir
augmenté la pression de rubidium dans l’enceinte en chauffant le dispenser, la
pression d’équilibre étant d’environ 10−10 mbar. Ce temps caractéristique est bien
de l’ordre de grandeur attendu étant donné le volume de l’enceinte et la vitesse
de pompage.

6.1.2.1 Vide limite

L’estimation a priori du vide limite est difficile car elle dépend essentiel-
lement de la qualité de l’étuvage. Nous avons étuvé l’ensemble de l’enceinte à
environ 120̊ C, nous sommes limités en température par la présence de bobines
solidaires du système à vide. Nous descendons jusqu’à environ 10−6 mbar avec la
pompe turbomoléculaire, nous fermons ensuite la vanne principale et continuons
l’étuvage avec la pompe ionique et la pompe à getter, après quelques journées
la pression se stabilise à environ 2 × 10−8 mbar. A température ambiante nous
obtenons une pression de quelques 10−11 mbar, ce qui correspond à la limite de
mesure de la jauge.

6.1.3 Support mécanique de la puce atomique

Nous avons conçu une monture en cuivre pour soutenir la puce à l’intérieur
de l’enceinte. Le schéma est donné sur la figure 6.3. Nous avons choisi le cuivre
pour son excellente conductivité thermique, sa compatibilité avec l’ultra-vide
(cuivre OFHC) et la relative facilité avec lequel il peut être usiné. La puce est
fixée sur un demi cube en cuivre qui est relié à la bride du système à vide par
deux épaisses tiges en cuivre. La puissance dissipée par la puce est d’environ
20 W. Nous avons donc dessiné les tiges en cuivre pour obtenir une conductivité
d’environ C = 1 W.K−1, ainsi l’échauffement de la monture reste inférieur à la
valeur raisonnable de 20 K si la puce est alimentée en continu.

Dans la pratique nous ne nous plaçons jamais en régime continu, la puce
dissipe de la puissance pendant environ 5 s toutes les 15 s. La capacité calorifique
du bloc de la monture est d’environ 30 J.K−1. Le temps de mise à l’équilibre du

4Les conductances et les vitesses de pompage sont données pour de l’azote à 20̊ C.
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bloc est donc de l’ordre de 30 s, l’échauffement maximal de la monture reste donc
toujours bien inférieur à la valeur maximale de 20 K.

Puce

Rubans de Kapton

Connecteur électrique

ultra-vide (CF-16)

Support puce (Cuivre)

Raccord 

CF-35/CF-16

Blocs de cuivre

Filament Rb

Barrettes de cuivre

Vue de profilVue de face

Rubans de Kapton

Fig. 6.3 – Schéma du support de la puce atomique. Le support principal est un
demi cube en cuivre. Il est relié à la bride par deux tiges de cuivre qui assurent
une bonne conduction thermique. Les connexions électriques de la puce qui sont
des pistes en cuivre sur du Kapton passent entre ces deux tiges.

6.1.3.1 Connexions électriques

La bride sur laquelle est fixée la monture de la puce est un passage CF35-
CF16. Le passage électrique CF16 est fixé sur cette bride. Nous avons choisi un
passage 10 conducteurs, le passage doit pouvoir supporter des courants de plu-
sieurs ampères. La connexion entre la puce et le passage se fait par l’intermédiaire
de deux nappes de pistes de cuivre sur une bande en Kapton. Chaque nappe est
pressée sur les contacts de la puce par une pièce en cuivre, nous replions les
bouts de la nappe pour assurer un meilleur contact électrique. De l’autre côté,
chaque fil de la nappe est serti sur un connecteur du passage électrique. La nappe
de cuivre est réalisée en utilisant une technique standard de réalisation de cir-
cuit imprimé électronique. Nous avons choisi cette technique pour sa robustesse.
Nous avons essayé auparavant une technique standard de micro-électronique qui
consiste à contacter la puce à l’aide de fils métalliques fins soudés par ultra-
sons (wire-bonding), mais les fils ne résistaient pas aux forts courants que nous
utilisons.
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 Support de la puce

Dispenser

Nappe en Kapton avec

pistes en cuivre

Fig. 6.4 – Pour connecter la puce au passage électrique nous utilisons deux
bandes en Kapton sur lesquelles sont sont déposées quatre pistes en cuivre. Le
contact électrique sur la puce est assuré par simple pression, de l’autre côté les
bandes sont serties sur le passage électrique.

6.1.4 Utilisation du dispenser

Comme nous l’avons déjà mentionné le dispenser est constitué d’un matériau
adsorbant qui lorsqu’il est traversé par un courant s’échauffe par effet Joule
et désorbe du rubidium. La réaction de désorption s’effectue au-dessus d’une
température d’activation qui est de l’ordre de 450˚C et qui correspond à un
courant d’environ 2,4 A. En fonctionnement normal, nous passons un courant
de 2 A dans le filament afin de le maintenir à une température juste inférieure
à la température d’activation. Pour augmenter le pression de rubidium, nous
augmentons le courant à 8 A. Lorsque le courant repasse à 2 A, le dispenser
refroidit très rapidement (≃ 100 ms) [149].

Le dispenser est connecté par deux tiges en cuivre au passage électrique, ces
deux tiges le maintiennent en position juste au-dessus de la puce (voir figure 6.3).

6.2 Banc laser et schéma optique

Nous avons essayé de développer un système optique relativement compact,
l’ensemble du montage occupe une surface d’environ 1 m2. Nous utilisons un
schéma standard pour la réalisation des différents faisceaux nécessaires au refroi-
dissement et à l’observation des atomes de 87Rb, c’est-à-dire :

– deux diodes en configuration mâıtre/esclave pour obtenir un faisceau puis-
sant, de faible largeur spectrale (! 1 MHz) et résonnant sur la transition
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F = 2 → F ′ = 3 de la raie D2 du 87Rb. Le faisceau de la diode esclave est
utilisé pour les faisceaux du piège magnéto-optique, le faisceau de pompage
optique et le faisceau d’imagerie.

– Une diode libre pour obtenir le faisceau repompeur qui n’a pas besoin d’être
très puissant, ni très fin et qui est résonnant sur la transition F = 1 →
F ′ = 2 de la raie D1.

6.2.1 Système mâıtre/esclave sur la raie D2

La diode mâıtre ainsi que la diode esclave sont des diodes Sanyo DL-7140-201.
Ces diodes sont monomodes avec une largeur d’environ 10 MHz et une puissance
de sortie d’environ 70 mW pour un courant égal à Iop = 100 mA. La largeur
de cette diode est trop grande par rapport à la durée de vie de l’état excité du
87Rb pour que nous puissions l’utiliser directement pour les faisceaux du piège
magnéto-optique et le faisceau d’imagerie. Nous utilisons donc une diode mâıtre
sur réseau en configuration Littrow afin de diminuer la largeur du laser avant
d’injecter une diode esclave pour obtenir la puissance suffisante. Le laser mâıtre
est asservi sur une transition de la raie D2 du 87Rb, puis décalé en fréquence par
un modulateur acousto-optique monté dans un oeil de chat avant d’injecter la
diode esclave.

6.2.1.1 Diode sur réseau

Le schéma de notre cavité Littrow (voir figure 6.5) est directement inspiré
de la référence [150]. Nous avons choisi ce schéma pour la simplicité des pièces
mécaniques à fabriquer, en effet le positionnement du réseau est assuré par une
monture de miroir commerciale.

L’adjonction du réseau permet d’affiner la largeur de raie du laser : une partie
du faisceau issu de la diode est renvoyé dans la diode par diffraction dans l’ordre
-1 du réseau créant ainsi une cavité externe. L’efficacité de diffraction dans l’ordre
-1 est d’environ 40%. L’ordre 0 correspond au faisceau utile de sortie, la puis-
sance de sortie est d’environ 20 mW. Cette puissance correspond à un courant
dans la diode à peu près égal à Iop/2, l’utilisation d’un courant plus important
endommage rapidement la diode car l’intensité lumineuse dans la zone de gain
devient trop importante. L’ensemble du système (diode et mécanique) est asservi
en température et isolé mécaniquement de la table optique par une couche de
sorbotane.

Le point de fonctionnement du laser est déterminé par les courbes de gain
de la diode, du réseau et de la cavité externe. En pratique, nous ajustons la
température et le courant de la diode pour que celle-ci soit proche de la fréquence
voulue en l’absence de réseau. Nous réglons ensuite l’orientation du réseau pour
renvoyer l’ordre -1 dans la diode. Ce réglage est obtenu en minimisant le courant
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de seuil de la diode. Ensuite nous retouchons légèrement l’orientation du réseau
pour amener le laser à une longueur d’onde proche de la longueur d’onde voulue.
Nous avons ainsi centré les courbes de gain de la diode et du réseau sur la
fréquence désirée. Finalement nous ajustons la longueur de la cavité externe à
l’aide d’un élément piézo-électrique basse tension (15 V) sur lequel est collé le
réseau. Ce dernier ajustement permet de balayer la fréquence du laser sur une
plage d’environ 5 GHz sans saut de mode.

Réseau

Faisceau

Calle piezo-électrique

Diode laser 

+ optique de collimation

Fig. 6.5 – Photographie du montage de la diode sur réseau. Le réseau est utilisé
dans la configuration Littrow. La monture de miroir permet de régler l’orientation
du réseau pour que l’ordre -1 soit renvoyé dans la diode. Le piézo permet d’ajuster
la longueur de la cavité.

6.2.1.2 Asservissement sur la résonance atomique

Le laser mâıtre est asservi sur la résonance de croisement entre les transistions
F = 2 → F ′ = 2 et F = 2 → F ′ = 3 de la raie D2. Pour cela nous utilisons
un montage traditionnel d’absorption saturée (voir figure 6.6). Deux faisceaux
sondes parallèles, séparés d’environ 5 mm, traversent une cellule de rubidium. Le
faisceau pompe traverse la cellule dans la direction opposée aux faisceaux sondes
et est superposé à un seul des deux faisceaux. Ainsi en faisant la différence entre
l’intensité transmise à travers la cellule des deux faisceaux sondes nous obtenons
le spectre d’absorption saturée soustrait du fond Doppler. Pour obtenir un signal
d’erreur nous permettant d’asservir le laser, nous modulons la fréquence de ré-
sonance atomique dans la cellule de rubidium à l’aide d’un champ magnétique
oscillant. En démodulant le signal avec une détection synchrone nous obtenons
un signal d’erreur. Avant d’utiliser cette méthode pour l’asservissement du laser,
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nous avons essayé une méthode de spectroscopie de polarisation [151] qui pré-
sente l’avantage de ne pas nécessiter l’emploi d’une détection synchrone. Mais
nous n’avons jamais réussi à obtenir une stabilité à long terme de la fréquence
du laser.

Le signal d’erreur passe dans un intégrateur puis est séparé en deux, les
deux signaux passent dans des étages de gains réglables, l’un est envoyé sur la
commande de piézo et l’autre sur la commande de courant de la diode. La bande
passante de l’asservissement est limitée à 10 kHz par la détection synchrone (nous
utilisons une modulation à 60 kHz). Nous réglons les paramètres de l’asservisse-
ment en n’utilisant que la rétroaction sur la tension de l’élément piézo-électrique,
sa bande passante est limitée à environ 1 kHz. Nous réglons ensuite le gain de
la boucle de rétroaction sur le courant de la diode pour diminuer le bruit aux
fréquences supérieures au kHz. En mesurant le battement entre deux diodes sur
réseau de fabrication identique asservies en fréquence, nous avons estimé la lar-
geur à mi-hauteur de nos diodes à 600 kHz.

6.2.1.3 Injection de l’esclave

Les 20 mW de la diode sur réseau ne sont pas suffisants pour les faisceaux du
piège magnéto-optique. Nous utilisons donc une diode esclave pour obtenir plus
de puissance. La fréquence d’émission de la diode mâıtre est décalée de 134 MHz
vers le rouge par rapport à la transition F = 2 → F ′ = 3. Le schéma des niveaux
du 87Rb et les différents décalages de fréquence sont indiqués sur la figure 6.7.
Avant d’injecter la diode esclave, le faisceau mâıtre passe deux fois dans un mo-
dulateur acousto-optique 80 MHz qui est inséré dans un montage en oeil de chat
(voir figure 6.6). Le faisceau est ainsi décalé en fréquence d’une valeur comprise
entre +138 et +232 MHz. Le montage en oeil de chat doit être soigné pour
qu’une modification de la fréquence du modulateur acousto-optique ne déplace
pas le faisceau qui injecte la diode esclave. Pour améliorer l’injection nous contrô-
lons l’amplitude de la radiofréquence envoyée dans le modulateur acousto-optique
en fonction de la fréquence pour obtenir une intensité constante du faisceau qui
injecte l’esclave. Nous arrivons ainsi à obtenir une plage d’injection de presque
100 MHz.

Le faisceau issu de la diode esclave passe dans un modulateur acousto-optique
qui décale sa fréquence de -73 MHz. Finalement, nous pouvons ajuster le désac-
cord entre l’esclave et la transition F = 2 → F ′ = 3 entre -69 MHz et +25 MHz.
Ce dernier modulateur nous permet de couper rapidement le faisceau. La puis-
sance finale dans le faisceau est d’environ 60 mW. Cette puissance est juste suf-
fisante pour notre piège magnéto-optique, en effet nous avons besoin de quatre
faisceaux d’environ 2 cm2 (la taille de nos faisceaux est limitée par la taille de la
puce) dont l’intensité moyenne est d’environ 5 fois l’intensité de saturation de la
raie D2, soit une puissance totale de 64 mW.
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Fig. 6.6 – Schéma optique du système mâıtre/esclave. Le laser mâıtre est une
diode sur réseau en configuration Littrow. Sa fréquence est asservie sur une tran-
sition de croisement. Nous utilisons un modulateur acousto-optique en double
passage pour décaler la fréquence du faisceau avant d’injecter la diode esclave.
Le faisceau issu de l’esclave passe dans un dernier modulateur acousto-optique
qui décale sa fréquence et nous permet de couper et d’allumer rapidement le fais-
ceau. Nous obtenons finalement un faisceau de 60 mW dont le désaccord avec la
transition F = 2 → F ′ = 3 peut varier entre -69 MHz vers le rouge et +25 MHz
vers le bleu.

6.2.2 Faisceau repompeur

Le faisceau repompeur est une diode libre asservie sur la transition de la raie
D1. La diode est une diode Mitsubishi MI641140N, la puissance en sortie est de
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Fig. 6.7 – Schéma des niveaux du 87Rb et fréquence des différents faisceaux
utilisés dans notre expérience. Le faisceau mâıtre est asservi sur la transition
de croisement entre les transitions F = 2 → F ′ = 3 et F = 2 → F ′ = 2. Le
désaccord du faisceau esclave par rapport à la transition F = 2 → F ′ = 3 peut
varier entre -69 MHz et +25 MHz. Le faisceau de pompage optique est résonnant
avec la transition F = 2 → F ′ = 2.

30 mW. La largeur spectrale de la diode est de quelques MHz. L’avantage de la
raie D1 est que les écarts entre les niveaux hyperfins sont suffisamment grands
pour que nous puissions tout de même les résoudre avec une diode libre. La diode
est asservie en température, et nous rétroagissons sur le courant de la diode pour
la stabiliser sur la transition F = 1 → F ′ = 2 de la raie D1. Cette solution pour
le repompeur nous a paru plus simple que la construction d’une deuxième diode
sur réseau sur la raie D2.
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6.2.3 Schéma optique général

Le schéma optique simplifié de l’expérience est présenté sur la figure 6.8. Le
faisceau de la diode esclave est divisé en trois pour obtenir les faisceaux du piège
magnéto-optique, le faisceau d’imagerie et le faisceau de pompage optique. A
cause du faible accès optique de notre enceinte, les faisceaux sont recombinés
avant d’entrer dans l’enceinte.

Faisceaux du piège magnéto-optique Les quatre faisceaux nécessaires pour
le piège magnéto-optique de surface ont un waist d’environ 18 mm. Chaque fais-
ceau a une puissance de 15 mW.

Faisceau de pompage optique Un modulateur acousto-optique permet de
décaler la fréquence du faisceau de pompage de -224 MHz, le faisceau est alors
résonnant avec la transition F = 2 → F ′ = 2 lorsque le faisceau esclave est décalé
de −44 MHz par rapport à la transition F = 2 → F ′ = 3 (voir figure 6.7).

Faisceau d’imagerie Nous réglons l’intensité au centre du faisceau d’imagerie
à environ Isat/8. Le faisceau a un waist d’environ 10 mm.

6.2.4 Système d’imagerie

Notre système d’imagerie est constitué de trois lentilles. Deux clairauts confo-
caux réalisent un transport d’image, puis une troisième lentille permet d’obtenir
l’image des atomes sur la caméra CCD (voir figure 6.8). Les deux clairauts ont
une focale de 63 mm. Le premier clairaut est positionné pour que son foyer soit
au niveau des atomes, son ouverture numérique est d’environ 0,3. Ce système
optique de transport d’image nous permet de ramener l’image dans une zone
moins dense de la table optique où il est ensuite plus facile d’en refaire l’image
sur la caméra avec le grandissement de notre choix. Le choix des clairauts confo-
caux permet de minimiser les aberrations sphériques. Nous avons mesuré que la
résolution du système de transport est limité par la diffraction à 3µm.

La troisième lentille est une simple lentille plan convexe de 60 mm de focale.
Nous ajustons le grandissement du système en variant la distance entre cette
lentille et le deuxième clairaut. Cette lentille est montée sur une translation
micrométrique pour pouvoir faire la mise au point de l’image sur la caméra.

Nous utilisons une caméra Princeton ST138 avec un circuit CCD Kodak de
512 × 768 pixels. Les pixels ont une taille de 9 × 9 µm2. L’efficacité quantique
à 780 nm est de l’ordre de 45%. Chaque puits de la CCD a une profondeur de
85000 électrons. Le convertisseur analogique/digital code le signal sur 12 bits
avec un bruit de lecture de l’ordre de 10 électrons. Nous avons enlevé la vitre de
protection de la CCD afin d’éliminer des franges sur les images, en contrepartie
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Fig. 6.8 – Schéma d’ensemble du système optique.

nous ne pouvons plus refroidir la caméra. Ceci n’est pas très grave puisque nous
ne sommes pas limités par le bruit de fond thermique car nous intégrons le flux
de photons sur un temps très court.

6.3 Contrôle du champ magnétique

Le contrôle du champ magnétique au centre de l’enceinte est un point dé-
terminant de notre système expérimental, les différentes phases de l’expérience
nécessitent des configurations de champ différentes. Il faut être capable de passer
rapidement de l’une à l’autre tout en conservant la stabilité nécessaire pour éviter
le chauffage et/ou la perte des atomes dans le piège magnétique. La configuration
des bobines autour de l’enceinte est présentée sur la figure 6.9. Nous utilisons six
paires de bobines :

– Deux paires de bobines pyramidales permettent de créer un champ uni-
forme dans le plan (xOy). Ce champ correspond au champ B0, utilisé en
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combinaison avec un fil de la puce, il permet de créer un micro piège ma-
gnétique.

– Une paire de bobines en configuration anti-Helmholtz permet d’obtenir un
champ quadrupolaire pendant la première phase du piège magnéto-optique.
Ces bobines ne sont pas représentées sur la figure pour plus de clarté.
Elles sont carrées d’axe (Ox) et viennent se placer autour des bobines
pyramidales.

– Trois paires de bobines carrées permettent d’obtenir un petit champ uni-
forme dans n’importe quelle direction. Ces bobines sont carrées de côté
environ 30 cm. Chaque paire crée approximativement au centre de l’en-
ceinte un champ de 4 G pour un courant de 1 A.

Bobines de compensation
Bobines principales

X

Y

Z

Fig. 6.9 – Disposition des différentes bobines en configuration Helmholtz autour
de l’enceinte à vide. Nous utilisons trois paires de bobines de compensation pour
créer un champ de module inférieur à environ 4 G dans n’importe quelle direction.
Nous utilisons deux paires de bobines proches de l’enceinte pour créer le champ
nécessaire au piège magnétique dans le plan (xOy), son module peut être au
maximum d’environ 40 G.
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Il est intéressant de noter que pour une puissance dissipée donnée et un maté-
riau donné, le champ magnétique maximal que l’on peut obtenir avec une bobine
ne dépend que du volume de métal utilisé. Il est équivalent de bobiner N tours
de fil de section σ parcourus par un courant I qu’un tour de fil de section N σ
parcouru par un courant N I. Si dans le premier cas la résistance de la bobine
est égale à R et son inductance à L, dans le deuxième cas la résistance est égale
à R/N et l’inductance à L/N2. Le temps caractéristique d’établissement du cou-
rant est donc N fois plus petit dans le deuxième cas. Il est donc plus intéressant
de minimiser le nombre de tours et de maximiser la section du fil. Cependant le
bobinage d’un fil de forte section est difficile. Il est également difficile de réaliser
(ou d’acheter) des alimentations stables capables de fournir des courants très im-
portants dans des résistances faibles. Le compromis entre ces différents critères
nous a conduit à faire les choix suivants pour nos bobines.

Bobines pyramidales Nous voulons que ces bobines créent un champ d’en-
viron 50 G pour pouvoir obtenir un micro piège magnétique suffisamment com-
primé. La stabilité de ce champ est critique pour éviter tout chauffage dans le
piège magnétique final. Nous avons donc choisi d’alimenter les bobines avec une
alimentation très stable. Nous avons calculé que pour que les bobines n’occupent
pas un volume trop important, une puissance de l’ordre de 10 W est suffisante.
Nous avons donc choisi une alimentation 3 A/12 V extrêmement stable5. Ce cou-
rant maximal impose le nombre de tours sur chaque bobine qui est de 136 et le
diamètre du fil à 1 mm. La géométrie des bobines est un peu particulière pour
que les quatre bobines identiques puissent se placer de la même manière autour
de l’enceinte cubique (voir figure 6.10). La résistance de chaque bobine est 1 Ω
et l’inductance de 1 mH.

7 cm

10,2 cm

1
,6

 c
m

Fig. 6.10 – Vue en coupe d’une des bobines pyramidales (voir texte). La base est
un carré de 10,2 cm de côté. La bobine comprend 136 spires. Le fil a un diamètre
de 1 mm. Cette géométrie particulière permet d’accoler les quatre bobines autour
de l’enceinte cubique de 7 cm de côté.

5Alimentation UCS 3/12 de chez HighFinesse.
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Bobines du piège magnéto-optique Nous voulons obtenir un gradient de
l’ordre de 15 G.cm−1, le volume que peuvent occuper ces bobines est relativement
restreint par la position des éléments de l’enceinte à vide. Nous avons calculé
que la puissance électrique nécessaire est d’environ 100 W. Chaque bobine est
constituée d’environ 200 tours de fil de 2 mm de diamètre, le bobinage est carré
de côté environ égal à 12 cm. La stabilité de ce champ n’étant pas très critique,
nous utilisons une alimentation à découpage pour fournir le courant.

6.4 Gestion temporelle de l’expérience et acqui-

sition des données

Notre expérience comme toutes les expériences actuelles d’atomes froids né-
cessitent une gestion temporelle précise des nombreux événements qui s’enchâınent
au cours des différentes phases de l’expérience. Certains événements sont très
courts, comme par exemple la durée de l’impulsion lumineuse pour imager les
atomes qui est d’environ 50 µs, tandis que d’autres événements sont beaucoup
plus longs, comme par exemple la phase de refroidissement évaporatif qui dure
environ 5 s dans notre expérience. Le système doit donc être capable de gérer
des durées qui diffèrent par plusieurs ordres de grandeur. Pour répondre à cette
exigence, André Viling a développé au laboratoire un « séquenceur », ensemble de
modules électroniques programmables par ordinateur. Nous avons mis en place ce
système sur notre expérience et développé l’outil informatique pour le contrôler.

6.4.1 Description du « séquenceur »

Le séquenceur comprend un module mâıtre qui est relié à l’ordinateur de
contrôle, qui pilote tous les autres modules et fournit la base de temps à l’en-
semble du système (horloge à 8 MHz). Le module principal peut piloter jus-
qu’à huit modules secondaires. Chaque module secondaire comporte un certain
nombres de sorties indépendantes TTL ou analogiques, nous pouvons program-
mer jusqu’à 32 pas pour chaque sortie. Nous choisissons pour chaque pas la valeur
de sortie ainsi que sa durée. La durée d’un pas est un nombre compris entre 0 et
1023 que multiplie 1 µs ou 1 ms. Il existe à l’heure actuelle trois types de modules
secondaires :

– un module numérique avec huit sorties TTL.
– un module analogique avec quatre sorties analogiques, la tension de sortie

peut varier entre ±5 V ou ±10 V et est codée sur 10 bits.
– un module générateur de rampe avec quatre sorties analogiques : au lieu

de changer brusquement de valeur entre deux pas comme précédemment,
nous programmons pour chaque pas une pente que le séquenceur applique
à la tension de sortie pendant la durée du pas.
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La description du fonctionnement du séquenceur est un peu fastidieuse mais
importante car son architecture (durée des pas, nombre de pas, etc ...) détermine
si une expérience est facile ou non à mettre en œuvre et à programmer.

Tous les modules sont synchronisés sur la même horloge, ainsi toutes les voies
sont synchrones à mieux que 5 ns et le jitter sur chaque voie est également du
même ordre. La résolution temporelle est de 1 µs. Ces performances sont difficiles
à obtenir avec des cartes pilotées en temps réel par un ordinateur. L’intérêt du
séquenceur est de dissocier complètement la gestion temporelle de l’ordinateur,
les données sont chargées dans les modules par l’ordinateur avant le début de
la séquence et l’ordinateur donne ensuite un signal de départ. A partir de cet
instant tout est géré par le séquenceur et l’ordinateur est libre pour acquérir ou
traiter les données.

Ordinateur 
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Contrôleur Caméra

Caméra

Synthétiseur R.F.
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Fig. 6.11 – L’ordinateur principal programme tous les appareils et le séquenceur.
Le déroulement de l’expérience est ensuite entièrement contrôlé par le séquenceur
qui gère des modules TTL et analogiques et déclenchent les autres appareils. A
la fin de la séquence le séquenceur prévient l’ordinateur qui récupère alors les
données fournies par le contrôleur de caméra.
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6.4.2 Synchronisation des autres appareils avec le séquen-

ceur

Pour synchroniser les autres appareils utilisés lors de l’expérience il est néces-
saire que ces appareils puissent être préprogrammés puis déclenchés par un niveau
TTL issu du séquenceur afin d’être synchrones avec tous les événements gérés
par le séquenceur (voir figure 6.11). Nous utilisons habituellement les appareils
suivants qui possèdent tous cette fonction :

– des générateurs de fonctions arbitraires SRS DS345 que nous programmons
via une liaison GPIB.

– Un contrôleur de caméra Princeton. La prise d’image est déclenchée par un
front TTL issu du séquenceur. Les images sont récupérées par l’ordinateur
à la fin de la séquence.

– Un générateur de rampe radiofréquence développé au laboratoire. Notre
générateur utilise un circuit de type DDS6 (Direct Digital Synthesis). Un
ordinateur dédié est programmé au début de la séquence par l’ordinateur
principal puis est déclenché par le séquenceur. Il envoie alors au DDS les
fréquences à synthétiser avec un taux de rafrâıchissement fixé par l’ordi-
nateur principal. La rampe peut compter au maximum 15000 fréquences
différentes. Le délai entre deux changements de fréquence peut varier entre
60 µs et 1,7 ms.

6Circuit AD9851 de chez Analog Devices.



C H A P I T R E 7

Techniques de microfabrication
des puces atomiques

Nous décrivons dans ce chapitre les techniques de fabrication de nos puces.
La première génération de puces, utilisée pour les résultats présentés dans cette
thèse, ne comporte que des structures de grande taille (" 10 µm). Pour les réa-
liser, nous avons utilisé les techniques de lithographie optique et de croissance
électrolytique. La deuxième génération de puce est beaucoup plus complexe, en
effet nous voulons intégrer sur une même puce les mêmes structures que pré-
cédemment mais également des fils de très petite taille (! 1 µm) réalisés en
lithographie électronique. Nous verrons comment intégrer ces deux structures de
taille très différentes. Toute la fabrication a été réalisée au LPN (anciennement
L2M) à Bagneux puis à Marcoussis. Nous avons travaillé en collaboration avec
Dominique Mailly et Gian-Carlo Faini.

7.1 Première génération de puce atomique

L’objectif fixé pour la première génération de puce était la réalisation d’un
condensat de Bose-Einstein. Il fallait donc au moins intégrer sur la puce les fils
nécessaires à la réalisation d’un piège magnéto-optique et d’un piège magnétique1.
La figure 7.1 présente une photographie d’une puce de première génération où
l’on distingue le fil en U pour le piège quadrupolaire et le fil en Z pour le piège
de Ioffe-Pritchard. Pour obtenir un piège magnéto-optique avec un volume de
capture important et un piège magnétique initial peu confiné et suffisamment
profond, il est nécessaire que les fils puissent supporter des courants de plusieurs
ampères. La section des fils doit donc être relativement grande (≃ 104 µm2). Faire
des fils larges ne pose aucun problème particulier, mais comme nous allons le voir
il est plus difficile de faire des fils très épais. Avant de décrire le processus de
fabrication de ces fils, nous justifierons le choix des matériaux utilisés.

1Nous avons également intégré sur les puces diverses structures, telles que des guides d’ondes
ou des séparatrices que nous n’avons jamais utilisés...
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Fig. 7.1 – Photographie et schéma d’une puce de première génération. Nous
n’avons dessiné à droite que les fils en U et en Z qui sont utilisés pour le piège
magnéto-optique et pour le piège magnétique.

7.1.1 Choix des matériaux

Notre objectif est de pouvoir faire passer le plus de courant possible dans un
fil de section la plus petite possible afin de pouvoir maximiser le confinement
dans le piège magnétique créé sur la puce. Deux approches sont possibles pour
répondre à ce problème. L’une est d’utiliser des fils métalliques (ohmiques) où
le courant maximal est limité par la dissipation thermique vers le substrat de la
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chaleur produite par effet Joule. L’autre est d’utiliser des fils supraconducteurs
qui ne dissipent pas de chaleur, mais où le courant maximal est également limité.
La limite de courant est fixée par le champ critique pour les supraconduteurs
de type I et par le « flux pinning » pour les supraconducteurs de type II. La
référence [152] évalue la densité maximale que l’on peut passer dans un fil supra-
conducteur à 107 A.cm−2. Nous avons vu que la densité de courant n’était pas
le bon paramètre à considérer pour un fil ohmique puisque la densité maximale
de courant acceptable varie avec la taille du fil. Cependant des fils d’or carrés de
dimension inférieure à 1 µm supportent une densité de courant équivalente ou
supérieure.

Mais la raison principale pour ne pas utiliser des fils supraconducteurs est
sans aucun doute la difficulté de mise en oeuvre du système cryogénique. De
plus il est techniquement plus simple de réaliser des fils métalliques que des fils
supraconducteurs. Nous avons donc choisi d’utiliser des fils en or, matériau facile
à déposer par évaporation et par croissance électrolytique et dont la conductivité
électrique est excellente.

Différents substrats sont possibles pour servir de support aux fils d’or. Les
meilleurs candidats sont le saphir et le silicium qui ont chacun une grande conduc-
tivité thermique. Pour utiliser un substrat en silicium, il faut l’oxyder en surface
pour obtenir une bonne isolation électrique des fils. Le saphir est un excellent
isolant électrique. Les conductivités thermiques de ces éléments sont

Matériau Conductivité à 293 K (W.K−1.cm−1)
Silicium 1,46

Oxyde de silicium (amorphe) ∼ 0, 01
Saphir 0,35

Comme nous l’avons vu au chapitre 4, le paramètre pertinent pour notre
expérience est plutôt la conductivité thermique entre le fil et le substrat. Peu
de données sont disponibles sur cette conductivité. Nous avons finalement choisi
d’utiliser un substrat de silicium qui est beaucoup moins coûteux et pour lequel
les techniques de micro fabrication sont bien connues. Des mesures récentes ont
montré que les conductivités thermiques de l’interface entre l’or et ces différents
substrats sont

Matériau Conductivité (108 W.K−1.m−2)
Si avec 20 nm d’oxyde 6,5
Si avec 500 nm d’oxyde 2,6

Saphir 3,5
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Ces chiffres sont relativement équivalents et confirment que le choix du sili-
cium oxydé semble judicieux pour sa facilité de mise en oeuvre et ses performances
équivalentes au saphir.

7.1.2 Processus de fabrication

Nous n’avions pas besoin de structure de très petite taille pour la première
génération de puces. Nous avons donc utilisé une technique de lithographie op-
tique pour la réalisation de nos fils. De plus la surface du dessin à réaliser est
grande et donc l’utilisation de la lithographie optique (une fois le masque réalisé)
permet un gain de temps important par rapport à la lithographie électronique.

L’ensemble du processus de fabrication des fils à partir du masque est présenté
sur la figure 7.2. Le substrat est préparé, puis nous imprimons le dessin à réaliser
dans la résine par lithographie optique et enfin nous faisons crôıtre les fils d’or
par électrodéposition. Nous détaillons maintenant ces différentes étapes.

7.1.2.1 Réalisation du masque optique

Le masque optique consiste en une plaque de verre sur laquelle est déposé une
couche de chrome reproduisant le dessin à réaliser. Nous avons utilisé le masqueur
JEOL2 du L.P.N. pour la réalisation du masque par lithographie électronique. Le
masqueur permet d’avoir l’excellente résolution apportée par le faisceau d’élec-
trons sur une très grande surface. Le masque est insolé par champ de 20 µm ×
20 µm et le déplacement entre deux champs est contrôlé par interféromètrie.

7.1.2.2 Préparation du substrat

Nous commençons par oxyder le silicium en surface afin que les différents
fils ne soient pas connectés par l’intermédiaire du substrat. Cette oxydation se
fait dans un four à 950̊ C sous flux d’H2 et d’O2. Nous obtenons une couche
d’environ 200 nm en 1 h. Nous déposons ensuite une couche de titane (20 nm)
et une couche d’or (200 nm) qui servira de base à la croissance électrolytique des
fils. La couche de titane permet à l’or d’adhérer. Ces couches sont déposées sous
vide par évaporation du métal à déposer. Pour une bonne adhésion des couches
métalliques, il est important que la couche d’oxyde de silicium soit sèche (nous
étuvons le substrat à 200̊ C).

7.1.2.3 Lithographie optique

Nous utilisons une résine photosensible de type AZ4562. Déposée à 4000 tours.min−1

cette résine a une épaisseur de 6,2 µm. Après recuit (3 min à 120̊ C) nous exposons

2Masqueur JEOL JBX 5D2U
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Croissance électrolytique Résultat final

Fig. 7.2 – Processus de fabrication des fils d’or. La première étape consiste à
préparer le substrat de silicium en l’oxydant en surface puis en déposant une
couche de titane et une couche d’or. Nous déposons ensuite une résine photo-
sensible épaisse qui est exposée à travers le masque portant le dessin à réaliser.
Après développement, nous faisons crôıtre l’or dans les tranchées creusées dans
la résine. Enfin nous enlevons la résine et les premières couches d’or et de titane.

la résine (2 min) à travers le masque avec une lampe UV. Après développement
(bain AZ400K dilué 3 : 1, 1 min) nous obtenons des tranchées dans la résine
laissant apparâıtre la couche d’or. La forme des flancs dépend des temps d’ex-
position et de développement. Ce paramètre n’étant pas très critique dans notre
processus de fabrication nous n’avons pas cherché à l’optimiser (en effet nous ne
nous servons pas de la résine pour « lifter » une couche située sur la résine). Nous
avons pu obtenir sans difficulté avec cette résine des fils faisant 10 µm de large.
Obtenir des fils plus étroits et de même hauteur est difficile, il est alors préférable
de prendre une résine moins épaisse.

7.1.2.4 Croissance électrolytique

La croissance électrolytique se fait dans un bain composé d’aurocyanure de
potassium dissous dans de l’eau (PurAGold 402, composition K(Au)(CN)2). Le
bain est asservi en température à 40̊ C et est agité. L’anode est constituée d’une
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grille métallique faisant face au porte échantillon. La puce est fixée sur le porte
échantillon et constitue la cathode. La densité de courant doit être la plus uni-
forme possible sur l’échantillon afin d’obtenir une croissance homogène. Il faut
donc bien placer la puce par rapport à l’anode pour que les lignes de courant
entre anode et cathode soient les plus parallèles possibles. Des études prélimi-
naires au L.P.N ont montré que la qualité optimale du dépôt était obtenue pour
des densités de courant de l’ordre de 2,5 mA.cm−2. La puce ayant une taille ty-
pique de 1,5 cm2 nous utilisons un courant de 4 mA. L’épaisseur d’or déposée
est donné pour la loi de Faraday qui pour l’or s’écrit h = (j t)/0, 95 où h est
l’épaisseur en nm, j la densité de courant en mA.cm−2 et t la durée du dépôt en
s. Il nous faut donc à peu près 40 min pour combler les tranchées de 6 µm de
profondeur (voir figure 7.3). Si nous continuons la croissance pendant un temps
plus long, l’or « déborde » de la tranchée et nous obtenons une forme de fil en
champignon. Le bain électrolytique doit être régénéré régulièrement pour main-
tenir une concentration en or et un pH constants. Cette technique de fabrication
limite l’épaisseur des fils que nous pouvons faire crôıtre à l’épaisseur de la résine
(qui est elle-même limitée 6 µm).

Fig. 7.3 – Observation au microscope électronique du profil d’un fil obtenu par
croissance électrolytique dans une tranchée creusée dans la résine.

7.1.2.5 Attaque des couches métalliques

Après la croissance électrolytique nous enlevons la résine à l’acétone puis nous
plongeons l’échantillon dans une solution de KI pendant 1 min pour enlever la
couche d’or initiale. Enfin nous enlevons la couche de titane par gravure ionique
réactive.

7.1.3 Planarisation de la surface de la puce

Nous employons la surface de la puce comme miroir optique pour réfléchir
les faisceaux du piège magnéto-optique et le faisceau sonde. Pour avoir un mi-
roir de qualité il nous faut planariser la surface de la puce avant de déposer la
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couche d’or qui sert de miroir3. La rugosité de la surface présente deux tailles
caractéristiques très différentes. Une rugosité de faible longueur de corrélation et
de faible amplitude est présente sur la surface supérieure des fils. Ensuite les fils
eux-mêmes créent un relief d’une hauteur de 6 µm avec une largeur variant de
10 µm à 400 µm.

Pour planariser la surface nous utilisons une résine planarisante à base de
benzocyclobutène (BCB)4. Correctement recuit sous flux d’azote à 400̊ C, le
BCB est (d’après le fabricant) compatible avec un système ultra vide. Le BCB
permet facilement d’éliminer la rugosité à petite échelle présente sur le dessus des
fils, mais il est beaucoup plus difficile de gommer le relief du fil. Avec plusieurs
couches de BCB nous arrivons à réduire la forme du fil à une bosse d’environ
2 µm d’amplitude et qui varie sur une taille caractéristique d’environ 1,5 mm
(voir figure 7.4).

Si

Au
BCB

2 µm

1.5 mm

Fig. 7.4 – Qualité de la planarisation de la surface de la puce par le BCB. Le BCB
permet d’éliminer facilement la rugosité sur le dessus du fil, mais la rugosité à
grande échelle due à la forme carrée du fil ne peut pas être complètement éliminée.
Typiquement le bord abrupt de 6 µm du fil est remplacé par une variation lente
de la hauteur de BCB avec une amplitude de 2 µm sur une taille typique de
1,5 mm.

7.2 Deuxième génération de puce atomique

L’objectif de la deuxième génération de puce est principalement d’améliorer
la qualité de surface des puces. En effet nous voulons intégrer sur la puce une
deuxième couche de fils beaucoup plus petits (≃ 1 µm) et ceci ne peut se faire
que sur une surface parfaitement plane. L’amélioration de la qualité de surface
optique de la puce nous permet également d’avoir moins d’instabilité dans le
piège magnéto-optique et d’améliorer la qualité des images en absorption. Nous

3La couche planarisante sert aussi à isoler électriquement les fils de la puce de la couche
d’or qui sert de miroir.

4Référence cyclotene 3022 chez The Dow Chemical Company
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avons pour cela décidé d’enterrer les fils dans le silicium puis de faire la croissance
électrolytique jusqu’a ce que le dessus des fils affleure à la surface du silicium afin
que la planarisation avec le BCB soit plus facile.

7.2.1 Gravure du silicium

Pour enterrer les fils dans le silicium, nous avons utilisé deux techniques dif-
férentes de gravure du silicium : une gravure humide qui permet d’obtenir une
gravure anisotrope et une gravure ionique qui permet d’obtenir une gravure iso-
trope. La photographie au microscope électronique visible sur la figure 7.5 montre
le résultat de ces deux techniques.

G ravure ionique

Gravure TMAH

suivie d'une 

gravure ionique

20 µm

Fig. 7.5 – Image au MEB d’un wafer de silicium gravé. Une tranchée profonde
est gravée par une attaque chimique au TMAH, les flancs font un angle de avec
la surface du wafer. Cette tranchée ainsi que la tranchée moins profonde sont
ensuite gravées par attaque ionique. Les flancs de la tranchée gravée par attaque
ionique sont verticaux mais relativement rugueux.

7.2.1.1 Gravure anisotrope

Une solution de tétra-méthyl ammonium hydroxyle (TMAH) attaque le sili-
cium avec une efficacité différente suivant l’orientation du plan cristallin qui est
exposé à l’attaque (voir figure 7.6). Nous utilisons habituellement des wafers dont
la face supérieure correspond à un plan cristallin {1, 0, 0}, ce plan est attaqué ra-
pidement puis la gravure s’arrête sur le plan {1, 1, 0}. Les tranchées obtenues avec
cette méthode ont des flancs qui font un angle de 55̊ avec la surface du wafer. La
vitesse de gravure verticale pour des paramètres typiques est de 500 nm.min−1.
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Fig. 7.6 – Nous utilisons deux techniques pour la gravure du silicium. La gravure
par une solution de TMAH permet d’avoir une vitesse de gravure importante,
cette gravure est anisotrope et l’état de surface après gravure est bon. La gravure
ionique réactive permet d’obtenir des flancs droits mais la vitesse de gravure est
faible et le fond de la tranchée obtenue est rugueux.

7.2.1.2 Gravure ionique réactive

La gravure ionique réactive grave le silicium plus lentement que la gravure par
le TMAH mais permet d’obtenir des flancs verticaux. La vitesse de gravure pour
des paramètres typiques est de 10 nm.min−1. Le masque utilisé est un masque
d’alumine. L’inconvénient de cette méthode est la mauvaise qualité de la surface
obtenue après gravure, les flancs et le fond de la tranchée gravée sont rugueux
(voir figure 7.5). Nous avons donc décidé de ne pas utiliser cette méthode.

7.2.2 Processus de fabrication

La fabrication des fils enterrés est nettement plus complexe que la fabrica-
tion des fils pour la première génération et nécessite de nombreuses étapes (voir
figure 7.7).

– Oxydation du substrat
– Lithographie optique avec un premier masque pour l’étape de gravure
– Gravure des tranchées dans le silicium par attaque dans le TMAH.
– Oxydation du substrat.
– Lithographie optique avec un deuxième masque pour déposer une couche

de titane/or au fond des tranchées. Cette étape de lithographie demande
un alignement du masque sur les tranchées obtenues par gravure.

– Croissance électrolytique au fond des tranchées.
– Planarisation par un dépôt de BCB et par polissage mécanique. Nous polis-



164 Chap 7 - Microfabrication des puces atomiques

sons la surface de BCB avec une solution de billes d’alumine de 0,3 µm de
diamètre sur un plateau tournant à une vitesse de 1000 tours.min−1.

Nous arrivons par cette méthode à obtenir un état de surface correct. Sur les
meilleurs échantillons nous arrivons à obtenir un miroir optique de qualité « cor-
recte », c’est-à-dire qui semble lisse à l’oeil, ce qui n’était pas le cas avec la
première génération de puce. Nous observons cependant une courbure du miroir
à grande échelle qui est due au processus de polissage mécanique.

Si

SiO2

Au

Résine

Gravure TMAH

Croissance électrolytique

Lithographie optique n°1

Lithographie optique n°2 Dépôt Ti/Au - Lift Off

Planarisation

SiO2

Résine
Ti

BCB

Fig. 7.7 – Processus de fabrication des gros fils pour la deuxième génération de
puces. L’objectif est d’obtenir une surface de meilleure qualité que la première
génération afin de pouvoir déposer une deuxième couche de fils de très petite
taille. Les étapes de la fabrication sont détaillées dans le texte.

7.2.3 Réalisation de la deuxième couche

La deuxième couche que nous souhaitons réaliser est constituée de cinq fils
parallèles ayant une section 700 nm × 700 nm et une longueur de 800 µm. Les fils
sont espacés d’environ 2,5 µm (voir chapitre 9 pour l’explication de ce dessin).
Étant donné leur petite taille, ces fils sont réalisés en lithographie électronique.

Dans un premier temps nous avons essayé de fabriquer ces fils directement
sur la couche de BCB. Après de nombreux essais infructueux, nous avons décidé
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Fig. 7.8 – A gauche : photographie d’une puce de deuxième génération. Les fils
de petite taille sont fabriqués sur un wafer qui est collé sur la puce sur laquelle
les fils de grande taille sont enterrés. A droite : image au microscope électronique
des fils de de petite taille (700 nm × 700 nm). Nous distinguons quatre des cinq
fils qui constituent la structure totale et un fil de contact.

d’abandonner le BCB comme substrat. En effet l’adhésion de la couche de ti-
tane/or sur le BCB est mauvaise et nous n’obtenons environ qu’un fil sur dix qui
soit continu sur toute sa longueur. De plus la conductivité thermique du BCB est
très mauvaise et les fils obtenus s’échauffent très rapidement. Le courant maximal
que nous avons pu faire passer dans un fil est d’environ 5 mA.

Nous avons donc décidé de fabriquer les petits fils sur un wafer de silicium très
fin que nous collons sur le BCB avec une colle époxy compatible ultra-vide. La
technique de fabrication de fils d’or par lithographie électronique sur un substrat
de silicium est bien connue et ne pose pas de problème particulier. Nous avons
ainsi pu obtenir une puce avec une première couche de « gros fils » enterrés dans
un premier substrat en silicium surmonté d’un deuxième substrat sur lequel sont
déposés les petits fils. La description des techniques employées pour la réalisation
de cette deuxième couche sera détaillée dans la thèse de T. Schumm. La figure 7.8
montre l’ensemble de la puce et une image au microscope électronique des fils
réalisés en lithographie électronique.





C H A P I T R E 8

Rugosité du potentiel
magnétique créé par un microfil

La fragmentation d’un nuage d’atomes froids piégés sur une puce atomique
a été observée pour la première fois dans l’équipe de Zimmermann [83] en 2002.
Ces travaux ont montré que cette fragmentation, observée aussi bien avec un
nuage froid qu’un condensat, est due à une inhomogénéité spatiale du champ
magnétique créé par le micro fil qui piège les atomes [153]. Le champ du micro
fil n’est pas exactement perpendiculaire au fil comme attendu pour un fil idéal.
La composante longitudinale du champ, c’est-à-dire parallèle au fil, est non-
nulle. Les fluctuations spatiales de cette composante « anormale » entrâıne une
rugosité du potentiel longitudinal de piégeage. A une distance du fil de l’ordre
de sa largeur, C. Zimmermann a montré que la composante anormale du champ
magnétique ne varie pas dans le temps et que son amplitude est très faible,
environ 10−4 de la composante normale du champ magnétique. L’amplitude de la
rugosité diminue lorsque la distance au fil augmente. Ce phénomène a ensuite été
observé par toutes les équipes travaillant avec des puces atomiques au-dessus de
fils constitués de différents matériaux (cuivre, or, argent, aluminium) et fabriqués
par des méthodes différentes [83, 97, 98, 99, 100]. Ces fluctuations de champ
magnétique ne sont donc pas spécifiques à une technologie particulière et sont un
sérieux obstacle au développement des puces atomiques, notamment en ce qui
concerne la réalisation d’un guide monomode cohérent. Nous avons donc décidé
d’étudier quantitativement ce phénomène sur notre puce.

La figure 8.1 montre le profil fragmenté d’un nuage d’atomes froids au-dessus
de notre micro fil en or. Pour étudier les caractéristiques de cette fragmenta-
tion, nous avons mesuré les profils de densité de nuages atomiques ayant une
température correspondant à l’amplitude des fluctuations de champ magnétique.
Nous avons répété cette mesure pour différentes hauteurs au-dessus du fil. Dans
une première partie nous présenterons en détail cette méthode de mesure et les
résultats obtenus.

Avant de commencer cette étude, il était clair dans la communauté que les
fluctuations de champ magnétique au-dessus du fil étaient dues à des inhomo-
généités dans la distribution de courant à l’intérieur du fil. En effet, l’équipe de
Zimmermann avait montré que l’amplitude des fluctuations était proportionnelle
au courant dans le fil. Notons également que l’équipe de Hinds avait montré que



168 Chap 8 - Rugosité du potentiel sur une puce atomique

la décroissance des fluctuations avec la distance au fil était compatible avec la
décroissance attendue pour une distribution de courant ondulant sinusöıdalement
à l’intérieur du fil [99]. Cependant l’origine des fluctuations de courant dans les
fils était inconnue. Lukin et son équipe ont proposé que les fluctuations géomé-
triques de la position des bords du fil pourraient expliquer les fluctuations de
champ magnétique [154]. En effet si les flancs du fil ne sont pas parfaitement
lisses, la distribution de courant a des composantes transverses non nulles qui
créent un champ magnétique longitudinal et donc une rugosité du potentiel. Les
fluctuations de potentiel observées avec les atomes sont très faibles, et donc une
très faible rugosité du bord du fil est suffisante pour expliquer le phénomène.
Nous avons donc décidé de comparer le potentiel obtenu à partir des mesures ef-
fectuées avec les atomes aux mesures des fluctuations de position des bords du fil
obtenues au microscope électronique. Les résultats de ces mesures sont présentés
dans la deuxième partie de ce chapitre. Nous présenterons tout d’abord une mé-
thode générale de calcul des fluctuations de champ magnétique au-dessus d’un fil
en fonction des inhomogénéités de la distribution de courant puis nous applique-
rons les résultats à la distribution attendue pour un fil aux bords rugueux. Nous
montrerons que nous obtenons un bon accord entre la rugosité mesurée avec les
atomes et la rugosité attendue. Pour la première fois, nous pouvons expliquer
l’origine de la rugosité du potentiel sur une puce atomique. Bien sûr, ce résultat
est spécifique à notre échantillon et même pour un fil aux flancs peu rugueux des
phénomènes encore inconnus peuvent créer des inhomogénéités dans la distribu-
tion de courant. Cependant il est certain que la rugosité due aux fluctuations des
bords du fil peut être importante et peut limiter l’utilisation des puces atomiques.
Nous conclurons ce chapitre par un calcul de la tolérance qu’il faut exiger des
méthodes de fabrication quant à la rugosité des bords et de la surface du fil pour
obtenir une rugosité du potentiel inférieure à une valeur maximale donnée.

8.1 Mesure de la rugosité du potentiel à l’aide

d’un nuage d’atomes froids

A partir d’images analogues à celle de la figure 8.1, nous allons reconstruire
le potentiel longitudinal vu par les atomes. Nos mesures couvrent une étendue de
1,6 mm au-dessus du fil, pour des hauteurs comprises entre 33 µm et 180 µm au-
dessus du fil. Nous verrons ensuite comment traiter les données obtenues pour
extraire la composante rugueuse du potentiel longitudinal.

8.1.1 Obtention des profils de densité atomique

Pour pouvoir déduire de manière fiable l’amplitude de la rugosité à partir
du profil de densité, nous devons préparer un nuage d’atomes froids à l’équi-
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Fig. 8.1 – Image en absorption et profil longitudinal de densité d’un nuage
d’atomes froids au-dessus du fil principal de notre puce atomique. Les atomes
sont piégés à une distance de 40 µm du fil, la température du nuage est de
1,6 µK et le courant dans le fil est de 300 mA. Les variations longitudinales de
densité sont la signature s’une rugosité du potentiel. La température du nuage
étant de 1,6 µK, cette rugosité a une amplitude de l’ordre du µK.

libre thermodynamique dans le potentiel à mesurer. De plus, la température de
l’échantillon doit être du même ordre que l’amplitude des fluctuations de poten-
tiel. Si la température est trop faible, le nuage s’étale peu et la zone sur laquelle
nous pouvons mesurer le potentiel est petite. Nous ne voulons pas non plus que le
nuage se sépare en fragments indépendants piégés dans les creux de potentiel. Si
la température est trop élevée, le rapport signal à bruit se dégrade. Typiquement
nous utilisons des températures de l’ordre de quelques microkelvins.

Nous utilisons la séquence expérimentale illustrée sur la figure 8.2. Nous pré-
parons le nuage à la température adéquate par refroidissement évaporatif dans
le piège comprimé (identique à celui utilisé pour l’obtention du condensat). Puis
nous modifions les valeurs du courant I dans le fil en Z et du champ uniforme
B0 pour transférer les atomes dans le piège dont nous voulons étudier la rugo-
sité. La rampe pour transférer les atomes dans ce piège est suffisamment lente
(600 ms) pour que les atomes soient à l’équilibre thermodynamique dans le piège
final. Nous observons le profil de densité en coupant le courant dans le fil en Z
et en prenant une image après un court temps de vol (0,5 ms) qui nous permet
de diminuer la densité optique du nuage sans dégrader la résolution de l’image
(3 µm dans le plan objet). Pour déterminer la température de l’échantillon, nous
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faisons des temps de vols plus longs et nous mesurons la vitesse d’expansion
transverse du nuage.
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Fig. 8.2 – Séquence temporelle pour la mesure de la rugosité du potentiel ma-
gnétique. Les atomes sont chargés dans le piège magnétique initial, puis le piège
est comprimé pour permettre un refroidissement évaporatif efficace. Nous décom-
primons le piège avant la fin du refroidissement évaporatif pour éviter un taux
de perte à trois corps trop important. Finalement nous ajustons les valeurs du
champ et du courant pour obtenir les paramètres de hauteur et de fréquence
désirés pour étudier la rugosité du potentiel magnétique.

Le choix des paramètres du piège final est fixé par plusieurs contraintes. Nous
choisissons la hauteur du piège, ce qui fixe le rapport B0/I. Nous imposons ensuite
que le gradient transverse proportionnel à B2

0/I ne soit pas trop important pour
que le piège soit suffisamment décomprimé et que la température du nuage reste
faible. Les paramètres des différents pièges que nous avons utilisés sont donnés
dans le tableau ci-dessous :

Hauteur (µm) Courant (mA) Champ (G) Températures (µK)
33 299 14 1,49 - 2,25
46 253 10 1,02 - 1,49
54 226 8 0,96 - 1,31
69 196 6 0,38 - 0,88
80 179 5 0,34 - 0,61
107 200 4,5 0,33 - 0,52
176 200 3 0,38 - 0,41

Nous utilisons des températures plus faibles pour les mesures les plus éloignées
de la surface car l’amplitude de la rugosité diminue avec la hauteur et avec le
courant. La hauteur au-dessus du centre du fil est obtenue à partir de la mesure de
la distance entre l’image directe du nuage et son image par réflexion sur la surface
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de la puce. Nous ajoutons à cette mesure l’épaisseur de BCB et la demi hauteur
du fil, soit un total de 11 µm. Ces deux paramètres ont été mesurés directement
sur la puce après l’avoir sortie de l’enceinte à vide. Les températures indiquées
correspondent à la gamme qui a été utilisée pour la mesure. Nous disposons pour
chaque hauteur d’environ quatre ou cinq profils de nuages ayant des températures
étalées dans la gamme indiquée. Chacun de ces profils est obtenu en moyennant
20 images.

Pour explorer le potentiel sur une grande distance au-dessus du fil, nous avons
ajouté un gradient de champ magnétique longitudinal afin de déplacer le nuage.
Ce gradient est créé par une bobine d’axe (Oz). Pour chaque hauteur, nous
utilisons trois gradients différents, nous pouvons ainsi mesurer le potentiel sur
une distance d’environ 1,6 mm. Les gradients utilisés sont de l’ordre du G.cm−1.
Trois profils de densité pris à une même hauteur pour trois gradients différents
sont présentés sur la figure 8.3.

8.1.2 Obtention du potentiel longitudinal

La température du nuage atomique que nous préparons est bien au-dessus de
la température critique de condensation, la densité du nuage est donc donnée par
la loi de Boltzmann

n(x, y, z) = n0 exp[−β V (x, y, z)] (8.1)

où n0 est la densité au centre du piège. Pour simplifier l’exploitation des données
nous faisons l’hypothèse que le potentiel transverse et le potentiel longitudinal
sont séparables

V (x, y, z) = Vl(z) + Vr(x, y) . (8.2)

Nous pouvons alors intégrer la densité atomique dans la direction radiale et
obtenir la densité longitudinale n1(z)

n1(z) = n1,0 exp[−β Vl(z)] avec n1,0 =

∫

n0 exp[−β Vr(x, y)] dx dy . (8.3)

En inversant cette relation, nous obtenons le potentiel longitudinal en fonction
de la densité longitudinale

Vl(z) = −kB T ln(n1(z)) + V0 . (8.4)

L’offset V0 dépend du nombre d’atomes dans le piège et peut varier d’une image à
l’autre. Si l’hypothèse de séparabilité des potentiels n’est pas vérifiée, V0 dépend
de z, ce qui introduit une erreur sur la détermination de Vl.

Pour vérifier la validité de l’hypothèse de séparabilité des potentiels, nous
avons mesuré la variation de la taille transverse du nuage en fonction de la po-
sition longitudinale dans le nuage. A une hauteur de 33 µm, nous ne mesurons
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aucune variation significative de la taille transverse du nuage. A une hauteur de
176 µm, la taille transverse du nuage est 10% plus faible sur les bords du nuage
qu’au centre. Une variation relative de 10% de la taille transverse correspond à
une variation absolue de 2 kB T × 10% sur le potentiel longitudinal. Cette varia-
tion n’est pas négligeable. Cependant il faut remarquer que cette variation a lieu
sur une taille caractéristique de l’ordre de 2 mm. Cela correspond à ajouter une
courbure au potentiel mesuré. Nous verrons par la suite que notre procédure de
traitement des données élimine cette courbure en l’incluant dans le potentiel de
piégeage attendu pour un fil idéal.

Pour chaque hauteur, nous disposons de trois profils obtenus pour trois valeurs
différentes de gradient longitudinal de champ magnétique. Nous en déduisons
trois courbes de potentiel. Pour reconstruire le potentiel correspondant à un
gradient nul sur la totalité de la zone mesurée, nous ajoutons aux potentiels
mesurés avec un gradient non nul un gradient de signe opposé. Nous ajustons la
valeur de ce gradient pour minimiser la différence entre les potentiels dans leur
zone de recouvrement.1. Cette procédure de « recollement » est illustrée sur la
figure 8.3.
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Fig. 8.3 – A gauche : potentiels mesurés à partir des profils de densité pour trois
gradients longitudinaux différents. A droite : nous avons soustrait un gradient
aux potentiels mesurés sur les bords du fil pour obtenir le potentiel sur la quasi
totalité de la longueur du fil.

8.1.3 Soustraction du potentiel attendu

L’ensemble des potentiels obtenus pour différentes hauteurs par la procédure
expliquée au paragraphe précédent est tracé sur la figure 8.4. Il est clair qu’il faut

1Nous avons essayé d’ajouter un gradient simplement proportionnel au courant utilisé dans
la bobine de gradient, mais cette procédure ne donnait pas un résultat satisfaisant.
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Fig. 8.4 – Potentiels de piégeage mesurés pour différentes hauteurs au-dessus du
fil. Nous voyons qu’il nous faut soustraire le potentiel de piégeage attendu pour
pouvoir extraire la composante rugueuse du potentiel et la caractériser.

maintenant soustraire le potentiel de piégeage longitudinal attendu pour n’ob-
tenir que la composante rugueuse du potentiel. Pour cela nous ajustons chaque
potentiel par le potentiel longitudinal calculé en tenant compte de la largeur finie
des bras du Z. Nous utilisons comme paramètres ajustables la hauteur et la dis-
tance entre les bras du Z. Cette procédure nous permet d’ajuster correctement
les courbes expérimentales, ce qui n’est plus possible si nous fixons un des deux
paramètres à la valeur attendue. Nous pensons que le fait de laisser ces para-
mètres libres nous permet de corriger des erreurs introduites par la procédure de
soustraction des gradients et par l’hypothèse de séparabilité des potentiels. Cette
procédure d’analyse ne peut que sous-estimer la rugosité du potentiel mesuré.
Les paramètres obtenus lors de l’ajustement sont très proches des valeurs atten-
dues. Les hauteurs obtenues par l’ajustement sont égales aux hauteurs mesurée
optiquement auxquelles il faut ajouter un offset de 14 ± 1 µm. Nous rappelons
que l’offset mesuré directement sur la puce est de 11 µm. Les distances entre les
bras du Z que nous obtenons par l’ajustement sont comprises dans une fourchette
de ±4% autour de la valeur attendue.

8.1.4 Potentiels rugueux obtenus

Les courbes que nous obtenons finalement sont tracées sur la figure 8.5. Pour
pouvoir comparer les mesures à différentes hauteurs, nous avons normalisé les
fluctuations mesurées par le courant dans le fil et nous avons converti le potentiel
exprimé auparavant en microkelvins en gauss 2. Nous voyons que l’amplitude

2Nous avons vérifié que l’amplitude des fluctuations est effectivement proportionnelle au
courant dans le fil pour le point de mesure le plus proche du fil.
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des fluctuations diminue avec la hauteur au-dessus du fil. La densité spectrale
des fluctuations pour les différentes hauteurs est tracée sur la figure 8.6. Pour
obtenir une estimation de la densité spectrale avec un signal à bruit de 1/

√
3,

nous utilisons l’algorithme de Welch [155]. Cet algorithme divise la fenêtre de
mesure en trois fenêtres qui se recouvrent et moyenne le carré des transformées
de Fourier obtenues sur chaque fenêtre.

Les spectres obtenus décroissent avec le vecteur d’onde jusqu’à atteindre un
plateau. Nous ne voyons pas apparâıtre de fréquence caractéristique dans la den-
sité spectrale comme mentionnée dans la référence [99]. Le plateau aux grands
vecteurs d’onde correspond au bruit de mesure. Nous avons vérifié que les spectres
du même potentiel obtenus à des températures différentes cöıncident pour des
vecteurs d’onde inférieurs au vecteur d’onde marquant le début du plateau. Les
spectres ne correspondent plus pour des vecteurs d’onde plus grands, ce qui signi-
fie bien que le signal mesuré ne correspond pas à un potentiel vu par les atomes.
Supposons que nous ayons un bruit relatif sur la mesure de l’intensité optique du
faisceau sonde. Cela correspond à un bruit absolu δn sur la détermination de la
densité atomique. Le bruit sur le potentiel est donc donné par (kB T/I)× δn/n1.
Il dépend donc de la température, de la densité du nuage et du courant. Nous
pensons que cette dépendance explique les variations de la valeur du plateau pour
les différentes hauteurs de mesure.
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Fig. 8.5 – Composante rugueuse du potentiel en fonction de la position longi-
tudinale pour différentes hauteurs au-dessus du micro fil. L’amplitude du champ
est normalisée par le courant I dans le fil. La rugosité diminue lorsque la hauteur
augmente et devient négligeable pour une hauteur d’environ 200 µm.
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Fig. 8.6 – Densité spectrale de la rugosité du potentiel magnétique pour diffé-
rentes hauteurs au-dessus du fil. Nous observons une décroissance de la densité
spectrale. Puis pour des vecteurs d’onde supérieurs à 0,06 µm−1, nous observons
un plateau qui correspond au bruit de mesure.

8.2 Calcul de la rugosité due aux fluctuations

géométriques des bords du fil

Nous allons maintenant calculer la rugosité du potentiel magnétique due aux
fluctuations géométriques des bords du fil pour la comparer aux mesures que
nous venons de présenter. Nous présentons d’abord un développement général
du champ magnétique associé à une distribution de courant quelconque inhomo-
gène dans un fil. Ensuite nous calculons les inhomogénéités de la distribution de
courant associée à la rugosité des bords du fil et nous en déduisons le champ
magnétique. Nous nous limitons ici à l’effet de la rugosité des bords du fil, c’est-
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à-dire aux deux faces du fil perpendiculaires au substrat. L’effet de la rugosité
de la face supérieure est discuté dans le deuxième article annexé au chapitre. Ce
calcul a été effectué pour la première fois dans la référence [154] mais avec une
approche totalement différente.

Nous nous limitons par la suite au calcul de la composante longitudinale du
champ magnétique (i.e Bz). En effet nous voulons déterminer les fluctuations
du potentiel longitudinal. Il nous faut donc calculer pour un z donné la valeur
du module de champ magnétique là où le potentiel transverse est minimal. Un
calcul numérique montre que, pour nos paramètres expérimentaux, le champ
magnétique au minimum de potentiel transverse est parallèle à l’axe ez à mieux
que 1 mrad. Il est donc suffisant de calculer les fluctuations de Bz pour obtenir
les fluctuations du potentiel mesuré avec les atomes.

8.2.1 Expression générale du champ magnétique

La définition du système de coordonnées par rapport au fil est indiquée sur
la figure 8.8. Nous notons j la distribution de courant correspondant aux in-
homogénéités dans le fil, cette distribution est identiquement nulle pour un fil
parfaitement rectangulaire. Le potentiel vecteur créé par cette distribution de
courant est donné par l’équation de Poisson ∆A = −µ0 j. Nous développons le
potentiel vecteur en composante de Fourier suivant l’axe z

Ak(x, y) =
1√

2 π L

∫

A(x, y, z)e−i k zdz . (8.5)

Chaque composante de Fourier vérifie alors l’équation suivante
(

∂

∂x2
+

∂

∂y2

)

Ak − k2 Ak = −µ0 jk . (8.6)

Cette équation est analogue à une équation de diffusion en régime stationnaire.
Nous nous plaçons maintenant en coordonnées polaires (r, θ) telles que x =
r cos(θ) et y = r sin(θ). Nous développons le potentiel vecteur et la distribu-
tion de courant sur les composantes de moment cinétique bien défini

Ak(r, θ) =
∞

∑

n=−∞
Ak,n(r) ei n θ . (8.7)

Chaque composante Ak,n(r) vérifie l’équation de Bessel modifiée suivante
[

d2

dr2
+

1

r

d

dr
−

(

k2 +
n2

r2

)]

Ak,n(r) = −µ0 jk,n(r) . (8.8)

Pour r > W0/2, le terme source jk,n est nul et la solution de l’équation précédente
est une combinaison linéaire des fonctions de Bessel modifiées In(k r) et Kn(k r).
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Comme le potentiel vecteur tend vers zéro quand r tend vers l’infini, le coefficient
devant In(k r) est nécessairement nul. Par conséquent Ak,n(r) s’écrit

Ak,n(r) = ck,n Kn(k r) . (8.9)

Pour obtenir la valeur du coefficient cn,k nous utilisons la fonction de Green de
l’équation de Poisson

G(r1, r2) = − 1

4π|r1 − r2|
. (8.10)

Cette fonction de Green peut se réécrire dans le système de coordonnées cylin-
drique sous la forme suivante [156]

G(r1, r2) =
1

2π2

∞
∑

n=−∞

∫ ∞

0

In(k r<) Kn(k r>) ei n(θ1−θ2) cos[k(z1 − z2)] dz (8.11)

où r< = min(r1, r2) et r> = max(r1, r2). Le potentiel vecteur est donné par

A(r2) = −µ0

∫

G(r1, r2) j(r1) d3r1 . (8.12)

En substituant j par son développement en composantes jk,n et en utilisant l’ex-
pression 8.11 nous obtenons

ck,n = µ0

∫ W0/2

0

r In(k r) jk,n dr . (8.13)

Le champ magnétique est donné par le rotationnel du potentiel vecteur. Nous
avons vu précédemment que la rugosité du potentiel ne dépend que de la com-
posante Bz du champ magnétique. Nous nous limitons donc au calcul de cette
composante. Pour simplifier l’expression obtenue nous utilisons les relations K ′

n =
−(Kn−1 + Kn+1)/2 et 2 nKn(u)/u = −Kn+1(u) + Kn+1(u). Nous obtenons alors

Bzk
= −k

2

∞
∑

n=−∞
[cyk,n−1

+cyk,n+1
] Kn(k r) ei n θ−i

k

2

∞
∑

n=−∞
[cxk,n−1

−cxk,n+1
] Kn(k r) ei n θ .

(8.14)
A une distance h du fil, nous nous attendons à ce que les composantes de Fourier
de vecteur d’onde inférieur à 1/h dominent. En effet les composantes de lon-
gueur d’onde supérieure à h doivent se moyenner à zéro. Par conséquent si la
distance h est grande devant l’extension du fil W0, l’argument de la fonction de
Bessel In(k r) est petit dans le domaine d’intégration lors du calcul du coefficient
ck,n pour les composantes de Fourier qui dominent. Nous pouvons alors faire
l’approximation In(k r) ≃ (k r)n/(2n n!), ce qui montre que les coefficients ck,n

décroissent rapidement avec n. En gardant seulement le terme dominant dans le
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développement de Bzk
nous obtenons alors l’expression suivante pour le champ

à une distance h au-dessus du fil (θ = 0)3

Bzk
(h) ≃ −

cyk,0

k
× k2 K1(k h) . (8.15)

Nous verrons au paragraphe suivant que le premier terme cyk,0
/k caractérise l’am-

plitude des fluctuations du bord du fil au vecteur d’onde k. Pour une longueur
d’onde donnée, la décroissance du champ magnétique en fonction de la hauteur
est donc en K1(k h) ∼

√

π/2 exp(−k h)/
√

k h. Lorsque h se rapproche de W0/2,
il faut sommer de plus en plus de termes dans le développement du champ ma-
gnétique pour en obtenir une bonne approximation.

8.2.2 Distribution de courant dans un fil rugueux

(a) (b)

5 µm 3 µm

Fig. 8.7 – Images au microscope électronique à balayage de fils micro fabri-
qués. Les images (a) et (b) correspondent au fil central du Z utilisé pour piéger
les atomes. Les fluctuations géométriques du bord sont presque invariantes par
translation suivant x.

Nous allons maintenant calculer les fluctuations dans la densité de courant
introduites par les inhomogénéités du bord du fil et en déduire les coefficients cn,k

associés. Nous appelons fl(z) et fr(z) les fluctuations de position des bords gauche
et droits du fil par rapport à leur valeur moyenne (voir figure 8.8). Nous supposons
que les fluctuations du bord ne dépendent pas de x. Cette approximation est
justifiée par les observations que nous avons faites au microscope électronique
des bords du fil (voir figure 8.7).

Pour un fil idéal, la densité de courant est j0 ez. Nous notons J la densité de
courant totale qui est égale à j0 ez + j. La densité de courant vérifie la loi d’Ohm
J = −σ∇V et l’équation de conservation de la charge ∇.J = 0. Nous supposons
que la conductivité σ du fil est uniforme, le potentiel électrique satisfait alors

3La somme des deux termes en cxk,0
est nulle puisque K−n = Kn.
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l’équation de Laplace ∆V = 0. Nous introduisons v = V − j0 z/σ le potentiel
électrique associé aux fluctuations j de la densité de courant. Comme les fluctua-
tions du bord du fil sont invariantes par translation suivant ex, v ne dépend que
de y et z et vérifie l’équation de Laplace à deux dimensions.

y

z

fl(z)

fr(z)

W0

u0

x

y

z

Fig. 8.8 – Définition des conventions utilisées dans le calcul de la rugosité du
potentiel magnétique créé par les fluctuations des bords du fil. Le fil a une largeur
moyenne W0, l’écart entre la position du bord gauche (droit) par rapport à W0/2
(−W0/2) est noté fl(z) (fr(z))

La densité de courant totale doit être tangente à la surface du fil. Le potentiel
v doit donc satisfaire les conditions aux limites suivantes

dfr/l

dz
(z) ×

[

j0 − σ
∂v

∂z
(y = ±W0/2 + fr/l, z)

]

=

∂v

∂y
(y = ±W0/2 + fr/l, z) . (8.16)

Nous supposons que les déviations du bord sont suffisamment faibles pour que
nous puissions faire un développement au premier ordre en fr/l de l’équation
précédente. Nous obtenons alors une relation linéaire entre v(±W0/2, z) et fr/l(z).
Dans l’espace réciproque, cette relation s’écrit

i k j0 fr/l,k = −σ
∂vk

∂y
(y = ±W0/2) . (8.17)

Comme v satisfait l’équation de Laplace à deux dimensions, la composante de
Fourier vk(y) est nécessairement une combinaison linéaire de exp(k y) et exp(−k y).
Les coefficients de cette combinaison sont imposés par les deux conditions aux
limites (8.16). Le calcul des coefficients fait apparâıtre la composante symétrique
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des fluctuations des bords f+ = (fr + fl)/2 et la composante antisymétrique
f− = (fr − fl)/2. Finalement la composante de Fourier de la distribution de
courant j s’écrit

jy,k = i k j0

(

cosh(k y)

cosh(k W0/2)
f+

k +
sinh(k y)

sinh(k W0/2)
f−

k

)

. (8.18)

Comme nous pouvions nous y attendre, le courant est étalé dans tout le fil pour
les petits vecteurs d’onde (k ≪ 1/W0) et localisé sur les bords du fil pour les
grands vecteurs d’onde.

8.2.3 Calcul du champ magnétique rugueux attendu

Nous passons maintenant au calcul des coefficients ck,n associés à cette distri-
bution de courant. Nous allons tout d’abord simplifier l’expression des coefficients
dans le cas où le fil est plat (W0 ≫ u0). Si le fil est plat, la distribution de cou-
rant j doit être remplacée par une distribution surfacique jS =

∫

j dx. Dans ce
cas l’intégrale (8.13) devient

cn,k = −µ0

2π
(−i)n

∫ W0/2

0

dyIn(ky)[jSk
(y) + (−1)njSk

(−y)] . (8.19)

La distribution de courant jS n’a pas de composante selon x, de plus d’après
l’équation précédente nous remarquons que cyn,k

= (−1)n cyn,k
. L’expression du

champ magnétique (8.14) peut alors se réécrire à une hauteur h au-dessus du fil
(θ = 0)

Bz,k = −k
∞

∑

n=0

(cy2n,k
+ cy2n+2,k

) K2n+1(k h) (8.20)

Seuls les coefficients cy2n,k
avec n pair contribuent au champ magnétique. D’après

l’équation (8.19), nous voyons que seule la partie paire de la distribution de
courant jSk

(y) contribue. Par conséquent, seule la composante symétrique des
fluctuations du bord dont l’amplitude est proportionnelle à f+

k contribue aux
fluctuations de champ magnétique (cf équation 8.18). Ce résultat se retrouve
facilement par un simple argument de symétrie et reste valable même si le fil
n’est pas plat.

En injectant l’expression obtenue pour la distribution de courant (8.18) dans
l’expression (8.19) nous obtenons l’expression suivante pour les coefficients pairs
cy2n,k

cy2n,k
= (−1)n+1 µ0 I

π W0

i k f+
k ×

∫ W0/2

0

I2n(k y)
cosh(k y)

cosh(k W0/2)
dy . (8.21)

Pour des hauteurs grandes devant la taille du fil, nous avons montré précédem-
ment que les composantes de Fourier k qui contribuent sont telles que k ≃ 1/h.
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Nous pouvons alors calculer une valeur approchée de l’intégrale précédente en
remplaçant l’intégrant par son développement limité au premier ordre non-nul
en k. Nous obtenons alors

cy2n,k
= (−1)n+1 µ0 I

π W0

i f+
k × 1

22n(2n + 1)!

(

k W0

2

)n+1

. (8.22)

En nous restreignant au terme dominant proportionnel à cy0,k
dans le développe-

ment du champ magnétique, nous obtenons l’expression suivante pour l’ampli-
tude de la composante de Fourier k du champ magnétique

|Bzk
| ≃ µ0I

2πh2
f+

k (k h)2K1(k h) (8.23)

≃ B0
f+

k

h
(k h)2K1(k h) (8.24)

où B0 est la valeur de la composante normale du champ magnétique. Cette
expression est tracée sur la figure 8.9. Pour une hauteur donnée cette fonction
augmente depuis zéro proportionnellement à k2 puis atteint son maximum pour
k ≃ 1, 3/h et enfin décrôıt exponentiellement vers zéro quand k tend vers l’infini.
Ce comportement s’explique de la manière suivante. Pour les faibles vecteurs
d’onde, l’angle entre la direction de la ligne de courant et l’axe z tend vers zéro
et donc la contribution de ces composantes tend également vers zéro. Pour les
grands vecteurs d’onde, les fluctuations de courant ont une longueur d’onde plus
petite que la distance au fil et se moyennent à zéro.

En supposant que le spectre des fluctuations de bord est un bruit blanc de
densité spectrale Je, nous obtenons que l’amplitude quadratique moyenne des
fluctuations de champ magnétique est donnée par

〈B2
z 〉 = Je

(µ0 I)2

h5
× 0, 088 . (8.25)

Dans le cas d’un bruit blanc, l’amplitude de la rugosité diminue donc comme
1/h5/2 avec la distance au fil. Nous avons supposé que les fluctuations de chaque
bord sont indépendantes et donc que la densité spectrale associée à f+ est égale
à deux fois la densité spectrale Je associée à un seul bord4. Nous allons main-
tenant mesurer Je pour pouvoir estimer l’amplitude des fluctuations de champ
magnétique.

4Nous définissons la densité spectrale Je(k) de la fonction f(z) avec la convention suivante

Je(k) =
1

2π

∫

〈f(0) f(z)〉e−i k zdz .
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Fig. 8.9 – Amplitude de la composante de Fourier k du champ magnétique
rugueux en fonction de la distance h au fil. L’amplitude du champ magnétique
est proportionnelle à la partie symétrique des fluctuations du bord du fil f+

k .
Cette fonction atteint un maximum en h ≃ 1, 3/k.

8.2.3.1 Mesure des fluctuations du bord du fil

Pour mesurer les fluctuations du fil, nous utilisons des images obtenues à par-
tir d’un microscope à balayage électronique. Pour avoir une résolution suffisante,
le champ utilisé est de 50 µm × 50 µm. Or nous avons vu que les longueurs d’onde
qui contribuent à la rugosité sont de l’ordre de 2π fois la hauteur au-dessus du
fil, soit quelques centaines de microns. Pour obtenir une information sur cette
partie du spectre, nous utilisons 66 images du bord du fil qui se chevauchent sur
une zone d’environ 5 µm. Ces images sont recollées pour obtenir le profil du fil
sur sa totalité. La procédure de recollement consiste à translater les images les
unes par rapport aux autres pour maximiser leur recouvrement. Ensuite nous
extrayons les fonctions fl(z) et fr(z) de l’image finale en utilisant un algorithme
de recherche du bord du fil (voir figure 8.10). Cette procédure fastidieuse est ab-
solument nécessaire pour pouvoir obtenir la densité spectrale des fluctuations du
bord du fil avec suffisamment de précision dans la gamme des fréquences spatiales
auxquelles sont sensibles les atomes.

La densité spectrale de la fonction f+(z) ainsi mesurée est tracée sur la fi-
gure 8.11. Nous observons une fréquence de coupure égale à 10 µm−1. Pour des
fréquences inférieures à cette fréquence de coupure, la densité spectrale est bien
ajustée par la fonction suivante

J+
e (k)/µm3 = 3, 2 10−6 (k/µm)−2,15 + 8, 2 10−4 . (8.26)

Le plateau d’amplitude 8, 2 10−4 µm3 pour les vecteurs d’onde compris entre
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Fig. 8.10 – Image au microscope électronique à balayage du fil vu de dessus.
Nous extrayons de l’image la position du bord en fonction de z (trait foncé) pour
ensuite calculer la distribution de courant dans le fil et le champ magnétique
associé

0,1 µm−1 et 10 µm−1 correspond à la rugosité visible sur une seule image (voir
figure 8.10). Cette rugosité est due au processus d’électrodéposition que nous uti-
lisons pour fabriquer nos fils. Nous n’avons pas d’explication pour l’augmentation
du spectre de rugosité à basse fréquence.
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Fig. 8.11 – Densité spectrale mesurée de la partie paire des fluctuations des
bords du fil. Nous avons tracé en noir l’ajustement (8.26) que nous utilisons
ensuite pour calculer la densité spectrale des fluctuations de champ magnétique.
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Fig. 8.12 – Comparaison entre la rugosité de champ magnétique mesurée avec les
atomes (traits pleins) et les prédictions obtenues à partir des mesures des fluctua-
tions du bord du fil (traits pointillés). L’accord entre les courbes est satisfaisant.
Nous concluons que la rugosité de champ magnétique observée au-dessus de notre
fil est dominée par l’effet des fluctuations des bords du fil sur la distribution de
courant à l’intérieur du fil.

8.2.4 Comparaison entre la rugosité attendue et la rugo-

sité mesurée avec les atomes

Connaissant la fonction f+(z) sur toute la longueur du fil, nous pouvons cal-
culer le champ magnétique rugueux dans toute la zone mesurée avec les atomes.
La comparaison avec le potentiel mesuré par les atomes est présentée sur la
figure 8.12. Nous n’utilisons aucun paramètre ajustable. Nous voyons que les
courbes sont en bon accord et que nous retrouvons la position des bosses et des
creux de potentiel observés avec les atomes.

Nous avons également tracé les densités spectrales de rugosité calculées à
partir de l’expression (8.26) de la densité spectrale mesurée pour les fluctuations
du bord des fils. Nous les avons comparées aux densités spectrales mesurées avec
les atomes (voir figure 8.13). Nous voyons que les courbes sont en bon accord
tant que la mesure avec les atomes est au-dessus du niveau de bruit.

8.3 Conclusion

Le bon accord entre la rugosité mesurée avec les atomes et la rugosité calculée
à partir de la mesure des fluctuations en position des bords du fil nous amène à
conclure que nous avons identifié l’effet dominant à l’origine de la rugosité pour
notre système. Cependant nous n’excluons pas que d’autres effets, telle que la
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Fig. 8.13 – Densité spectrale de la rugosité du champ magnétique pour différentes
hauteurs au-dessus du fil. Les points correspondent à la rugosité mesurée avec les
atomes. Les courbes en trait plein correspondent aux densités spectrales calculées
à partir de la mesure de la densité spectrale des fluctuations des bords du fil. Les
courbes sont en bon accord jusqu’à ce que la mesure avec les atomes soit limitée
par le bruit à grand vecteur d’onde.

rugosité de la surface du fil, puissent contribuer à la rugosité du potentiel (voir
le deuxième article en annexe pour une discussion détaillée de ce point).

Insistons sur le fait que la détermination du spectre des fluctuations du bord
du fil exige d’employer des méthodes de mesure spécifiques. Nous avons vu en effet
que les fluctuations qui contribuent majoritairement à la rugosité du potentiel
vu par les atomes sont des fluctuations d’amplitude très petite par rapport à leur
longueur d’onde. Nous avons montré comment utiliser un grand nombre d’images
prises au microscope électronique (qu’il faut ensuite « recoller ») pour pouvoir
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accéder avec suffisamment de précision à l’amplitude de ces fluctuations.
Pour une technologie de fabrication donnée, nous pouvons penser que le

spectre de rugosité des bords du fil varie peu avec la taille du fil réalisé. Si
nous supposons que la densité spectrale des fluctuations des bords du fil est un
bruit blanc, nous avons montré que l’amplitude des fluctuations de potentiel varie
alors comme I/h5/2 en fonction du courant dans le fil et de la hauteur au-dessus
du fil [équation 8.25]. Si nous diminuons la taille du fil a et la distance au fil
dans le même rapport pour profiter de l’augmentation du confinement exposée
au chapitre 4, la rugosité augmente comme I/a5/2. En prenant la loi d’échelle
pour le courant I ∝ a3/2, nous obtenons une augmentation de l’amplitude de la
rugosité du potentiel en 1/a. Pour fixer les idées, indiquons qu’un bruit blanc de
densité spectrale 10−2 µm3 donne une rugosité d’amplitude quadratique moyenne
de 10 mG à une distance de 10 µm pour un courant de 10 mA. L’amélioration
de la qualité des bords du fil est donc déterminante pour pouvoir tirer parti des
avantages de la miniaturisation des fils sur les puces atomiques. Nous travaillons
actuellement dans cette direction en remplaçant notre première technologie de
fabrication utilisant la lithographie optique et l’électrodéposition d’or par une
technologie utilisant la lithographie électronique et le dépôt d’or par évaporation
(voir chapitre 7).
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We present a quantitative study of roughness in the magnitude of the magnetic field produced by a current
carrying microwire, i.e., in the trapping potential for paramagnetic atoms. We show that this potential rough-
ness arises from deviations in the wire current flow due to geometric fluctuations of the edges of the wire: a
measurement of the potential using cold trapped atoms agrees with the potential computed from the measure-
ment of the wire edge roughness by a scanning electron microscope.
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The use of micro or even nanofabricated electrical devices
to trap and manipulate cold atoms has attracted substantial
interest, especially since the demonstration of Bose-Einstein
condensation using such structures [1,2]. Compact and ro-
bust systems for producing BEC’s, single mode waveguides
and possibly atom interferometers can now be envisaged.
The small size of the trapping elements, usually current-
carrying wires producing magnetic traps, and the proximity
of the atoms to these elements (typically tens of microns),
means that many complex and rapidly varying potentials can
be designed [3]. This approach has some disadvantages how-
ever. On the one hand it has been shown that atoms are
sensitive to the magnetic fields generated by thermally fluc-
tuating currents in a metal when they are very close [3–7].
On the other hand, a time independent fragmentation of a
cold atomic cloud has been observed when atoms are
brought close to a current carrying microwire [4,8,10].
This fragmentation has been shown to be due to a poten-

tial roughness arising from distortions of the current flow in
the wire [9,11]. It has also been demonstrated experimentally
that the effect of these distortions decreases with increasing
distance from the wire [10,11]. In an attempt to account for
the observations, a theoretical suggestion has been made that
the current distortions may be simply due to geometrical
deformations, more specifically meanders, of the wire [12].
In this paper we show that for at least one realization of a
microfabricated magnetic trap, using electroplating of gold,
this suggestion is substantially correct. We have measured
the longitudinal density variation of a fragmented thermal
cloud of atoms trapped above a wire, and inferred the rough
magnetic potential. We have also made scanning electron
microscope images of the same wire and measured the pro-
file of the wire edges over the region explored by the atoms.
The magnetic potential as a function of position deduced
from the edge measurements is in good quantitative agree-
ment with that inferred from the atomic density. We suspect
that this result is not unique to our sample or fabrication
process and we emphasize the quantitative criterion for the
necessary wire quality to be used for atom manipulation.

The wires we use are produced using standard microelec-
tronic techniques. A silicon wafer is first covered by a
200 nm silicon dioxide layer. Next, layers of titanium
!20 nm" and gold !200 nm" are evaporated. The wire pattern
is imprinted on a 6 "m thick photoresist using optical lithog-
raphy. Gold is electroplated between the resist walls using
the first gold layer as an electrode. After removing the pho-
toresist and the first gold and titanium layers, we obtain elec-
troplated wires of thickness u0=4.5 "m with a rectangular
transverse profile (see Fig. 1). A planarizing dielectric layer
(BCB, a benzocyclobutene-based polymer) is deposited to
cover the central region of the chip. On top of the BCB, a
200 nm gold layer is evaporated to be used as an optical
mirror for light at 780 nm. The distance between the center
of the wire and the mirror layer has been measured to be
14!1" "m.
The magnetic trap is produced by a current I flowing

through a Z-shaped microwire [13] together with an external
uniform magnetic field B0 (along the y axis; see Fig. 1) par-
allel to the chip surface and perpendicular to the central part
of the wire. The central part of the Z-wire is 50 "m wide and
2800 "m long. Cold 87Rb atoms, collected in a surface
magneto-optical trap, are loaded into the magnetic trap after
a stage of optical molasses and optical pumping to the #F
=2,m=2$ hyperfine state. The trap is then compressed so
that efficient forced evaporative cooling can be applied. Fi-
nally, the trap is decompressed. Final values of I and B0 vary
from 200 mA to 300 mA and from 3 G to 14 G, respec-
tively, so that the height of the magnetic trap above the wire
ranges from 33 "m to 170 "m. An external longitudinal

*Permanent address: Universität Hannover, D 30167 Hannover,
Germany.

FIG. 1. (a) Z-wire used to produce the magnetic trap. (b) Cross
section of the wire in the !xy" plane. The wire is covered with a
layer of BCB polymer, and a thin gold layer acting as a mirror. The
origin of the coordinate system is taken at the center of the wire.
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magnetic field of a few G aligned along z is added to limit
the strength of the transverse confinement and to avoid spin
flip losses induced by technical noise. For these parameters,
the trap is highly elongated along the z axis. The transverse
oscillation frequency is typically #! / !2$"=3.5 kHz and
120 Hz for traps at 33 "m and 170 "m from the wire, re-
spectively.
The potential roughness is deduced from measurements of

the longitudinal density distribution of cold trapped atoms.
The atomic density is probed using absorption imaging after
the atoms have been released from the final trap by switching
off the current in the Z-wire (switching time smaller than
100 "s). The probe beam is reflected by the chip at 45°
allowing us to have two images of the cloud on the same
picture. From images taken just after !500 "s" switching off
the Z-wire current we infer the longitudinal density n!z"
=/dxdyn!x ,y ,z". We also deduce the height of the atoms
above the mirror layer from the distance between the two
images. The temperature of the atoms is determined by mea-
suring the expansion of the cloud in the transverse direction
after longer times of flight !1 to 5 ms".
To infer the longitudinal potential experienced by the at-

oms, we assume the potential is given by

V!x,y,z" = Vz!z" + Vharm!x,y" , !1"

where Vharm!x ,y" is a transverse harmonic potential. Under
this separability assumption, the longitudinal potential is di-
rectly obtained from the measured longitudinal density of a
cloud at thermal equilibrium using the Boltzmann law
Vz!z"=−kBT ln%n!z"&. To maximize the sensitivity to the lon-
gitudinal potential variations, we choose a temperature of the
same order as the variations (T'0.4 "K for traps at 170 "m
from the wire and T'2.2 "K for traps at 33 "m from the
wire). The separability assumption has been checked experi-
mentally by deducing a z-dependent oscillation frequency
from the rms width of the transverse atomic density at dif-
ferent positions. At 33 "m from the wire, there is no evi-
dence of a varying oscillation frequency. At a height of
170 "m above the chip, over a longitudinal extent of
450 "m, we deduce a variation of the transverse oscillation
frequency of about 13%. In this case, the assumption of
separability introduces an error of 0.2kBT in the deduced
potential.

The potential experienced by the atoms is V="B#B! #. To a
very good approximation, the magnetic field at the minimum
of Vharm is along the z axis (for our parameters, the deviation
from the z axis is computed to be always smaller than
1 mrad) so that the longitudinal potential is given by Vz!z"
="BBz!z". For a perfect Z-wire, the longitudinal potential is
solely due to the arms of the wire and has a smooth shape.
However, we observe a rough potential which is a signature
for the presence of an additional spatially fluctuating longi-
tudinal magnetic field. A spatially fluctuating transverse
magnetic field of similar amplitude would give rise to trans-
verse displacement of the potential which is undetectable
with our imaging resolution and small enough to leave our
analysis unchanged.

In the following, we present the data analysis which en-
ables us to extract the longitudinal potential roughness. In
order to have a large statistical sample and to gain access to
low spatial frequencies, one must measure the potential
roughness over a large fraction of the central wire. In our
experiment, however, the longitudinal confinement produced
by the arms of the Z-wire itself is too strong to enable the
atomic cloud to spread over the full extent of the central
wire. To circumvent this difficulty, we add an adjustable lon-
gitudinal gradient of Bz which shifts the atomic cloud along
the central wire. We then measure the potential above differ-
ent zones of the central wire. We typically use four different
spatial zones which overlap each other by about 200 "m. We
then reconstruct the potential over the total explored region
by subtracting gradients from the potentials obtained in the
different zones. Those gradients are chosen in order to mini-
mize the difference between the potentials in the regions
where they overlap.
We are interested in those potential variations which differ

from the smooth confining potential due to the arms of the
wire. We thus subtract the expected confining potential of an
ideal wire from the reconstructed potential. To find the ex-
pected potential, we model the arms of the Z by two infini-
tesimally thin, semi-infinite wires of width 250 "m, sepa-
rated by a distance l and assume a uniform current
distribution. We fit each reconstructed potential to the sum of
the result of the model and a gradient, using the gradient, l
and the distance h above the wire as fitting parameters. The
fitted values of l differ by a few percent from the nominal
value 2.8 mm, while we find h=13!1" "m+d where d is the
distance from the mirror as measured in the trap images. This
result is consistent with the measured 14 "m thickness of the
BCB layer.
The potential which remains after the above subtraction

procedure is plotted for different heights in Fig. 2. For a
fixed trap height h (fixed ratio I /B0), we have checked
that the potential is proportional to the current in the wire;
therefore we normalize all measurements to the wire current.

FIG. 2. Rough potentials normalized to the current in the
Z-shaped wire for different heights from the wire. Solid lines: po-
tentials measured using cold atomic clouds. Dashed lines: potentials
calculated from the measured geometric roughness of the edges of
the wire. The different curves have been shifted by 6 "K/A from
each other.
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The most obvious observation is that the amplitude of
the roughness decreases as one gets further away from the
wire. The spectral density of the potential roughness is
shown in Fig. 3 for two different heights above the wire. We
observe that the spectrum gets narrower as the distance
from the wire increases (see inset in Fig. 3). This is expected
since fluctuations of wavelength much smaller than the
height above the wire are averaged to zero. At high wave
vectors (k%0.07 "m−1 at 33 "m and k%0.04 "m−1 at
80 "m) the spectrum exhibits plateaus which we interpret as
instrumental noise. We expect this noise level to depend on
our experimental parameters such as temperature, current
and atomic density. Qualitatively, smaller atom-wire dis-
tances, which are analyzed with higher temperatures should
result in higher plateaus. This is consistent with the observa-
tion.
In the following we evaluate the rough potential due to

edge fluctuations of the central wire. For this purpose, the
edges of the wire are imaged using a scanning electron mi-
croscope (SEM), after removal of the BCB layer by reactive
ion etching. Figure 4(a) indicates that the function f , which
gives the deviation of the position of the wire edge from the
mean position y= ±W0 /2, is roughly independent of x. We
make the approximation that f depends only on z. We deduce
f from SEM images taken from above the wire [see Fig.
4(b)]. To resolve f , whose rms amplitude is only 0.2 "m, we
use fields of view as small as 50 "m. The function f is
reconstructed over the entire length of the central wire using
many images having about 18 "m overlaps. As shown in
Fig. 4(c), several length scales appear in the spectrum. There
are small fluctuations of correlation length of about 100 nm
and, more importantly, fluctuations of a larger wavelength
!60 to 1000 "m".
The geometric fluctuations of the edges of the wire induce

a distortion of the current flow which produces a longitudinal
magnetic field roughness responsible for a potential rough-
ness. To compute the current density in the wire, we assume
a uniform resistivity inside the wire. We also assume that

fluctuations are small enough to make the current density
distortion linear in fL/R, where fL/R are the fluctuations of
the left and right edge of the wire respectively. The current
density is in the yz plane and, because the rough potential is
proportional to the longitudinal magnetic field, we are only
interested in its y component, jy. Because of symmetry, only
the part of jy!z ,y" which is even in y contributes to Bz in the
xz plane. Thus, only the symmetric component f+=1/2!fL
+ fR" is considered. The Fourier component f+!k" of f+ in-
duces a transverse current density [12]

jy
+!k,y" = ikf+!k"

I

W0u0

cosh!ky"

cosh!kW0/2"
. !2"

As the distances from the wire we consider !33 to 176 "m"
are much larger than the thickness of the wire u0=4.5 "m
we will in the following assume an infinitely flat wire. To
efficiently compute the longitudinal magnetic field produced
by these current distortions, we use the expansion on the
modified Bessel functions of second kind Kn!kx", which is
valid for x%W0 /2. This expansion is, in the xz plane,

Bz!k,x" = − (
n&0

k%c2n!k" + c2n+2!k"&K2n+1!kx" , !3"

where

c2n!k" = !− 1"n
"0

$
u0)

0

W0/2

I2n!ky"jy
+!k,y"dy , !4"

In being the modified Bessel function of the first kind. For
small wave numbers k such that kW0'1, one expects the cn
coefficients to decrease rapidly with n. Indeed, for kr'1,
In!kr"'!kr"n / !2nn ! ". In our data analysis, only k wave vec-
tors smaller than 0.07 "m−1 are considered for which
kW0 /2(0.8 so we expect the cn coefficients to decrease rap-
idly with n. In the calculations, only the terms up to n=20
are used.
Equations (2), (4), and (3) then allow us to compute the

fluctuating potential from the measured function f . In Fig. 3,
we plot the spectral density of the potential roughness calcu-
lated from f for two different heights above the wire (33 and

FIG. 3. Potential spectral density J
v
=1/ !2$I2"*

−)
) +Vz!z"Vz!z

+u"$eikudu at 33 "m from the wire (fat lines) and at 80 "m from
the wire (thin lines). Solid lines: potential measured using cold
atomic clouds; the inset shows the curves on a linear scale. Dashed
lines: potentials calculated from the measured geometric fluctua-
tions of the edges of the wire. These estimations of the spectral
density are made with the Welch algorithm [14] using windows half
the size of the total explored region !1.6 mm"

FIG. 4. Imperfections of the edges of the wire. In the SEM
image of the wire taken from the side (a), one can see that the edge
deviation function f is roughly independent of x. (c) Spectral den-
sity of f extracted from SEM images taken from the top as in (b).
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80 "m) and compare it with those obtained from the poten-
tial measured with the atoms. For both heights, and for wave
vectors small enough so that the measurements made with
the atoms are not limited by experimental noise, the two
curves are in good agreement. As we have measured the f
function on the whole region explored by the atoms, we can
compute directly the expected potential roughness. In Fig. 2,
this calculated potential roughness is compared with the
roughness measured with the atoms for different heights
above the wire. Remarkably the potential computed from the
wire edges and the one deduced from the atomic distribu-
tions have not only consistent spectra but present well corre-
lated profiles. We thus conclude that the potential roughness
is due to the geometric fluctuations of the edges of the wire.
The good agreement between the curves also validates the
assumption of uniform conductivity inside the wire used to
compute the current distortion flow.
In conclusion, we have shown that the potential roughness

we observe can be attributed to the geometric fluctuations of
the wire edges. Fluctuations at low wave vectors, responsible
for most of the potential roughness, correspond to wire edge
fluctuations of very small amplitude compared to their cor-
relation length. We emphasize that a quantitative evaluation
of these wire roughness components demands dedicated
measurement methods.

Furthermore, wire edge fluctuations put a lower limit on
the possibility of down-scaling atom chips. For a given fab-
rication technology the wire edge fluctuations are expected
to be independent of the wire width W0. Thus assuming a
white noise spectrum, the normalized potential roughness
Vrms / I varies as 1 /W0

5/2 for fixed ratio h /W0, h being the
distance to the wire [12]. In order to reduce the potential
roughness, one must pay careful attention to edge fluctua-
tions when choosing a fabrication process. For example, we
are currently investigating electron beam lithography fol-
lowed by gold evaporation. Preliminary measurements indi-
cate a reduction of the spectral density of the wire edge fluc-
tuations by at least two orders of magnitude for wave vectors
ranging from 0.1 "m−1 to 10 "m−1. This should allow us to
reduce the spectral density of the potential roughness by the
same factor unless a new as yet unobserved phenomenon
such as bulk inhomogeneity sets a new limit on atom chip
down-scaling [15].

We thank C. Henkel and H. Nguyen for helpful discus-
sions. This work was supported by the EU (IST-2001-38863,
MRTN-CT-2003-505032), by DGA (03.34.033), and by the
French Ministry of Research (Action Concertée
“Nanosciences-Nanotechnologies”).
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Abstract. We present a detailed model describing the effects of wire corrugation on the trapping potential
experienced by a cloud of atoms above a current carrying micro wire. We calculate the distortion of the
current distribution due to corrugation and then derive the corresponding roughness in the magnetic
field above the wire. Scaling laws are derived for the roughness as a function of height above a ribbon
shaped wire. We also present experimental data on micro wire traps using cold atoms which complement
some previously published measurements and which demonstrate that wire corrugation can satisfactorily
explain our observations of atom cloud fragmentation above electroplated gold wires. Finally, we present
measurements of the corrugation of new wires fabricated by electron beam lithography and evaporation of
gold. These wires appear to be substantially smoother than electroplated wires.

PACS. 39.25.+k Atom manipulation (scanning probe microscopy, laser cooling, etc.) – 03.75.Be Atom
and neutron optics

1 Introduction

Magnetic traps created by current carrying micro wires
have proven to be a powerful alternative to standard trap-
ping schemes in experiments with cold atoms and Bose-
Einstein condensates [1,2,3,4,5,6,7]. These so-called ”atom
chips” combine robustness, simplicity and low power con-
sumption with strong confinement and high flexibility in
the design of the trapping geometry. Integrated atom op-
tics elements such as waveguides and atom interferometers
have been proposed [8] and could possibly be integrated
on a single chip using fabrication techniques known from
microelectronics. Quantum information processing with a
single atom in a micro trap has also been proposed [9].

Real world limitations of atom chip performance are
thus of great interest. Losses and heating of atoms due
to thermally exited currents inside conducting materials
composing the chip were predicted theoretically [10,11]
and observed experimentally soon after the first experi-
mental realizations of atomic micro traps [12,13].

An unexpected problem in the use of atom chips was
the observation of a fragmentation of cold atomic clouds in
magnetic micro traps [14,5]. Experiments have shown that
this fragmentation is due to a time independent roughness
in the magnetic trapping potential created by a distortion
of the current flow inside the micro wire [15]. It has also
been demonstrated that the amplitude of this roughness

a Present address: Universität Hannover, D 30167 Han-
nover, Germany

increases as the trap center is moved closer to the mi-
cro wire [16]. Fragmentation has been observed on atom
chips built by different micro fabrication processes using
gold [17] and copper wires [14,5], and on more macro-
scopic systems based on cylindrical copper wires covered
with aluminum [16] and micro machined silver foil [18].
The origin of the current distortion inside the wires caus-
ing the potential roughness is still not known for every
system.

In a recent letter [17], we experimentally demonstrated
that wire edge corrugation explains the observed poten-
tial roughness (as theoretically proposed in [19]) in at least
one particular realization of a micro trap. In this paper, we
will expand on our previous work giving a more detailed
description of the necessary calculations as well as present-
ing a more complete set of experimental observations. We
emphasize that extreme care has to be taken when fab-
ricating atom chips, and that high quality measurements
are necessary to evaluate their flatness in the frequency
range of interest. We will discuss the influence of corru-
gations both on the edges as well as on the surface of the
wire and give scaling laws for the important geometrical
quantities like atom wire separation and wire dimensions.
We will also present preliminary measurements on wires
using improved fabrication techniques.

The paper is organized as follows. In section 2, we give
a brief introduction to magnetic wire traps and empha-
size that the potential roughness is created by a spatially
fluctuating magnetic field component parallel to the wire.
In section 3, we give a general framework to calculate the
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rough potential created by any current distortion in the
wire. A detailed calculation of the current flow distortion
due to edge and surface corrugations on a rectangular wire
is presented in section 4. In section 5, we apply these cal-
culations to the geometry of a flat wire, widely used in
experiments. Edge and surface effects are compared for
different heights above the wire and we present impor-
tant scaling laws that determine the optimal wire size for
a given fabrication quality. In section 6 and 7, we show
measurements of the spectra of edge and surface fluctua-
tions for two types of wires produced by different micro
fabrication methods: optical lithography followed by gold
electroplating and direct electron beam lithography fol-
lowed by gold evaporation. We also present measurements
of the rough potential created by a wire of the first type
using cold trapped Rubidium atoms.

2 Magnetic micro traps

The building block of atom chip setups is the so-called
side wire guide [8]. The magnetic field created by a straight
current carrying conductor along the z axis combined with
an homogeneous bias field B0 perpendicular to the wire
creates a two-dimensional trapping potential along the
wire (see figure (1)). The total magnetic field cancels on a
line located at a distance x from the wire and atoms in a
low field seeking state are trapped around this minimum.
For an infinitely long and thin wire, the trap is located
at a distance x = µ0 I/(2 π B0). To first order, the mag-
netic field is a linear quadrupole around its minimum. If
the atomic spin follows adiabatically the direction of the
magnetic field, the magnetic potential seen by the atoms
is proportional to the magnitude of the magnetic field.
Consequently, the potential of the side wire guide grows
linearly from zero with a gradient B0/x as the distance
from the position of the minimum increases.

For a straight wire along z, all magnetic field vectors
are in the (x, y) plane. Three dimensional trapping can be
obtained by adding a spatially varying magnetic field com-
ponent Bz along the wire. This can be done by bending the
wire, so that a magnetic field component along the central
part of the wire is created using the same current. Alter-
natively, separate chip wires or even macroscopic coils can
be used to provide trapping in the third dimension.

For a realistic description of the potential created by
a micro wire, its finite size has to be taken into account.
Because of finite size effects, the magnetic field does not
diverge but reaches a finite value at the wire surface. For
a square shaped wire of height and width a carrying a
current I, the magnetic field saturates at a value propor-
tional to I/a, the gradient reaches a value proportional to
I/a2. Assuming a simple model of heat dissipation, where
one of the wire surfaces is in contact with a heat reservoir
at constant temperature, one finds the maximal applica-
ble current to be proportional to a3/2 [20]. Therefore, the
maximal gradient that can be achieved is proportional to
1/

√
a. This shows that bringing atoms closer to smaller

wires carrying smaller currents still increases the magnetic

confinement, which is the main motivation for miniatur-
izing the trapping structures. However the magnetic field
roughness arising from inhomogeneities in the current den-
sity inside the wire also increases as atoms get closer to
the wire. This increase of potential roughness may prevent
the achievement of high confinement since the trap may
become too corrugated.

Before turning to the calculations of the rough mag-
netic field, we emphasize that only the z component of
the magnetic field is relevant to the potential roughness.
A variation of the magnetic field in the (x, y) plane will
cause a negligible displacement of the trap center, whereas
a varying magnetic field component Bz modifies the lon-
gitudinal trapping potential, creating local minima in the
overall potential [17].

3 Calculation of the rough magnetic field

created by a distorted current flow in a wire

In this section, we present a general calculation of the ex-
tra magnetic field due to distortions in the current flow
creating the trapping potential. By j we denote the cur-
rent density that characterizes the distortion in the cur-
rent flow. The total current density J is equal to the sum
of j and the undisturbed flow j0 ez. As the longitudinal
potential seen by the atoms is proportional to the z com-
ponent of the magnetic field, we restrict our calculation
to this component. We thus have to determine the x and
y component of the vector potential A from which the
magnetic field derives. In the following, we consider the
Fourier transform of all the quantities of interest along
the z axis which we define by

Al,k(x, y) =
1√

2 π L

∫

Al(x, y, z) e−i k z dz , (1)

where we have used the vector potential as an example
and l stands for x or y, L being the length of the wire. We
choose this definition so that the power spectral density of
a quantity coincides with the mean square of its Fourier
transform :

1

2π

∫

ei k z 〈Al(z)Al(0)〉 dz = 〈|Al,k|2〉 . (2)

The vector potential satisfies a Poisson equation with
a source term being proportional to the current density
in the wire. Thus the Fourier component Al,k satisfies the
following time independent heat equation

(

∂

∂x2
+

∂

∂y2

)

Al,k − k2 Al,k = −µ0 jl,k . (3)

where jl is one component of the current density j. In
the following, we use cylindrical coordinates defined by
x = r cos(ϕ) and y = r sin(ϕ). Outside the wire, the right
hand side of equation (3) is zero. The solution of this 2D
heat equation without source term can be expanded in
a basis of functions with a given ”angular momentum”
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n, the radial dependence of the solution being therefore a
linear combination of modified Bessel functions of the first
kind In and of the second kind Kn. Thus expanding Al,k

on this basis, we obtain the following linear combination
for the vector potential

Al,k(r, ϕ) =

n=∞
∑

n=−∞

cln(k) ei n ϕ Kn(k r) . (4)

We retain only the modified Bessel functions of the second
kind, since the potential has to go to zero as r goes to in-
finity. The cln(k) coefficients are imposed by equation (3),
and can be determined using the Green function of the 2D
heat equation [21]. We obtain

cln(k) = −µ0

2π

∫∫

In(k r) e−i n ϕ jl,k(ϕ, r) r dr dϕ . (5)

Taking the curl of the vector potential and using the re-
lations K ′

n = −(Kn−1 + Kn+1)/2 and 2 n Kn(u)/u =
−Kn−1 + Kn+1, we obtain the z component of the mag-
netic field from equation (4)

Bz,k = −k

2

∞
∑

n=−∞

[cyn−1
(k) + cyn+1

(k)]Kn(k r)ei n ϕ

−i
k

2

∞
∑

n=−∞

[cxn−1
(k) − cxn+1

(k)]Kn(k r)ei n ϕ .

(6)
This expression is valid only for r larger than r0, the ra-
dius of the cylinder that just encloses the wire. At a given
distance x from the wire, we expect that only fluctuations
with wavelengths larger or comparable to x contribute to
the magnetic field, since fluctuations with shorter wave-
lengths average to zero. Therefore we can simplify expres-
sion (6) assuming we calculate the magnetic field above
the center of the wire (ϕ = 0) for x much larger than r0.
The argument of In in equation (5) is very small in the do-
main of integration and we can make the approximation
In(k r) % (k r)n/(2n n!). This shows that the cln coeffi-
cients decrease rapidly with n. Keeping only the dominant
term of the series in equation (6), we obtain

Bz,k(x) % −cy0
(k)

k
×

[

k2 K1(k x)
]

. (7)

We will see in the next section that the first factor of this
expression, characterizing the distortion flow, is propor-
tional to the power spectral density of the wire corruga-
tion. The second factor peaks at k % 1.3/x justifying the
expansion. Fluctuations with a frequency much smaller
or much larger than 1/x are filtered out and do not con-
tribute. As we approach the wire, more and more terms
have to be added in the series of equation (6) to compute
the magnetic field. We emphasize that the expressions de-
rived in equations (6) and (7) are general for any distorted
current flow that may arise from bulk inhomogeneities or
edge and surface corrugations.

x

y

z

x

y

(a)

(b)

(c)

y

z

Fig. 1. Rectangular wire considered in this paper. The edge
roughness and the top surface roughness are illustrated in (c)
and (b) respectively.

4 Calculation of the distorted current flow in

a corrugated wire

We now turn to the calculation of the distortion in the
current flow due to wire edge and surface corrugations in
order to determine the associated cln coefficients. We sup-
pose the wire has a rectangular cross section of width W0

and height u0 as shown on figure (1). Let us first con-
centrate on the effect of corrugations of the wire edges,
which denote the borders perpendicular to the substrate.
Figure (2) shows that, in our samples, these fluctuations
are almost independent of the direction x both for wires
deposited by electrodeposition and by evaporation. We
believe this result to be general for wires fabricated by
a lithographic process, since any defect in the mask or
in the photoresist is projected all along the height of the
wire during the fabrication process. Thus, in the follow-
ing, the function fr/l that describes the deviation of the
right (respectively left) wire edge from ±W0/2 is assumed
to depend only on z.

Conservation of charge and Ohm’s law give ∇J = 0
and J = −χ∇V where χ is the electrical conductivity and
V the electrostatic potential. We will make the approxima-
tion that χ is uniform inside the wire. In this case V satis-
fies the Laplace equation ∆V = 0. As we are interested in
deviations from the mean current density j0 = I/(u0 W0),
we introduce the electric potential v = V −j0 z/χ which is
equal to zero in the absence of deviations. From what we
have said above, v only depends on y and z and satisfies
the 2D Laplace equation. The boundary conditions for the
current density on the wire edge impose the current to be
parallel to the wire edge. Thus v satisfies

dfr/l

dz
(z) ×

[

j0 − χ
∂v

∂z
(y = ±W0/2 + fr/l, z)

]

=

− χ
∂v

∂y
(y = ±W0/2 + fr/l, z) . (8)

In the following we assume the amplitude of fr/l to be
small enough so we can make an expansion to first order
in fr/l of both terms. We then obtain a linear relation
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Fig. 2. Scanning electron microscope images of micro fabri-
cated wires. Side view (a) and top view (b): electroplated gold
wire of width 50 µm and height 4.5 µm fabricated using optical
lithography. Side view (c): evaporated gold wire of width and
height 0.7 µm fabricated using electron beam lithography.

between v(±W0/2, z) and fr/l(z) which in Fourier space
can be written as

i k j0 fr/l,k = −χ
∂vk

∂y
(y = ±W0/2) . (9)

The potential v satisfies the 2D Laplace equation, so the
k component vk(y) is a linear combination of e+k y and
e−k y. The two coefficients are imposed by the two bound-
ary conditions of equation (9). To complete the calcula-
tion of these two coefficients, we introduce the symmetric
component f+ = (fr + fl)/2 and antisymmetric compo-
nent f− = (fr −fl)/2 of the wire edge fluctuations. Going
back to the current density, we obtain

jy,k = i k j0

(

cosh(k y)

cosh(k W0/2)
f+

k +
sinh(k y)

sinh(k W0/2)
f−

k

)

.

(10)
We note that the symmetric part (first term) of the cur-
rent deviation is maximal near the wire edges for compo-
nents with a wave vector large compared to 1/W0. On the
other hand, the components with a small wave vector are
constant over the width of the wire.

We now turn to the calculation of the current distor-
tions due to surface corrugation. We assume the bottom
surface to be flat, since the wire is supposed to be fabri-
cated on a flat substrate. We denote by fS the fluctua-
tions of the height of the wire from its mean value u0 (see
figure (1)). We follow the same procedure as for the calcu-
lation of the effect of the wire edge fluctuations. Now v is
the electrical potential associated with the current density
j due to the surface corrugation. It depends on x, y and
z and satisfies the 3D Laplace equation. To first order in
fS , the boundary conditions of a current tangent to the

surface of the wire are










χ
∂v

∂x
(x = u0, y, z) + j0

∂fS

∂z
(z) = 0

χ
∂v

∂x
(x = 0, y, z) = 0 .

(11)

and
∂v

∂y
(x, y = ±W0/2, z) = 0. (12)

Symmetry arguments show that only the part of fS(y, z)
which is odd in y contributes to the magnetic field along
z in the plane y = 0. An even component of fS produces
currents which are symmetric under inversion with respect
to the plane y = 0. Therefore, they cannot contribute to
Bz in this plane. Thus, only the Fourier components

fSk,m
(x) =

∫∫

dy dz

π
√

2L W0

e−ikz sin(2mπy/W0) f(y, z)

(13)
contribute. We choose this definition of the Fourier compo-
nent fSk,m

so that 〈|fSk,m
|2〉 is equal to the 2-dimensional

spectral density of fS. To obtain the electric potential pro-
duced by a given component fSk,m

we use the expansion

sin(2mπy/W0) =

∞
∑

p=0

γm,p sin((2p + 1)πy/W0), (14)

where

γm,p =
−8m

π

(−1)m+p

(2(m + p) + 1)(2(p − m) + 1)
, (15)

valid for y ∈ [−W0/2, W0/2]. Each p Fourier component
induces an electrical potential vk,m,p and, since v satisfies
the Laplace equation, vk,m,p(x) is a linear combination

of e+νpx and e−νpx where νp =
√

k2 + ((2p + 1)π/W0)2.
The boundary conditions on the surfaces x = 0 and x = u0

determine the coefficients and we obtain

−χ vk,m,p = i k j0 fSk,m
γm,p

cosh(νpx)

sinh(νpu0)

1

νp
sin((2p+1)πy/W0).

(16)
With the choice of the expansion (14), the boundary con-
ditions on y = ±W0/2 are satisfied by each term. Finally,
we obtain the current density distribution






















































jxk,m
(x, y)=2ikfSk,m

j0
√

π
W0

∞
∑

p=0

(

γm,p
sinh(νpx)

sinh(νpu0)
sin((2p + 1)πy/W0)

)

jyk,m
(x, y)=2ikfSk,m

j0
√

π
W0

∞
∑

p=0

(

γm,p
cosh(νpx)

sinh(νpu0)

(2p + 1)π

νpW0
cos((2p + 1)πy/W0)

)

(17)
The Fourier component jlk is obtained by summing the
previous expressions for m = 1, . . . ,∞.
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5 Rough potential of a ribbon shaped wire

In this section, we combine the results of the two previ-
ous sections to compute the z component of the rough
magnetic field in the specific case of a flat rectangular
wire (u0 * W0). This simplification enables us to obtain
analytical results for a system that is widely used in ex-
periments [1,2,3,5,7,18].

We do the calculation on the x axis for x > W0/2.
Since the wire is considered as flat, we replace the volume
current density j by a surface current density σ =

∫

j dx.
Then we can rewrite the cln coefficients as

cln(k)=−µ0

2π
(−i)n

∫ W0/2

0

dyIn(ky)[σl,k(y)+(−1)nσl,k(−y)] .

(18)
We will first study the effect of wire edge fluctuations and
give universal behaviors for the magnetic field roughness.
We will then concentrate on the effect of the top surface
roughness. We will compare the relative importance of the
two effects and point out important consequences for the
design of micro wires.

5.1 Effect of wire edge roughness

Let us first study the effect of wire edge fluctuations. Here
we derive the same results as [19] in a different way. The
distorted current flow has no component along the x axis.
The expression of the rough magnetic field is then given
by the first sum of equation (6). Taking ϕ = 0, we can
rearrange this sum using the equalities Kn(kr) = K−n(kr)
and cy

−n
= (−1)ncyn

(see equation (18)), we then obtain

Bz,k = −k

∞
∑

n=0

(cy2n
(k) + cy2n+2

(k))K2n+1(kr). (19)

Since only the cyn
with even n contribute, we see from

equation (18) that only the symmetric part of the current
density participates to the magnetic field. This is what we
expect from a simple symmetry argument. For the cy2n

coefficients we obtain

cy2n
= (−1)n+1 µ0 I

π W0
i k f+

k ×
∫ W0/2

0

I2n(k y)
cosh(k y)

cosh(k W0/2)
dy (20)

As pointed out in the previous section, the sum over the
angular momenta n in equation (19) converges rapidly
with n if x + W0. More precisely, the dominant term pro-
portional to K1(k x) gives the correct result within 10%
as soon as x > 1.5 W0. As x approaches 0, more and more
terms contribute, and for x = W0/2, 20 terms have to be
taken into account to reach the same accuracy.

We now derive the response function of the magnetic
field to the wire edge fluctuation which we define as
R(k, x) = |Bz,k/f+

k |2. As we already noticed in the previ-
ous section, far away from the wire (x + W0), only wave

vectors k * 1/W0 are relevant. Then we can approximate
the integral in equation (20) by expanding the integrand
to zeroth order in k y. Keeping the dominant term in the
series that defines the magnetic field, we obtain the fol-
lowing expression for the response function

R(k, x) % (µ0I)2

4π2x4
(k x)4K2

1(k x) . (21)

For a given height x, as k increases, this function increases
from zero as k2, peaks at k = 1.3/x and finally tends ex-
ponentially to zero. This behavior can be understood as
follows. At low wave vectors, the angle between the direc-
tion of the distorted current flow and the z axis tends to
zero, thus the contribution of these components becomes
negligible. At high wave vectors, fluctuations with a wave
length shorter than the distance to the wire average to
zero.

To check the validity of equation (21), we plot the di-
mensionless function R(k, x)/[(µ0I)2/(4π2x4)] for differ-
ent ratios x/W0 in figure (3). The limit function corre-
sponds to a configuration where the distorted current flow
is concentrated on the line x = y = 0. For a smaller dis-
tance from the wire, the finite width of the wire becomes
important and R(k, x) differs from the expression (21).
The amplitude is smaller and the peak is shifted to a lower
frequency. These effects are due to the fact that as x de-
creases, the distance to the borders of the wire decreases
less rapidly than the distance to the central part of the
wire because of the finite width of the wire. Furthermore,
because corrugations of high wave vector produce a cur-
rent density localized near the wire border, their decrease
in amplitude is more pronounced.

Assuming a white power spectrum of the wire edge
corrugations with a spectral density J+

e , we can integrate
the equation (21) over the whole spectral range. We then
find the following scaling law for the rms fluctuations of
Bz with the atom-wire distance x:

〈B2
z〉 = J+

e

(µ0I)2

x5
× 0.044 . (22)

This expression is valid for x + W0, the numerical fac-
tor has been found by a numerical integration of equa-
tion (21). Figure (4) shows that this expression is valid
within 10% as soon as x > 2W0. For smaller distances
x, the fluctuations of magnetic field increase more slowly
and tends to a constant. Note that here J+

e is the spectral
density of f+. For edges with independent fluctuations,
J+

e = Je/2 where Je is the spectral density of each wire
edge. The asymptotic behavior of 〈B2

z〉 was first derived
in [19].

5.2 Effect of top surface corrugation

We now consider the effect of corrugations of the top sur-
face of the wire. As shown in equation (17), it induces both
a current along the x and y direction. The surface current
densities obtained by integration over x have remarkably
simple forms. We find

σyk,m
= σ(1)

yk,m
+ σ(2)

yk,m
(23)
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Fig. 3. Response function relating the magnetic field rough-
ness |Bzk

|2 to the wire edge fluctuations |f+

k |2 (see equa-
tion (21)). Plotted is the dimensionless quantity |Bzk

/f+

k |2 ×
4π2x4/(µ0I)2 as a function of k x where x is the height above
the wire. The different curves correspond to different ratios
x/W0 going from 0.5 to 4.7 in steps of 0.3. Small values of
x/W0 correspond to lower curves. The curve corresponding to
the limit given by equation (21) is also shown (dashed line).

Fig. 4. Magnetic field fluctuations 〈B2
z 〉 as a function of the

height above the wire. Plotted is the dimensionless quantity
〈B2

z〉W 5
0 /((µ0I)2J+

e ), where 〈B2
z〉 is the magnetic field rough-

ness and Je is the spectral density of the wire edges assumed
to be white, as a function of x/W0 where x is the height above
the the wire. Dashed line: 1/x5 law given by equation (22).

where











σ
(1)
yk,m

= 2ikfSk,m
j0

√

π
W0

2πm
κ2W0

cos(2πmy
W0

)

σ
(2)
yk,m = −2ikfSk,m

j0
√

π
W0

2πm
κ2W0

(−1)m cosh(ky)
cosh(kW0/2)

(24)

and κ =
√

k2 + (2mπ/W0)2. In the calculation of σxk,m

the summation over p is not analytical. However, as we
consider wires with u0 * W0, one can make the approxi-
mation (cosh(νpu0) − 1)/sinh(νpu0) % νpu0. We then ob-
tain

σxk,m
= ikfSk,m

j0

√

π

W0
u0 sin(2mπy/W0). (25)

Comparing equation (25) and equation (24), we see that
the current density along x is much smaller than the cur-
rent density along y as long as Fourier components κ *
1/u0 are considered. Within our flat wire approximation,
where only distances from the wire x + u0 are consid-
ered, this is always the case. In the following we therefore
only consider the effect of the current density along y.
For x ≥ W0/2, the rough magnetic field is then given by
equation (19).

Assuming a white power spectrum for the surface cor-
rugation of spectral density JS , we now derive some prop-
erties of the rough magnetic field. For distances above the
wire x + W0, only k components much smaller than 1/W0

are relevant. Then, as we have already shown, the cln coef-
ficients decrease rapidly with n and the dominant contri-
bution is given by cy0

. To lowest order in ky, cy0
is propor-

tional to the total current
∫ W0/2

−W0/2 σy(y)dy. Thus, the only

contribution comes from σ
(2)
yk,m

. Then, calculations similar
to those presented in the previous section show that the
contribution to 〈B2

z 〉 of the Fourier component m of fSk

is

〈B2
z,m〉 = Js

W0

πu2
0

1

m2

(µ0I)2

x5
× 0.044 (26)

where Js is the 2-dimensional spectral density of fS . As
expected it decreases with m as the contribution of rapidly
oscillating terms averages to zero for large distances x +
W0. Computing the sum over m > 0 gives the scaling law
for the rms fluctuation of Bz due to surface corrugation
with atom-wire distance x:

〈B2
z〉 = Js

W0

u2
0

π

6

(µ0I)2

x5
× 0.044 (27)

In figure (5) this expression is compared to numerical cal-

culations based on equation (24). The terms σ
(2)
yk,m con-

tribute at least 90% of 〈B2
z〉 as soon as x > W0.

Comparing edge and surface corrugation, we see that
for large distances, both effects scale in the same way (see
equations (22) and (27)). However, at short distances from
the wire, the amplitude of the magnetic field roughness
produced by surface corrugation does not saturate. In-

deed, although the contribution of σ
(2)
yk,m

saturates in the
same way as the effect of wire edge fluctuations, the con-

tribution of σ
(1)
yk,m

to the current density diverges as one
gets closer to the wire. Thus at small distances from the
wire, we expect surface roughness to become the dominant
source of magnetic field fluctuations.

5.3 Consequences for micro wire traps

The scaling laws (22) and (27) are of major importance as
they impose strong constrains in the use of micro traps.
As mentioned in section 2, high magnetic field gradients
are achieved with small wires and short distances. But as
the distance to the wire decreases, the roughness in the
magnetic trapping potential increases. Imposing a maxi-
mal roughness ∆Bmax tolerable in an experiment there-



T. Schumm et al.: Atom chips in the real world: the effects of wire corrugation 7

Fig. 5. Longitudinal magnetic field fluctuations 〈B2
z〉 pro-

duced by white noise top surface wire roughness as a
function of x/W0. Plotted is the dimensionless quantity
〈B2

z〉/(JS(µ0I)2/(u2
0W

4
0 )). The dashed lines represents equa-

tion (27).

fore directly determines the maximal transverse gradient
accessible with a given realization of a micro wire.

More precisely, as mentioned in section 2, the maxi-
mal current in a micro wire is limited by heat dissipation:

Imax = κW0u
1/2
0 [20]. To analyze the scaling of the sys-

tem, we consider the trap center at a distance comparable
to the wire width x % W0 and a wire height u0 small and
constant. For a given fabrication technology, we expect the
wire roughness to be independent of the wire dimensions
W0 and u0 and we assume white noise spectral densities
Je and JS for the edge and top surface corrugations. Using
the above expressions for x and I and equations (22) and
(27), we obtain the following scaling laws

〈B2
edge〉 =

Jeµ2
0κ2u0

W 3
0

〈B2
surf〉 = π

6
JSµ2

0κ2

W 2
0

u0

(28)

for the magnetic field fluctuations induced by the edge
and the surface roughness respectively. Imposing magnetic
field fluctuations smaller than ∆Bmax determines a min-
imal wire width W0,min and the maximal transverse gra-
dient ∇Bmax. If the potential roughness is dominated by
effects due to wire edge corrugation, we find:

W0,min =
(

Jeµ2
0κ2u0×0.044
∆B2

max

)1/3

∇Bmax = 1
2π

(

µ0κ
√

u0∆B2
max

Je×0.044

)1/3

.

(29)

For a potential roughness dominated by effects due to wire
top surface corrugation, we find:

W0,min =
(

π
6

JSµ2
0κ2×0.044

∆B2
maxu0

)1/2

∇Bmax = 1
2π

(

u0∆Bmax

JS
π
6
×0.044

)1/2

.

(30)

As will be described in the following section, a micro wire
fabricated by electroplating presents an edge roughness
of Je % 0.1 µm3. Assuming a wire without top surface

roughness, a wire height of u0 = 5 µm, a typical κ = 3 ×
107 A.m−3/2 and imposing a maximal potential roughness
of ∆Bmax = 100mG, the wire width is limited to W0,min %
70 µm, the maximal gradient will be ∆Bmax % 2T/cm.

6 Probing the rough magnetic potential with

cold atoms

In a previous letter [17], we described measurements of the
magnetic field roughness produced by a current carrying
micro fabricated wire. The basic idea is to use the fact that
the longitudinal density n(z) of atoms along the wire, is
related to the longitudinal potential seen by the atoms
through a Boltzmann factor:

n(z) ∝ e−V (z)/kBT . (31)

As discussed in section 2, the potential V (z) is propor-
tional to the z-component of the magnetic field a the cen-
ter of the trapping potential. Our typical thermal energy,
1µK, corresponds to a magnetic field of 15µG for a 87Rb
atom in the F = 2, mF = 2 state. Since longitudinal den-
sity variations of order 10% are easily visible in our exper-
iment, we are sensitive to variations in the magnetic field
at the mG level.

The micro wire we used to create the magnetic po-
tential is a 50µm wide electroplated gold wire of 4.5µm
height. The process of micro fabrication is the following:
a silicon wafer is first covered by a 200 nm silicon dioxide
layer using thermal oxidation. Next, seed layers of tita-
nium (20 nm) and gold (200 nm) are evaporated. The wire
pattern is imprinted on a 6µm thick photoresist using op-
tical UV lithography. Gold is electroplated between the
resist walls using the first gold layer as an electrode. The
photoresist is then removed, as well as the first gold and
titanium layers. Finally the wire is covered with a 10µm
layer of BCB resin and a 200 nm thick layer of evaporated
gold. The gold surface acts as a mirror for a magneto-
optical trap. The procedure for deducing the potential
roughness from images of the atomic cloud is complex and
we refer the reader to [17].

Figure (6) shows the measured longitudinal potential
for various distances above the wire. We also show the
power spectral density of these potentials in figure (7). A
region of 1.6mm along the wire is explored by the atoms.
To estimate the power spectral density of the potential
roughness we divide the total window in three smaller
windows overlapping by 50% [22]. In each window, the
fourier transform of the potential is computed after mul-
tiplication with a Hamming window and the estimate of
the spectral density is the average of the square of the
Fourier transforms.

In figure (7), a flat plateau is visible at the highest wave
vectors (e.g. k > 0.07 µm−1 at 46 µm and k > 0.04 µm−1

at 80 µm). The level of this plateau depends on experi-
mental parameters such as the temperature and density of
the atom cloud. On the other hand the spectral density at
low wave vectors, i.e. in the region where it rises above the
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Fig. 6. Rough magnetic field Bz(z) normalized to the cur-
rent in the micro wire. Solid lines: magnetic field measured
using cold atomic clouds. Dashed lines: magnetic field calcu-
lated from the measured corrugation of the edges of the wire.
The different curves have been vertically shifted by 0.1 G/A
from each other and heights above the wire are indicated on
the right.

plateau, is independent of these parameters. This obser-
vation leads us to conclude that while the low wave vector
part of the spectrum corresponds to a potential seen by
the atoms, the plateau at high wave vectors is due to in-
strumental noise in our imaging system, such as fringes.
We expect it to vary in a complex way with tempera-
ture and atom density. Qualitatively, smaller atom-wire
distances, which are analyzed with higher temperature
clouds, should result in higher plateaus. This tendency
is indeed observed in figure (7).

To measure the wire corrugations, we removed the
atom chip from vacuum and etched off the gold mirror
and the BCB layer. We analyzed the bare wire with scan-
ning electron microscopy (SEM) and with atomic force
microscopy (AFM) techniques. The function f describ-
ing the edge corrugation is extracted from SEM images
such as (2b). Rms deviations of the edges are as small
as 200 nm, and we use a 50µm × 50µm field of view
in order to have a sufficient resolution. We use 66 over-
lapping images to reconstruct both wire edges over the
whole wire length of 2.8mm. We identify no correlation
between the two edges. The spectral density obtained for
f+ = (fl + fr)/2 is plotted in figure (8). We see two
structures in the spectrum: first, we observe fluctuations
with a correlation length of 0.2µm and 100 nm rms ampli-
tude. It corresponds to the fluctuations seen on figure (2b)
which are probably due to the electrodeposition process.
Second, roughness with low wave vectors is present and
raises significantly the power spectral density in the 0.01-
0.1µm−1 range. For the spectral range 0.01-1 µm−1, the
wire border fluctuations are well fitted by a power law
J = 3.2 × 10−6k−2.15 + 8.2 × 10−4 µm3 as seen in fig-
ure (8). We use this expression to compute the spectra
shown in figure (7). As we measured f over the whole re-
gion explored by the atoms, we can not only compare the
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Fig. 7. Spectral density of the magnetic field roughness for
different heights above the wire. The points represent experi-
mental data. The curves result from the calculations detailed in
the text. Solid curves: expected noise due to wire edge rough-
ness. We used the power law fit to the spectral density of the
wire border fluctuations. Dashed curves: expected noise due to
top surface roughness.

spectral densities of the magnetic field roughness but we
also can compare the direct shape of the magnetic field
Bz(z). This is done in figure (6) where the magnetic field,
computed from f as described in the previous sections, is
shown by dashed lines. We note that no adjustment has
been applied to superimpose the two curves, the absolute
position of the atoms with respect to the wire is known to
the 3µm resolution of our imaging system.

The corrugation of the top surface of the wire is mea-
sured using an AFM and the observed power spectral
density is plotted in figure (9). The spectrum is flat for
wave vectors smaller than 1 µm−1 with a value JS =
1.6×10−3 µm4. Unfortunately, we were not able to obtain
the spectrum for very long wave vectors. For purposes of
calculation, we shall simply assume that the spectral den-
sity below 0.1 µm−1 has the same value as between 0.1 and
1 µm−1. The results of this calculation is plotted figure (7)
(dashed lines).
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Fig. 8. Measured spectral density of the edge roughness of the
electroplated wire (upper curve) and of the evaporated wire
(lower curve). For the electroplated wire, the spectral density
of f+ = (fl + fr)/2 is plotted. For the electroplated wire, Jf/2
is plotted, where Jf is the spectral density of a single border
of the wire, as expected for the spectral density of f+ for inde-
pendent wire border fluctuations. The thick line on the upper
curve is a power law fit J = ax−b + c which gives b = 2.19.
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Fig. 9. Power spectral density of the wire top surface rough-
ness measured with an AFM. We plot the spectral density cor-
responding to the transverse mode m = 1 (ky = 2π/W0) which
is the first one to contribute to magnetic field roughness. The
horizontal line indicates the mean value for kz ranging from
0.2 µm−1 to 0.1 µm−1.

Our results indicate that the magnetic field roughness
measured with cold atoms is explained by wire corruga-
tion. At low wave vectors (k < 0.04 µm−1), it seems that
the magnetic field roughness is primarily due to edge cor-
rugations. The good agreement between the observed field
and the calculation shown in figure (6) are the strongest
evidence for this conclusion. For wave vectors larger than
about 0.5 µm−1, the corrugations of the top surface are
expected to contribute as strongly as those of the edges.
This wave vector regime however, is not being stringently
tested by our data. Since we have no data on surface corru-
gation at wave vectors below 0.1 µm−1, it is possible that
the contribution from this effect is larger than shown in
figure (7). The atom data in the figure however, indicate
that the surface effect is not the dominant one although
given our signal-to-noise it could be of comparable mag-
nitude.

7 Improved fabrication process for micro

wires

The fabrication technology described above limits us to
atom wire separations greater than several tens of mi-
crons if we want to obtain a reasonably smooth potential.
In order to improve the quality of our wire, we turn to
a different micro fabrication process: the wire structures
are patterned onto an oxidized silicon wafer using elec-
tron beam lithography. We use gold evaporation and a
standard lift-off technique to obtain 700nm square cross
section wires as shown in figure (2c).

We extract the wire border roughness from SEM im-
ages and the obtained power spectral density is plotted in
figure (8) (lower curve). In the spectral range studied, the
roughness is greatly reduced compared to the first fabrica-
tion process. This was expected as the grain size of evapo-
rated gold is much smaller than of electroplated gold. Un-
fortunately, we do not have a quantitative measurement of
the power spectral density in the 0.01-0.1 µm−1 range. In-
deed, as we had to reduce the field of view to increase the
resolution, it becomes very difficult to overlap hundreds
of SEM pictures without adding spectral components due
to stitching errors.

Gold evaporation produces surfaces of optical quality
at visible light. Thus the roughness of the top surface of
the evaporated wire is expected to be much smaller than
that of an electroplated wire.

8 Conclusion

Our goal in this paper has been to give a more detailed de-
scription of the work which led to our conclusion that wire
corrugations can account for the magnetic field roughness
typically observed in atom chip experiments. We wish to
emphasize in this paper that great care must be taken to
characterize the roughness of a micro fabricated wire. The
ratio of the rms roughness to the wavelength of the im-
perfections is below 10−4. Thus a single microscope image
cannot reveal the imperfections.

The model we use has already been suggested in ref-
erence [19]. Here we have given more details of the calcu-
lation as well as some physical arguments explaining the
results. We have also extended the calculation to include
the effects of corrugations of the top surface of the wire.
The top surface corrugations become increasingly impor-
tant as the distance to the wire decreases, while the effect
due to wire edge roughness saturates.

The equations (22) and (27), giving the behavior of the
magnetic field roughness due to edge and surface corru-
gation as a function of height, are important scaling laws
that one should keep in mind in the design of atom chips.
The requirements of small roughness and high transverse
confinement impose a tradeoff in choosing a wire size for a
given fabrication quality. We do not believe however that
we are at the end of our progress in improving the fabri-
cation technology [20]. Thus sub-micron scale atom chips
continue to hold out much promise for the manipulation
of ultra cold atoms.
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C H A P I T R E 9

Vers la réalisation d’une jonction
Josephson sur une puce atomique

En 1962, Josephson étudie le système de deux supraconducteurs couplés par
effet tunnel et prédit l’existence d’un courant oscillant à travers la barrière tunnel
lorsque l’on applique une tension continue entre les deux supraconducteurs [157].
Il comprend que la description d’un supraconducteur par une fonction d’onde
macroscopique ayant une phase bien définie entrâıne l’existence d’un courant à
travers la barrière tunnel proportionnel au sinus de la différence de phase entre
les deux supraconducteurs. Il prédit également que la dérivée temporelle de la dif-
férence de phase est proportionnelle à la différence de potentiel chimique (i.e. de
tension) entre les deux supraconducteurs. L’effet Josephson observé pour la pre-
mière fois dans les supraconducteurs en 1963 [158] est ensuite observé beaucoup
plus tard dans l’helium superfluide [159, 160]. Les condensats de Bose-Einstein
pouvant être décrits par une fonction d’onde macroscopique, l’effet Josephson
devrait pouvoir y être observé. Pour l’instant, aucune expérience n’a réussi à
mettre en évidence des oscillations Josephson entre deux condensats couplés par
effet tunnel.

Dans ce chapitre, nous présentons le cadre théorique du modèle à deux modes
utilisé habituellement pour décrire deux condensats couplés par effet tunnel. En
particulier, nous ferons le lien entre oscillations de Rabi qui est le nom donné
aux oscillations dans un double-puits lorsque les interactions sont négligeables,
et les oscillations de Josephson qui sont observées lorsque les interactions sont
importantes. Nous discuterons ensuite les difficultés à surmonter pour pouvoir ob-
server expérimentalement des oscillations Josephson entre deux condensats dans
un double-puits de potentiel magnétique. Enfin, nous présenterons un dispositif
utilisant une puce atomique qui devrait nous permettre, en principe, d’observer
les oscillations d’un condensat entre deux puits de potentiel couplés par effet tun-
nel. Nous espérons pouvoir explorer à la fois le régime Josephson et le régime Rabi
qui est particulièrement intéressant en vue de la réalisation d’un interféromètre
atomique intégré.
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9.1 Condensat de Bose-Einstein dans un double-

puits : le modèle à deux modes

Nous commençons par décrire le comportement d’un condensat de Bose-
Einstein dans un double-puits de potentiel. Considérons un potentiel en double-
puits comme celui illustré sur la figure 9.1. Si la hauteur de la barrière entre les
puits est très grande, les deux puits ne sont pas couplés. Et si nous supposons que
les deux puits sont identiques, le spectre des niveaux d’énergie est alors le même
dans chaque puits. Nous notons ∆E l’écart en énergie entre le niveau fondamen-
tal et le premier état excité dans chaque puits. Si nous diminuons la hauteur de
la barrière tunnel, les puits se couplent par effet tunnel. Tant que le couplage
tunnel ! δ entre les deux états fondamentaux reste petit devant ∆E, il est légi-
time de se restreindre à ces deux états pour étudier la dynamique d’un condensat
dans un tel système. Ce modèle à deux modes a été largement discuté dans la
littérature [161, 162, 163, 164, 165, 166]. Nous nous contenterons dans cette par-
tie d’identifier les différents régimes qui peuvent être observés suivant l’intensité
relative des interactions dans le condensat par rapport au couplage tunnel. En
régime d’interaction faible, nous retrouvons le phénomène d’oscillations de Rabi
entre les deux puits. En régime d’interaction forte, nous obtenons des oscillations
entre puits analogues aux oscillations Josephson observées en matière condensée.

h δ
∆Ε

V(x)

Fig. 9.1 – Spectre des niveaux d’énergie d’un double-puits de potentiel. Les
niveaux sous la barrière sont quasi-dégénérés. Le couplage tunnel ! δ est donné
par l’écart entre les deux premiers niveaux d’énergie. Nous nous plaçons dans le
régime où le couplage tunnel est petit devant l’écart en énergie ∆E.

9.1.1 Estimation du couplage tunnel

Intéresserons nous d’abord à la détermination du couplage tunnel pour un
potentiel particulier. Nous nous plaçons à une dimension et considérons le double-
puits de potentiel V (x) donné par

V (x) =
m ω2

8 x2
0

(x2 − x2
0)

2 . (9.1)
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Les minima de chaque puits sont localisés en x = ±x0. La fréquence d’oscillation
au fond de chaque puits est ω0 et la hauteur en énergie de la barrière entre les
puits est donnée par m ω2x2

0/8. Par la suite, nous fixons la fréquence d’oscillation
ω0 et gardons x0 comme paramètre ajustable pour varier la hauteur de la barrière.
Nous introduisons a0 =

√

!/(m ω0) la taille de l’état fondamental de l’oscillateur
harmonique de fréquence ω0.

L’hamiltonien décrivant le mouvement d’un atome dans le double-puits est
H0 = p2/(2 m) + V (x). Le spectre de H0 est constitué de niveaux d’énergie qui
sont groupés par deux tant que leur énergie est inférieure à la hauteur de la
barrière. L’écart en énergie entre deux niveaux presque dégénérés tend vers zéro
lorsque les deux puits sont bien séparés (x0 ≫ a0) et augmente lorsque les deux
puits se rapprochent. Intéressons nous plus particulièrement aux deux niveaux
de plus basse énergie. Le niveau fondamental |Φs〉 est symétrique et le premier
niveau excité |Φa〉 est antisymétrique. Nous définissons à partir de ces états un
état localisé à gauche |Φg〉 et un état localisé à droite |Φd〉

{

|Φg〉 = 1√
2
(|Φs〉 + |Φa〉)

|Φd〉 = 1√
2
(|Φs〉 − |Φa〉) . (9.2)

L’écart en énergie ! δ entre les états propres |Φs〉 et |Φs〉 définit le couplage
tunnel. Si nous préparons l’atome dans l’état |Φg〉, il oscille ensuite entre le puits
de gauche et le puits de droite à la pulsation δ. La valeur du couplage tunnel est
donnée par

! δ = 〈Φa|H0|Φa〉 − 〈Φs|H0|Φs〉 = −2〈Φg|H0|Φd〉 . (9.3)

Une méthode très simple pour calculer la valeur de δ consiste à supposer que
les états |Φg〉 et |Φd〉 cöıncident avec les états fondamentaux des puits de gauche
et de droite en l’absence de couplage tunnel. Il est alors facile d’estimer l’élément
de matrice 〈Φg|H0|Φd〉 et nous obtenons [161]

δ ≃ x2
0 ω0

a2
0

exp

(

−x2
0

a2
0

)

. (9.4)

Pour obtenir un couplage tunnel appréciable, il faut que la distance entre les
puits soit de l’ordre de quelques a0 (la taille de l’état fondamental dans chaque
puits). Le couplage tunnel décrôıt exponentiellement avec la distance entre les
puits.

Une approche plus rigoureuse (mais plus complexe) de type WKB appliquée
au potentiel (9.1) permet d’obtenir une meilleure approximation du couplage
tunnel [167]

δ ≃ 4√
π

x0 ω0

a0

exp

(

−2 x2
0

3 a2
0

)

. (9.5)
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Nous retrouvons la dépendance exponentielle du couplage tunnel mais avec une
longueur caractéristique de décroissance légèrement différente. Le préfacteur de-
vant l’exponentielle est également différent. La référence [167] montre que l’ex-
pression (9.5) est une meilleure approximation du couplage tunnel que l’expres-
sion (9.4). A partir de (9.5), nous obtenons qu’une séparation entre les puits 2 x0

égale à 5 a0 donne un couplage tunnel δ ≃ ω0/10.

9.1.2 Détermination de l’hamiltonien à N particules

Nous allons maintenant déterminer l’hamiltonien d’un ensemble de N atomes
(bosons) dans un double-puits en présence d’interactions dans l’approximation
du modèle à deux modes. Nous nous plaçons en trois dimensions. Le double-puits
de potentiel est donné par V (x). L’hamiltonien à une particule est donné par

H0 =
p2

2 m
+ V (x) . (9.6)

Pour simplifier le problème nous supposons comme précédemment que le double-
puits est symétrique. En l’absence de couplage tunnel entre les puits, nous consi-
dérons que chaque puits est un oscillateur harmonique de fréquence moyenne ω̄0.
Nous notons comme précédemment |Φs〉 et |Φa〉 les deux premiers états propres
de H0. Nous définissons les états à une particule |Φg〉 et |Φd〉 à partir de l’équa-
tion (9.2) et le couplage tunnel à partir de l’équation (9.3).

Nous supposons que le couplage tunnel ! δ est petit devant l’écart en énergie
entre les états quasi dégénérés |Φs〉 et |Φa〉 et le premier état excité suivant. Même
si le calcul précédent à une dimension n’est plus valable, la condition pour être
dans ce régime est toujours que l’écart entre les puits soit de l’ordre de la taille
de l’état fondamental au fond de chaque puits.

En seconde quantification l’hamiltonien qui décrit le comportement des atomes
du condensat dans le double-puits s’écrit

H =

∫

!
2

2 m
∇Ψ

†(x).∇Ψ(x) + Ψ
†(x) V (x) Ψ(x) +

g

2
Ψ

†(x)Ψ†(x)Ψ(x)Ψ(x) d3x .

(9.7)
Nous rappelons que la constante g caractérise l’intensité des interactions entre
atomes et s’écrit en fonction de la longueur de diffusion a comme g = 4 π !

2a/m.
L’énergie d’interaction dans les états |Φg〉 et |Φd〉 localisés à gauche et à droite
est caractérisée par la constante κ définie par

! κ =
g

2

∫

|Φg(x)|4 d3x =
g

2

∫

|Φd(x)|4 d3x . (9.8)

Nous supposons que l’énergie d’interaction N ! κ est négligeable devant l’énergie
de l’état fondamental ! ω̄0 dans chaque double-puits en l’absence de couplage
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tunnel. Ainsi les interactions ne modifient pas la forme de la fonction d’onde à
N particules dans chaque puits par rapport à la fonction d’onde à une particule
(régime opposé au régime de Thomas-Fermi).

Pour que l’approximation du modèle à deux modes soit valable, il faut que
l’énergie du premier état excité au-dessus des deux niveaux |Φs〉 et |Φa〉 soit
grande devant les deux énergies caractéristiques du problème : le couplage tun-
nel ! δ et l’énergie d’interaction N ! κ. Dans cette approximation, nous pouvons
développer l’opérateur champ seulement sur les états gauche et droit

Ψ
†(x) = Φ

∗
g(x) a†

g + Φ
∗
d(x) a†

d (9.9)

où a†
g et a†

d sont les opérateurs création d’une particule dans les états |Φg〉 et
|Φd〉. En négligeant les termes proportionnels à

∫

|Φg(x)|2|Φd(x)|2 d3x dans le
développement de H nous obtenons [161]

H = E0(a
†
gag + a†

dad) −
! δ

2
(aga

†
d + ada

†
g) + ! κ[(a†

g)
2a2

g + (a†
d)

2a2
d] . (9.10)

où E0 = 〈Φg|H0|Φg〉 = 〈Φd|H0|Φd〉. Le premier terme correspond à l’énergie ciné-
tique et potentielle des atomes dans chaque puits. Le deuxième terme correspond
au couplage tunnel qui permet d’échanger des particules entre le puits de gauche
et le puits de droite. Et enfin le dernier terme correspond à l’énergie d’interaction
entre atomes dans chaque puits.

Nous allons réécrire l’hamiltonien en introduisant l’opérateur ∆N qui corres-
pond à la moitié de la différence des nombres d’atomes entre le puits de gauche
et le puits de droite. Nous introduisons également l’opérateur N qui correspond
au nombre total d’atomes dans les deux puits

∆N =
1

2
(a†

gag − a†
dad) N = a†

gag + a†
dad . (9.11)

Nous pouvons réécrire le terme correspondant aux interactions sous la forme

κ[(a†
g)

2a2
g + (a†

d)
2a2

d] =
κ

2
(N2 + 4 ∆N2 − 2N) . (9.12)

Nous nous intéressons au problème où le nombre d’atomes dans le système est
constant au cours du temps. La somme des termes proportionnels à N dans
l’hamiltonien est une constante que nous pouvons fixer égale à 0 sans perte de
généralité. L’hamiltonien H s’écrit alors

H = −! δ

2
(aga

†
d + ada

†
g) + 2 ! κ∆N2 . (9.13)

Nous allons maintenant réécrire le terme de couplage tunnel en introduisant
un opérateur ∆θ « différence de phase entre les deux puits ». Nous définissons
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cet opérateur comme étant conjugué de l’opérateur ∆N . Nous pouvons utiliser
comme base les états de Fock obtenus avec ng particules dans le puits de gauche
et nd particules dans le puits de droite où ng et nd vérifient ng + nd = N . Nous
pouvons indicer ces états par la différence de population entre les puits et les
écrire sous la forme suivante

|n〉 =

∣

∣

∣

∣

N

2
− n

〉

g

∣

∣

∣

∣

N

2
+ n

〉

d

=
1

√

(N/2 − n)!(N/2 + n)!
(a†

g)
N/2−n (a†

d)
N/2+n |0〉 .

(9.14)
Ces états sont états propres de l’opérateur ∆N avec la valeur propre n. La valeur
de n peut varier entre −N/2 et N/2. Nous sommes dans un espace de dimension
finie et donc en toute rigueur il n’existe pas d’opérateur conjugué à l’opérateur
∆N . Supposons cependant que la différence de nombre d’atomes entre les deux
puits puisse prendre toutes les valeurs entre −∞ et +∞, l’opérateur ∆N a alors
le même spectre que l’opérateur moment cinétique Jz d’un pendule pesant. En
effet les états propres de Jz sont les états de moment cinétique bien définis et les
valeurs possibles du moment cinétique sont données par m ! où m est un entier.
L’opérateur conjugué de Jz est l’angle θ que fait le pendule avec la verticale,
nous pouvons donc définir pour notre système un opérateur différence de phase
∆θ entre les deux puits tel que [∆θ, ∆N ] = i. Toujours par analogie avec le
pendule pesant nous savons que l’opérateur ei θ augmente d’une unité la valeur
du moment cinétique et nous obtenons

ei ∆θ =
∑

n

|n + 1〉〈n| . (9.15)

Cet opérateur transfère un atome du puits de droite vers le puits de gauche.
Réécrivons cet opérateur en fonction des opérateurs création et annihilation dans
chaque puits. Pour cela nous remarquons que

a†
gad|n〉 =

√

(N/2 + n + 1)(N/2 − n) |n + 1〉 (9.16)

=
√

(N/2 + 1/2)2 − (n + 1/2)2 |n + 1〉 (9.17)

≃
√

(N/2 + 1/2)2 − ∆N2 ei ∆θ |n〉 . (9.18)

Nous avons approché la valeur propre n de l’opérateur ∆N par n − 1/2. Nous
pouvons donc finalement écrire le terme de couplage par effet tunnel sous la forme
suivante

− ! δ

2
(aga

†
d + ada

†
g) ≃ −! δ

2

√

(N/2 + 1/2)2 − ∆N2
(

ei ∆θ + e−i ∆θ
)

(9.19)

≃ −! δ(N + 1)

2

√

1 − (2 ∆N/N)2 cos(∆θ) . (9.20)

Finalement en remplaçant dans la dernière expression (N + 1)δ par Nδ, nous
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obtenons l’hamiltonien H sous la forme suivante

H = −! δN

2

√

1 −
(

2 ∆N

N

)2

cos(∆θ) + 2 ! κ∆N2 . (9.21)

Nous retrouvons ainsi l’hamiltonien qui est obtenu à partir de l’équation de Gross-
Pitaevskii dans une théorie de champ moyen. En effet, en écrivant la fonction
d’onde du condensat sous la forme |Φ〉 = cg ei ∆θ/2 |Φg〉 + cd e−i ∆θ/2 |Φd〉 avec
∆N = (|cg|2 − |cd|2)/2, on obtient à partir de l’équation de Gross-Pitaevskii
dépendant du temps deux équations d’évolution pour ∆θ et ∆N . Les équations
obtenues correspondent à l’évolution de deux variables classiques conjuguées dont
l’hamiltonien est celui que nous venons d’obtenir. L’obtention du même hamil-
tonien dans une théorie de champ moyen justifie la dénomination d’opérateur
différence de phase que nous avons donné à l’opérateur ∆θ.

Il nous semblait intéressant de montrer que cet hamiltonien pouvait être ob-
tenu en dehors de l’approximation de champ moyen. Nous pouvons donc l’utiliser
pour étudier les effets au-delà du champ moyen dans des cas où la différence de
phase (ou la différence de population) n’est pas bien définie et où il n’est pas
légitime de remplacer les opérateurs ∆θ et ∆N par des variables classiques1.

9.1.3 Les différents régimes

Nous allons maintenant donner quelques propriétés du système à deux modes
suivant la valeur relative de EC = 4 ! κ, l’intensité des interactions, par rapport
à EJ = N ! δ/2, la valeur du couplage tunnel. L’état fondamental du système
est très différent suivant les valeurs relatives de ces deux paramètres. Dans le
régime d’interaction forte, l’expression de l’hamiltonien (9.21) montre que l’état
fondamental est un état où la différence des nombres d’atomes entre les puits est
bien définie et égale à zéro. Par contre, lorsque le couplage tunnel est dominant,
l’état fondamental est un état de différence de phase bien définie et égale à
zéro. Entre ces deux extrêmes, il existe un régime où la différence de phase
et la différence de nombre d’atomes sont bien définis dans l’état fondamental
(〈∆θ2〉 ≪ 1, 〈∆N2〉 ≪ N). Ce régime est appelé régime Josephson.

Pour déterminer les valeurs des paramètres Ec et EJ conduisant à ces diffé-
rents régimes, nous développons l’hamiltonien au voisinage de ∆θ = 0 et ∆N = 0.
En effet l’état fondamental du système correspond toujours à un état tel que
〈∆θ〉 = 〈∆N〉 = 0. Nous obtenons alors l’hamiltonien d’un oscillateur harmo-

1Nous ne prétendons pas avoir donné une dérivation rigoureuse de cet hamiltonien, notam-
ment en ce qui concerne la définition de l’opérateur phase. Une calcul plus rigoureux est donné
dans la référence [134]. Les références [162, 168, 163, 169] et les références incluses dans ces
articles discutent en détail du problème lié à la définition d’un opérateur phase entre les deux
puits.
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nique

H =
EC

2
∆N2 +

EJ

2
∆θ2 . (9.22)

La pulsation de cet oscillateur est la pulsation Josephson
√

EC EJ/!. Les fluc-
tuations quantiques dans l’état fondamental de ∆θ et ∆N sont données par :

〈∆θ2〉 =
1

2

√

EC

EJ

〈∆N2〉 =
1

2

√

EJ

EC

(9.23)

Nous retrouvons les trois régimes évoqués au début du paragraphe [134] :
– EJ/N2 ≫ EC , i.e. 〈∆θ2〉 ≪ 1/N et 〈∆N2〉 ≫ N . Ce régime est appelé

régime de Rabi. Les interactions sont négligeables et la physique du système
à N particules est identique à la physique du système à une particule.

– EJ ≫ EC ≫ EJ/N2, i.e. 〈∆θ2〉 ≪ 1 et 〈∆N2〉 ≪ N . Ce régime est
appelé régime Josephson. La différence de phase et la différence de nombre
d’atomes entre les deux puits sont bien définis. Une description du système
par une théorie de champ moyen est légitime.

– EC ≫ EJ , i.e. 〈∆θ2〉 ≫ 1 et 〈∆N2〉 ≪ 1. Ce régime est appelé régime
de Fock. Les interactions dominent et les fluctuations quantiques de la
phase sont importantes. L’état fondamental est l’état de Fock avec N/2
particules à gauche et N/2 particules à droite. Il n’est plus possible de
décrire le système par une théorie de champ moyen.

La référence [162] discute en détail les fluctuations de ∆N dans l’état fondamen-
tal. Nous allons maintenant nous intéresser plus précisément au régime de Rabi
et au régime Josephson.

9.1.3.1 Régime de Rabi et régime Josephson : EJ ≫ EC

Dans ce régime le terme de couplage tunnel domine le terme dû aux inter-
actions et le système est bien décrit par une théorie de champ moyen. Nous
supposons que tous les atomes sont dans la fonction d’onde

|Φ〉 = cg ei∆θ/2 |Φg〉 + cd e−i∆θ/2 |Φd〉 (9.24)

Comme nous l’avons mentionné précédemment l’évolution de ∆θ et de ∆N =
(|cg|2−|cd|2)/2 est donnée par l’hamiltonien d’un pendule pesant dont la longueur
varie avec le moment cinétique. La variable ∆N correspond à la quantité de
mouvement du pendule et ∆θ à l’angle entre le pendule et la verticale :

∆Ṅ = −1

!

∂H

∂ ∆θ
∆θ̇ =

1

!

∂H

∂ ∆N

H =
Ec

2
∆N2 − EJ

√

1 −
(

2 ∆N

N

)2

cos(∆θ)

(9.25)
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Dans la limite EC = 0 nous retrouvons l’équation de Schrödinger d’une par-
ticule dans un double-puits. L’analogie avec le pendule pesant n’est plus très
pertinente et la dynamique du système correspond simplement à des oscillations
de Rabi à la pulsation δ entre les états |Φg〉 et |Φd〉.

Lorsque EC n’est pas nul la dynamique de ce pendule est différente suivant
le rapport EC/EJ . Pour identifier les différents régimes nous avons tracé dans
l’espace des phases les trajectoires d’égale énergie pour différentes valeurs du
rapport N2 EC/EJ (voir figure 9.2).
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 EC (d)  EJ = 0.0025 N

2
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Fig. 9.2 – Trajectoire dans l’espace des variables 2 ∆N (différence de population
entre les deux puits) et ∆θ (différence de phase) pour différentes valeurs du
couplage tunnel par rapport à l’intensité des interactions. Les différents régimes
observés sont décrits dans le texte.

– EJ ≫ N2EC : nous observons des oscillations de Rabi de pulsation EJ/N =
δ. L’amplitude des oscillations en ∆N est égale à N (voir figure 9.2.a). Les
points fixes sont (∆N, ∆Φ) = (0, 0) et (∆N, ∆Φ) = (0, π) et correspondent
à l’état symétrique |Φs〉 et à l’état antisymétrique |Φa〉 du double-puits.

– N2EC/16 > EJ > N2EC/32 : lorsque EJ devient inférieur à N2EC/16, le
point fixe (0, π) se dédouble. Les deux nouveaux points fixes qui en résultent
sont situés en (±∆N

π
, π) (voir figure 9.2.b). Autour de ces points, il existe

des trajectoires où ∆N oscille autour d’une valeur moyenne non nulle et
où ∆θ oscille autour de π. La présence de ces états est due au terme non
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linéaire en
√

1 − (2 ∆N/N)2 dans le couplage tunnel.
– N2EC/32 > EJ : lorsque EJ est inférieur N2EC/32, il devient possible

d’observer des trajectoires où ∆N oscille autour d’une valeur moyenne non
nulle et où ∆θ augmente continûment (voir figure 9.2.c). Ces trajectoires
correspondent à un mouvement circulaire du pendule autour de son axe.
Les points fixes sont toujours au nombre de 3 et la valeur de ∆N

π
se déplace

vers N/2.
– N2EC ≫ EJ : nous sommes dans le régime de Josephson. L’amplitude des

oscillations en ∆N est fortement réduite sur toutes les trajectoires. Pour
∆N ≪ 1, le terme en

√

1 − (2 ∆N/N)2 est négligeable et l’hamiltonien qui
donne l’évolution des variables ∆N et ∆θ est l’hamiltonien Josephson

HJ =
Ec

2
∆N2 − EJ cos(∆θ) . (9.26)

Nous retrouvons l’hamiltonien d’un pendule de longueur fixe dont nous
reconnaissons les trajectoires dans l’espace des phases sur la figure 9.2.d. Les
trajectoires possibles sont des oscillations du pendule autour de sa position
d’équilibre ou bien des trajectoires sur lesquelles le pendule fait des tours
complets autour de son axe. La fréquence d’oscillation du pendule autour
de la position d’équilibre (∆N, ∆θ) = (0, 0) est donnée par la fréquence
Josephson

√
EJ EC/(2 π !). L’amplitude des oscillations de la différence

de phase peut être de π, mais l’amplitude maximale des oscillations en
différence de nombre d’atomes est limitée à

√

EJ/EC ≪ N .
Les références [164, 165, 170] traitent en détail les oscillations autour des

points (±∆N
π
, π) et évoquent les autres régimes présentés ci-dessus.

9.1.3.2 Intérêt du régime de Rabi

Le régime de Rabi est le plus approprié pour réaliser un interféromètre ato-
mique car les interactions sont alors négligeables. Si initialement les deux puits
sont bien séparés (δ = 0), nous pouvons préparer, par exemple, tous les atomes
dans l’état fondamental du puits de gauche, c’est-à dire dans la superposition
(|Φs〉 + |Φa〉)/

√
2. Puis en branchant le couplage tunnel (i.e en approchant les

puits), cette superposition évolue à la pulsation δ. Au bout d’un temps corres-
pondant à un quart de période, les atomes sont dans l’état (|Φs〉− i|Φa〉)/

√
2. En

séparant à nouveau les puits, cet état correspond à la superposition α|Φg〉+α∗|Φd〉
avec α = (1 − i)/2. Cet état est délocalisé sur les deux puits. Nous avons ainsi
réalisé l’équivalent temporel d’une lame séparatrice qui est l’élément de base d’un
interféromètre. Une deuxième impulsion π/2 permet de mesurer la différence de
déphasage accumulée entre les deux puits pendant le temps où les deux puits sont
bien séparés. Si cette différence est nulle, les atomes finissent tous dans le puits
de droite après la deuxième séquence, sinon la différence de population entre les
deux puits permet de connâıtre le déphasage accumulé entre les deux puits.
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Les interactions limitent la durée pendant laquelle les puits peuvent rester
séparés et limitent le temps de mesure du déphasage que l’on cherche à détermi-
ner. En effet les atomes sont dans une superposition d’états |n〉 et chacun de ces
états évolue proportionnellement à exp(i EC n2 t) à cause du terme d’interaction
4 ! κ ∆N2. Au bout d’un temps Tdiffusion la superposition initiale est brouillée et
l’information sur le déphasage accumulé est perdue. Le temps de diffusion de la
phase Tdiffusion est donné par [171, 172]

Tdiffusion =
1

EC

√
N

(9.27)

Néanmoins après un temps égal à 2π/EC tous les états sont à nouveau en phase
et l’interféromètre permet à nouveau d’observer des franges. Ce phénomène de
résurgence (« revival ») quantique est dû au caractère discret et fini du spectre
de l’hamiltonien.

9.2 Réalisation expérimentale approchée du mo-

dèle à deux modes

Les oscillations Josephson n’ont jamais été observées expérimentalement dans
un condensat de Bose-Einstein. Nous allons montrer qu’il est en fait très difficile
de se placer dans une situation expérimentale où les conditions du modèle à deux
modes sont vérifiées et où les régimes de Rabi et de Josephson peuvent être ex-
plorés. Cette difficulté est due à la trop grande importance des interactions. Pour
contourner ce problème nous proposons de réaliser le modèle à deux modes non
pas dans les trois directions de l’espace mais dans seulement deux dimensions
afin de pouvoir utiliser la troisième dimension pour diluer le condensat et ré-
duire l’importance des interactions. Nous verrons cependant que les interactions
peuvent coupler les oscillations Josephson au mouvement sur la troisième direc-
tion, compliquant notablement la dynamique du système par rapport au modèle
à deux modes. Enfin nous décrirons la puce atomique que nous avons conçue afin
de réaliser cette expérience.

9.2.1 Peut-on réaliser expérimentalement le modèle à deux

modes ?

Considérons deux pièges sphériques de pulsation ω suffisamment proches l’un
de l’autre afin d’obtenir un couplage tunnel non négligeable entre les pièges. Nous
allons déterminer les paramètres du piège et le nombre d’atomes pour pouvoir
être dans les conditions de validité du modèle à deux modes soit dans le régime
de Rabi, soit dans le régime Josephson.
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9.2.1.1 Conditions pour atteindre le régime de Rabi

Pour atteindre le régime de Rabi il faut que le couplage tunnel soit supérieur
au potentiel chimique, c’est la condition que nous avons trouvée précédemment
EJ/N > N EC soit δ > µ. De plus, pour que le modèle à deux modes soit valide
il faut que la fréquence d’oscillation au fond des pièges soit grande devant le cou-
plage tunnel. Il faut donc être dans la situation où le potentiel chimique est petit
devant la fréquence d’oscillation, c’est à dire loin du régime de Thomas-Fermi où
les condensats sont obtenus habituellement. Supposons que nous voulons réaliser
l’expérience avec N = 1000 atomes, la condition pour que l’énergie d’interac-
tion soit petite devant l’énergie du fondamental est donnée par N a ≪ a0. Pour
vérifier cette condition le piège doit avoir une fréquence de l’ordre de 1 Hz, ce
qui autorise un couplage tunnel de l’ordre de 0,1 Hz. Les échelles de temps de
l’expérience deviennent grandes et difficilement compatibles avec notre durée de
vie dans le piège magnétique qui est de l’ordre de la dizaine de secondes.

9.2.1.2 Conditions pour atteindre le régime Josephson

Si nous relâchons la contrainte sur la possibilité d’atteindre le régime de Rabi,
nous pouvons envisager la situation µ ≫ ω ≫ δ. Le condensat est dans le ré-
gime de Thomas-Fermi et la deuxième inégalité garantit la validité du modèle
à deux modes. Comme nous sommes dans le régime Josephson, l’amplitude des
oscillations de la différence des nombres d’atomes est très faible. Pour observer
les oscillations, il faut donc pouvoir mesurer la différence de phase entre les deux
condensats dont l’amplitude des oscillations peut être égale à π. Ce domaine
semble donc accessible mais plus difficile à observer que le régime de Rabi, car
il faut pouvoir mesurer la phase relative entre les deux condensats. On peut par
exemple utiliser la spectroscopie par diffraction de Bragg pour obtenir la distri-
bution en impulsion dans le condensat qui contient l’information sur la valeur de
la phase relative entre les deux condensats [169].

9.2.2 Deux condensats très allongés couplés : le modèle à

deux modes en deux dimensions

Étant donné les difficultés expérimentales pour atteindre le régime à deux
modes dans un système à trois dimensions, nous proposons de réaliser le modèle
à deux modes en deux dimensions. L’idée est d’obtenir un système invariant par
translation suivant une direction de l’espace et d’avoir un double-puits dans les
deux autres directions. En modifiant la densité dans la troisième direction, nous
pouvons ajuster l’importance des interactions par rapport au couplage tunnel.
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Nous proposons donc de réaliser le potentiel suivant

V (x, y, z) =
m ω2

8x2
0

(x2 − x2
0)

2 +
1

2
m ω2 y2 + Vl(z) (9.28)

où le potentiel Vl(z) est le potentiel de piégeage longitudinal.

Régime Thomas-Fermi 1D Nous voulons que la fonction d’onde transverse
du condensat ne soit pas modifiée par les interactions. Ce régime est appelé
régime Thomas-Fermi 1D [173]. Il est obtenu lorsque l’énergie d’interaction g n =
(4 π!

2/m) a n est petite devant l’énergie de l’état fondamental transverse ! ω0. Si
nous supposons que nous sommes dans cette situation, la densité du condensat
est n1D/a2

0 où n1D est la densité longitudinale du condensat et a0 =
√

!/(m ω0) la
taille de l’état fondamental de l’oscillateur harmonique transverse. La condition
g n ≪ ! ω0 s’écrit alors n1D a ≪ 1. Il faut donc que la densité longitudinale
soit petite devant l’inverse de la longueur de diffusion a. Si nous considérons un
condensat de 3000 atomes dans un potentiel longitudinal en forme de bôıte, le
condensat doit être allongé sur une longueur d’environ 200 µm. Nous nous fixons
donc comme objectif d’obtenir un couplage tunnel homogène sur une longueur
de 200 µm et stable dans le temps à mieux que 10%. Nous espérons ainsi pouvoir
nous placer dans les conditions adéquates pour observer des oscillations de Rabi
du condensat entre les deux puits.

9.2.3 Réalisation d’un double-puits à deux dimensions in-

variant par translation

Les difficultés expérimentales pour réaliser un potentiel permettant d’obtenir
un double-puits avec ces propriétés sont les suivantes :

– Il faut découpler totalement le potentiel longitudinal et le potentiel trans-
verse pour que le couplage tunnel soit spatialement homogène sur toute la
longueur du condensat.

– Il faut réaliser un potentiel suffisamment robuste vis-à-vis des fluctuations
résiduelles de champ magnétique pour que la valeur du couplage tunnel
fluctue peu dans le temps.

Nous allons dans un premier temps traiter le schéma le plus simple permet-
tant d’obtenir un double-puits magnétique sur une puce. Il consiste à rapprocher
deux guides à un fil. Ce schéma a été proposé dans la référence [92]. Ce dispositif
modèle nous permettra d’obtenir l’expression du champ magnétique au voisinage
du point où les deux guides se touchent et les caractéristiques du double-puits
obtenu (fréquence ω0 et couplage tunnel δ). Nous déterminerons la stabilité du
couplage tunnel vis à vis des fluctuations résiduelles de champ magnétique. Nous
expliquerons pourquoi ce schéma est très difficile à mettre en œuvre expérimen-
talement. Enfin nous présenterons un schéma plus complexe utilisant cinq fils



214 Chap 9 - Vers une jonction Josephson sur une puce atomique

coplanaires qui permettent d’obtenir un champ analogue au champ obtenu avec
le premier système. Nous montrerons que ce nouveau schéma est suffisamment
robuste pour pouvoir produire un couplage tunnel homogène sur une grande
longueur et peu sensible aux fluctuations de champ externe.

9.2.3.1 Un modèle simple : deux fils et un champ uniforme

Le système modèle que nous allons commencer par étudier est présenté sur
la figure 9.3. Deux fils infinis séparés par une distance 2 d sont parcourus par un
même courant I. Un champ uniforme B0 perpendiculaire aux fils permet d’ajuster
la distance entre les guides. Nous ajoutons un champ longitudinal Bz pour que
le champ magnétique ne soit pas nul au fond des puits afin d’éviter les pertes de
Majorana. Si le champ uniforme B0 est suffisamment grand pour que la hauteur
h du minimum de potentiel obtenu en présence d’un seul fil soit petite devant la
distance entre les fils, nous obtenons deux guides bien séparés situés au-dessus
de chaque fil. Lorsque B0 diminue, les deux minima se rapprochent en décrivant
un arc de cercle (voir figure 9.3). Pour B0 = µ0 I/(2 πd), les deux minima se
confondent à une hauteur d au-dessus de la surface de la puce. Autour de ce
« point de coalescence », nous obtenons le développement hexapolaire suivant du
champ magnétique

{

Bx = A (y2 − x2)
By = 2 A x y

avec A =
µ0 I

4 π d3
. (9.29)

Nous avons pris la position du point de coalescence comme origine des axes du
repère.

2 d

d

B0

I

Bz

2 r0

x

y

z

Fig. 9.3 – Système modèle pour obtenir un double-puits. Deux fils séparés par
une distance 2 d sont parcourus par le même courant I. La distance entre les deux
puits est ajustée par l’amplitude du champ B0. Les lignes grises représentent la
trajectoire des deux minima lorsque la valeur de B0 diminue. Les deux minima
se rapprochent en décrivant un arc de cercle, se confondent à une hauteur d
au-dessus de la surface puis s’éloignent à nouveau sur une droite verticale.

En passant en coordonnées polaires x = r cos θ, y = r sin θ, nous obtenons
{

Bx = −A r2 cos 2θ
By = A r2 sin 2θ

. (9.30)
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Plaçons nous au point de coalescence (B0 = µ0 I/(2 πd)) et ajoutons un petit
champ b = b(cos θb ex + sin θb ey) dans le plan (ex, ey). Ce petit champ permet
d’obtenir à nouveau deux minima séparés. A partir du développement (9.30),
nous obtenons que la distance entre les minima est donnée par 2 r0 = 2

√

b/A.
Les deux minima sont situés sur la droite passant par l’origine faisant un angle
θ = −θb/2 avec l’axe (O, ex). Plaçons nous sur cette droite, le module au carré
de champ magnétique s’écrit

|B|2 = (b − A r2)2 + B2
z . (9.31)

Dans la limite Bz ≫ b (nous verrons par la suite qu’il est effectivement intéressant
de se placer dans cette limite), nous pouvons développer le module du champ sous
la forme

|B| =
b2

2 Bz r4
0

(r2 − r2
0)

2 + Bz avec r0 =

√

b

A
. (9.32)

Nous reconnaissons le potentiel en double-puits discuté dans la première par-
tie. La fréquence d’oscillation au fond de chaque puits est donnée par ω0 =
√

4 µB A b/(m Bz).
Pour être dans l’approximation du modèle à deux modes, il faut que le cou-

plage tunnel soit petit devant la fréquence d’oscillation entre puits. Nous voulons
réaliser δ = η ω0 avec η de l’ordre de 0,1. Cette condition fixe le rapport α = r0/a0

où a0 est la taille du fondamental de l’oscillateur harmonique de fréquence ω0.
Nous avons vu dans la première partie qu’à une dimension, un rapport α de 2,5
permet d’obtenir ε de l’ordre de 0,1. Nous considérerons α égal à cette valeur
pour les applications numériques par la suite. Les paramètres r0 et ω0 sont donc
liés. Nous choisissons de garder la séparation entre les puits comme paramètre
libre. Les formules précédentes permettent d’obtenir la valeur de Bz qu’il faut
choisir pour que la condition r0/a0 = α soit remplie.

9.2.3.2 Effet des fluctuations de champ magnétique

Nous allons maintenant étudier la stabilité relative du couplage tunnel vis à
vis des fluctuations de champ magnétique. Nous allons essayer de déterminer le
meilleur jeu de paramètres I,d, et r0 pour minimiser la sensibilité du couplage
tunnel aux fluctuations de champ.

Éliminons immédiatement le courant I comme paramètre ajustable. En ef-
fet, nous avons intérêt à utiliser le courant maximal tolérable par les fils pour
que les champs magnétiques créés soient les plus intenses possibles afin d’être
grands devant les fluctuations de champ magnétique. Nous supposons donc que
le courant est donné par I = I0 (d/d0)

3/2 d’après la loi d’échelle que nous avons
obtenue au chapitre 4. En supposant que les fils sont carrés avec une taille égale
au cinquième de la distance d, ce qui semble raisonnable pour pouvoir négliger
les effets de taille finie, nous obtenons un courant maximal I0 = 20 mA pour



216 Chap 9 - Vers une jonction Josephson sur une puce atomique

une distance2 d0 = 2, 5 µm. En injectant cette loi d’échelle pour le courant dans
l’expression de A nous obtenons

A = γ d−3/2 avec γ =
µ0 I0

4 π d
3/2
0

. (9.33)

Il ne nous reste désormais plus que deux paramètres libres d et r0.

Variations du couplage tunnel Nous supposons une variation δb du champ
dans le plan transverse. Cette variation entrâıne un déplacement δr0 de la dis-
tance entre les puits et une variation du couplage tunnel. A partir des équa-
tions (9.32) et (9.29) nous obtenons

δr0

r0

=
1

2

δb

b
=

d3/2

2 γ r2
0

δb . (9.34)

Nous exigeons δr0/r0 ! ε avec ε de l’ordre de 0,1. Nous avons tracé sur la
figure 9.4 le domaine délimité par cette condition dans l’espace des paramètres
r0 et d pour une fluctuation de champ δb = 1 mG (courbe en trait plein). Cette
valeur de δb est faible mais facilement accessible avec un blindage magnétique
autour de l’expérience. Nous verrons au paragraphe suivant que nous ne pouvons
pas tolérer une valeur beaucoup plus grande.

Les variations du champ longitudinal induisent également une variation du
couplage tunnel qui est complètement négligeable par rapport aux variations
induites par les fluctuations du champ perpendiculaire. Nous n’en tiendrons donc
pas compte dans la suite.

Effet de la gravité Nous avons jusqu’à maintenant négligé la gravité. Or si les
deux puits ne sont pas à la même hauteur la différence d’énergie potentielle de
pesanteur déséquilibre les deux puits. Il faut donc que cette différence d’énergie
potentielle reste négligeable devant la valeur du couplage tunnel. Une fluctuation
δb du champ magnétique transverse induit un déplacement vertical δy entre les
deux puits donné par

δy =
δb

2 A r0

. (9.35)

Nous voulons que le rapport (m g δy)/(! δ) soit petit. Ce rapport s’écrit

m g δy

! δ
=

m2 g r0 δb

2 A !2 α ε
=

m2 g r0 d3/2 δb

2 γ !2 α ε
. (9.36)

2Nous avons effectivement pu fabriquer des fils de 500 nm×500 nm pouvant supporter un
tel courant.
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Si nous exigeons que ce rapport soit inférieur comme précédemment à ε pour
une fluctuation de champ δb = 1 mG, nous obtenons le domaine tracé sur la fi-
gure 9.4 (courbe en pointillés). L’intersection des deux domaines que nous venons
de déterminer limite la distance d à une valeur maximale de seulement 10 µm.
Cette valeur diminue si nous augmentons la valeur de δb. Pour ne pas avoir à
trop rapprocher les fils, ce qui est techniquement difficile, il semble nécessaire de
placer l’expérience dans un blindage magnétique. Et même avec un blindage, il
faut pouvoir fabriquer des fils très rapprochés. Les puces atomiques se prêtent
donc particulièrement bien à la réalisation d’un tel système.
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Fig. 9.4 – Le domaine grisé représente le domaine où une fluctuation de champ
externe de 1 mG ne perturbe pas trop le couplage tunnel. L’axe des abscisses est
la distance typique d qui caractérise l’écart entre fils sur la puce. L’axe des or-
données représente la demi distance r0 entre les deux puits. Nous voyons qu’il est
indispensable d’utiliser des structures de très petites tailles. Les puces atomiques
sont donc de bons candidats pour réaliser cette expérience.

Pourquoi ce schéma simple est-il irréalisable ? Si nous choisissons une
distance d de 2,5 µm, le champ B0 à appliquer est de 16 G. Or nous avons vu
qu’une fluctuation δb de l’ordre du mG est tolérable. Il faut donc pouvoir réaliser
un champ magnétique uniforme sur une distance de l’ordre 200 µm et stable
temporellement à 10−4 près3. La réalisation d’un tel champ avec des bobines
externes nous apparâıt comme extrêmement difficile. Ce schéma simple nous
semble donc irréalisable. Il nous a cependant permis de montrer qu’un champ

3Plus précisément il faut que le rapport B/I soit stable à 10−4 près. Ici, nous avons supposé
que le courant I était parfaitement stable.
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hexapolaire permet d’obtenir un double-puits magnétique et nous avons obtenu
les conditions nécessaires pour garantir un couplage tunnel stable.

9.2.3.3 Utilisation de cinq fils coplanaires

Pour contourner le problème de la stabilité relative du rapport B0/I rencontré
dans le schéma précédent, il semble judicieux de n’utiliser que des fils sur la puce
pour créer le potentiel hexapolaire. Ainsi le champ B0 est créé par les fils et si
nous nous arrangeons pour que tous les fils soient parcourus par le même courant
(i.e fourni par la même alimentation), il y a réjection du bruit de l’alimentation
et le rapport I/B0 est intrinsèquement stable. De plus pour obtenir un couplage
tunnel homogène sur une longueur de 200 µm, il suffit de faire des fils beaucoup
plus longs.

On peut montrer que le nombre minimal de fils coplanaires4 pour obtenir
un champ hexapolaire sans champ externe est égal à cinq. Nous n’allons pas
démontrer ce résultat rigoureusement mais nous pouvons le comprendre de la
façon suivante. Le guide le plus simple sans champ externe est un guide à trois
fils avec des courants alternés (voir chapitre 4). En rapprochant deux guides à
trois fils identiques et en remplaçant les deux fils du centre (parcourus par un
courant dans le même sens) par un seul fil nous obtenons la géométrie de la
figure 9.5 : cinq fils parcourus par des courants alternés.

d/2

31/2 d/2

b

I

Bz

2 r
0

3 d/2

x

y

z

Fig. 9.5 – Réalisation d’un champ hexapolaire avec cinq fils coplanaires. Les fils
sont parcourus par le même courant, nous obtenons ainsi une réjection du bruit
de l’alimentation. La séparation entre les puits est obtenue en ajoutant un petit
champ b. L’angle entre la droite joignant les minima et l’axe ex est la moitié de
l’angle entre le champ b et l’axe ex.

Pour se placer au point de coalescence avec le même courant dans chaque fil,
il faut que les fils extérieurs soient séparés d’une distance 3 d si les fils centraux
sont séparés d’une distance d/2 (voir figure 9.5). Dans ces conditions la hauteur

4Notons qu’un fil enterré sous les deux fils qui constituent les guides permet de créer le
champ B0, mais nous ne retenons pas cette solution car l’alignement des deux couches de
lithographie est trop critique.
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du point de coalescence est h =
√

3 d/2. Autour de ce minimum nous obtenons
le développement hexapolaire suivant du champ

{

Bx = A (y2 − x2)
By = 2 A x y

avec A =
4√
3

µ0 I

4 π d3
. (9.37)

Choix des paramètres La valeur de A est identique à la valeur précédente à
un facteur numérique près qui est proche de l’unité. Le domaine des paramètres
possibles d et r0 obtenu sur la figure 9.4 est donc toujours valable. Nous avons
choisi une distance entre fils d = 5 µm ce qui fixe la taille des fils à environ
500 nm. Nous allons maintenant présenter les résultats obtenus à partir d’une
simulation numérique avec cette distance entre les fils et un courant de 20 mA
dans chaque fil.

Notre géométrie n’est pas exactement celle de la figure 9.5. En effet la puce
est inclinée à 45̊ par rapport à la verticale. Il faut donc trouver l’angle à donner
au champ b pour équilibrer le double-puits. Nous avons résolu numériquement
l’équation de Schrödinger à deux dimensions pour obtenir les états propres du
potentiel. Nous avons cherché pour un champ Bz donné la valeur et la direction
de b pour obtenir un double-puits tel que5 :

– L’écart en énergie entre les deux premiers niveaux soit égal au dixième de
l’écart entre le premier et le troisième niveau du potentiel.

– La fonction d’onde dans l’état fondamental soit symétrique par rapport à
la ligne médiane entre les deux puits.

Nous avons ensuite testé la stabilité du couplage tunnel vis-à-vis d’une variation
de champ perpendiculaire. Comme nous l’avons vu précédemment, les conditions
de stabilité sont vérifiées pour une certaine plage de paramètres. La condition sur
la stabilité du couplage tunnel impose que le champ Bz soit supérieur à 50 mG.
La condition de stabilité liée à la gravité impose un champ inférieur à 300 mG.
Enfin pour que les pertes de Majorana soient négligeables (µB Bz " 10! ω0) le
champ Bz doit être supérieur à 100 mG. Nous choisissons donc de nous placer à
Bz = 200 mG. Il faut alors un champ perpendiculaire b = 43 mG faisant un angle
de 91̊ avec l’axe ex. La fréquence tunnel obtenue est de 420 Hz et l’écart entre
le niveau fondamental et le troisième état excité est de 4,2 kHz. La fréquence
d’oscillation au fond de chaque puits est d’environ 13 kHz. L’angle obtenu est
très proche de la valeur attendue puisque dans l’approximation hexapolaire nous
avons vu qu’un angle de 90̊ sur le champ correspond à un angle de 45̊ pour les
minima, c’est-à-dire l’horizontale étant donné l’orientation de la puce. La valeur
obtenue pour le module du champ est assez différente de la valeur prédite par le
modèle simple de couplage tunnel à une dimension. Ces simulations numériques

5Maintenant que nous avons fixé d, il ne nous reste plus que r0 comme paramètre libre.
Pour les commodités du calcul numérique nous choisissons Bz comme paramètre libre et nous
cherchons ensuite la valeur de b qui permet d’obtenir le bon couplage tunnel.
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nous ont semblé concluantes et nous avons donc réalisé cette structure à cinq
fils (voir chapitre 7) sur notre dernière puce et nous essayons actuellement de
charger un condensat dans le double-puits.

9.3 Conclusion

Nous avons proposé de réaliser une expérience où deux condensats très allon-
gés sont couplés par effet tunnel. Nous avons montré que cette géométrie permet
de réaliser le modèle à deux modes dans deux dimensions de l’espace. Les deux
condensats sont dans le régime de Thomas-Fermi 1D (n1D a ≪ 1). Dans ce ré-
gime le couplage tunnel local entre les condensats est donné par l’écart entre
les niveaux d’énergie de l’hamiltonien à une particule du mouvement transverse.
Nous avons montré que l’utilisation de structures de très petite taille (! 1 µm)
permet d’envisager la réalisation d’un couplage tunnel stable et homogène sur
toute la longueur des deux condensats.

Nous avons fabriqué la puce permettant d’obtenir ce double-puits de potentiel
en utilisant des fils de très petite taille réalisés par lithographie électronique. Il
reste de nombreuses inconnues quant à la la possibilité d’observer des oscillations
Josephson avec ce dispositif. Tout d’abord nous ne connaissons pas les fluctua-
tions de potentiel au-dessus des fils fabriqués par lithographie électronique. Nous
savons que la qualité des bords est bien supérieure à celle du fil que nous avons
mesuré au chapitre précédent mais elle n’est peut être pas suffisante. Si le poten-
tiel longitudinal est trop rugueux, le condensat se fragmente et sort du régime
Thomas-Fermi 1D. Dans ce cas le couplage tunnel est modifié par les interac-
tions et n’est plus homogène sur toute la longueur du condensat. De plus, nous
ne pouvons plus atteindre le régime de Rabi.

Si nous arrivons en améliorant la technique de fabrication à obtenir un po-
tentiel longitudinal suffisamment lisse pour être dans le régime Thomas-Fermi
1D avec un condensat contenant 3000 atomes étalé sur 200 µm, les interactions
restent importantes par rapport au couplage tunnel et nous ne sommes pas pro-
fondément dans le régime de Rabi. Nous avons décrit dans l’approximation du
modèle à deux modes la dynamique des oscillations dans ce régime. Nous avons
toujours supposé que le mouvement longitudinal était découplé du mouvement
transverse. En fait, ceci est une approximation car les interactions entre atomes
introduisent un couplage entre les oscillations Josephson et des variations longi-
tudinales de la différence de phase entre condensats. Les opérateurs ∆θ et ∆N
dépendent alors de z. Et dans le régime de Josephson, l’évolution du système est
donnée par l’hamiltonien de Sine-Gordon

HSG =

∫

(

!
2 n1D

2 m

[

∂∆θ(z)

∂z

]2

+ 2 ! ω0 a n2
1D ∆N2(z) − ! δ n1D cos[∆θ(z)]

)

dz .

(9.38)
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Des calculs numériques préliminaires montrent que le mode que nous voulons
observer où les deux condensats oscillent « en bloc » d’un puits à l’autre avec une
différence de phase uniforme sur toute la longueur des condensats est instable.
En fait, la zoologie des instabilités de l’hamiltonien de Sine-Gordon est bien
connue [174]. Par exemple un soliton de différence de phase peut se propager
le long des condensats et se réfléchir au bout. Cet effet a été observé dans des
jonctions Josephson très longues entre deux supraconducteurs [175] (et références
incluses). La physique de deux condensats très allongés couplés par effet tunnel
est donc plus riche que celle décrite par le modèle à deux modes et ce système
nous ouvre de nouvelles perspectives d’expériences.





Conclusion et perspectives

Dans la première partie de ce manuscrit, nous avons présenté les derniers dé-
veloppements de l’expérience portant sur l’étude de la rugosité d’un miroir à onde
évanescente. En particulier, nous avons exposé une méthode interférométrique de
mesure de la fonction de cohérence d’une onde atomique. Cette méthode utilise
des transitions Raman sélectives en vitesse et permet de mesurer la diminution
de la cohérence induite par un élément d’optique atomique sur une onde plane
incidente parfaitement cohérente. En effet, nous avons montré que le contraste
des franges obtenues avec l’interféromètre est proportionnel à la fonction d’au-
tocorrélation de l’onde atomique après son passage par l’élément optique étudié.
Notre dispositif expérimental nous permet de mesurer cette fonction d’autocorré-
lation pour des distances comprises entre 0,5 µm et 30 µm avec une résolution de
80 nm. Un biais expérimental ne nous a pas permis d’utiliser toute la puissance
de cette méthode pour l’étude du miroir atomique à onde évanescente. Mais nous
avons montré que cette technique est utilisable pour de futures caractérisations
d’éléments d’optique atomique.

Dans la deuxième partie, nous avons présenté le dispositif expérimental com-
pact que nous avons développé afin d’obtenir un condensat de Bose-Einstein de
87Rb sur une puce atomique. Nous avons ensuite présenté une étude quantitative
de la rugosité du potentiel magnétique créé par notre puce. Nous avons mesuré
cette rugosité pour différentes hauteurs au-dessus de la surface de la puce en
analysant les profils de densité des atomes piégés. Nous avons montré que les
fluctuations de champ magnétique mesurées avec les atomes sont en bon accord
avec les fluctuations de champ magnétique déduites de la mesure des variations de
position du bord du fil. Cette étude est la première où la « fragmentation » d’un
nuage atomique, qui est un phénomène observé sur toutes les expériences de puce
atomique, est expliquée quantitativement.

Les perspectives pour l’expérience de puce atomique sont nombreuses. Ac-
tuellement, nous essayons de réduire la rugosité du potentiel créé par la puce
en explorant de nouvelles techniques de microfrabrication (lithographie électro-
nique) pour diminuer la rugosité des bords du fil. L’amélioration de la qualité
des fils est nécessaire pour que nous puissions utiliser des fils de petite taille et
exploiter toutes les possibilités des puces atomiques. Des résultats préliminaires
sur des fils de 700 nm × 700 nm de section sont encourageants. Dans un futur
proche, nous pensons caractériser précisément la rugosité du potentiel créé par
ces fils.
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Nous espérons que ces fils seront de qualité suffisante pour pouvoir produire le
double puits de potentiel magnétique décrit au chapitre 9. Notre objectif sera en-
suite d’étudier la dynamique du condensat dans ce double-puits. Nous essaierons
d’observer des oscillations de la différence des nombres d’atomes dans chaque
puits. Il serait ensuite intéressant de pouvoir mesurer l’évolution de la différence
de phase entre les puits. Cette information est contenue dans la distribution en
vitesse des atomes dans le double-puits. Pour mesurer cette distribution, plu-
sieurs méthodes sont envisageables : nous pouvons observer l’évolution de la
figure d’interférence entre les condensats dans chaque puits après temps de vol
ou bien nous pouvons mesurer directement la distribution en vitesse en utilisant
la spectroscopie de Bragg [169] ou des transitions Raman sélectives en vitesse.

Le prolongement de l’expérience de double-puits est, comme nous l’avons déjà
mentionné, la réalisation d’un interféromètre intégré sur puce. Mais d’autres axes
de recherche mettant à profit les spécificités des puces atomiques sont également
envisageables. Nous pensons par exemple étudier la physique d’un condensat de
Bose-Einstein dans le potentiel rugueux créé par un micro-fil. Si l’amplitude de
la rugosité est grande, l’état fondamental est une phase de Mott où le nombre
d’atomes dans chaque creux de potentiel est bien déterminé. A l’opposé, en l’ab-
sence de désordre, l’état fondamental est une phase superfluide (i.e. un conden-
sat). Entre ces deux extrêmes, il est prédit l’existence d’une phase intermédiaire
appelée « verre de Bose » [176]. Cette phase n’est pas superfluide mais est com-
pressible (contrairement à la phase de Mott). La référence [154] présente une
expérience possible pour mettre en évidence cette phase particulière.

Dans une perspective différente, nous envisageons d’ajouter des éléments op-
tiques sur nos puces atomiques en combinaison avec les fils créant le potentiel
magnétique. En particulier, il semble très intéressant d’intégrer une micro cavité
optique sur une puce. Cette cavité pourrait être utilisée en combinaison avec un
interféromètre intégré pour détecter par quelle voie de l’interféromètre sortent
les atomes [124]. Enfin si nous arrivons à fabriquer une cavité de finesse suffi-
sante, il est possible d’atteindre le régime de couplage fort entre un atome piégé
sur la puce et le champ de la cavité. Dans ce régime, la cavité peut être utili-
sée pour intriquer plusieurs atomes présents dans la cavité [177] (et références
incluses). Ces puces atomiques hybrides optiques et magnétiques constitueraient
alors un nouveau type de dispositif expérimental pour le traitement quantique
de l’information.
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boratoire Charles Fabry de l’Institut d’Optique, Université Paris VI, 1990.
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Résumé

Ce manuscrit regroupe les résultats obtenus sur deux expériences d’optique

atomique. La première partie du mémoire est consacrée à l’étude de la rugo-

sité d’un miroir atomique. Le potentiel lumineux d’une onde évanescente à la

surface d’un prisme est utilisé pour réfléchir les atomes tombant d’un piège

magnéto-optique. Nous présentons une méthode de mesure interférométrique

du maintien de la cohérence de l’onde atomique incidente lors de sa réflexion

sur le miroir. La deuxième partie du manuscrit s’intéresse à une expérience de

puce atomique. Le champ magnétique rayonné par les fils microfabriqués qui

constituent la puce nous permet de piéger et de manipuler des atomes froids.

Nous avons obtenu un condensat de Bose-Einstein dans le piège créé par la

puce. Ce piège s’avère être rugueux, nous mesurons et déterminons l’origine

de cette rugosité. Enfin nous envisageons la réalisation d’éléments d’optique

atomique intégrée, tel qu’un interféromètre, sur une puce atomique.

Abstract

This thesis presents the results obtained from two atom-optic experiments.

The first part of this thesis is devoted to the study of the roughness of an

atomic mirror. The light shift in an evanescent wave at the surface of a prism

is used to reflect atoms falling from a magneto-optical trap. We present a

method using interferometry to measure the evolution of the atomic coher-

ence upon reflection on the mirror. The second part of the manuscript deals

with an atom chip experiment. The magnetic field created by microfabri-

cated wires, which constitute the chip, allows us to trap and manipulate

cold atoms. We have obtained a Bose-Einstein condensate in the trap cre-

ated by the chip. This trap shows significant roughness which we measure

and explain the origin. Finally, we investigate the realization of integrated

atom-optic elements, such as an interferometer, on an atom chip.
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