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besoin. Malgré les nombreux bizutages que nous (et la manip) lui avons fait subir,
elle a su garder son sourire et son enthousiasme. Je la remercie pour les bons
moments passés ensemble, et regrette que ceux-ci n’aient pu être plus nombreux.
Je lui souhaite bonne chance pour la suite, et en particulier bon courage pour le
déménagement.

Zhanchun Zuo arrived a bit later. I thank her for her enthusiasm and her
kindness, and I wish her luck and success with the experiment.
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1.1.4 Limites . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

1.2 La condensation de Bose-Einstein : une source cohérente pour l’op-
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2.5.5 Évaporation radiofréquence . . . . . . . . . . . . . . . . . 55
2.5.6 Condensation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 57

2.6 Imagerie et analyse des images . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59
2.6.1 Imagerie par absorption . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60
2.6.2 Système optique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 61
2.6.3 Analyse des images . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 63

2.6.3.1 Expansion d’un nuage thermique avec T � Tc . . 63
2.6.3.2 Expansion d’un condensat pur . . . . . . . . . . . 64
2.6.3.3 Cas d’un nuage au voisinage de Tc . . . . . . . . 66

2.6.4 Imagerie par fluorescence . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 68
2.7 Conclusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 69
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Introduction

En 1924, le physicien indien Satyendranath Bose introduisit une nouvelle sta-
tistique pour les photons, permettant de déduire la loi du rayonnement du corps
noir [1]. Aussitôt, Albert Einstein eut l’idée d’étendre cette statistique à toute
particule [2, 3]. Nous savons aujourd’hui que seules les particules de spin entier,
appelées bosons, obéissent à la statistique de Bose-Einstein, alors que les parti-
cules de spin demi-entier, les fermions, obéissent à la statistique de Fermi-Dirac.
Einstein remarqua également un comportement étrange prévu par cette nouvelle
statistique : en deçà d’une température seuil, les particules ont tendance à toutes
s’accumuler dans l’état quantique le plus bas (ou niveau fondamental) de la bôıte
ou du piège dans lequel elles sont confinées. Néanmoins, ce phénomène de conden-
sation de Bose-Einstein a lieu pour une température tellement basse qu’il était
à l’époque inimaginable de l’atteindre un jour.

La condensation de Bose-Einstein a été mentionnée dès les années 30 comme
une possible explication de la superfluidité de l’helium liquide [4]. On sait au-
jourd’hui que cette intuition était la bonne. De même, c’est la condensation
de Bose-Einstein de paires d’électrons qui est à l’origine de la supraconducti-
vité (théorie BCS [5]). Mais dans ces systèmes, les interactions entre particules
rendent la situation assez éloignée du cas du gaz idéal traité par Einstein, et bien
plus compliquée. De manière à pouvoir étudier expérimentalement la condensa-
tion de Bose-Einstein en tant que telle, en traitant les interactions entre atomes
comme une perturbation, il est nécessaire d’avoir un condensat beaucoup plus
dilué, c’est-à-dire à l’état gazeux. Malheureusement, le prix à payer pour une
plus faible densité est une température de condensation encore plus basse. Les
recherches ont commencé sur l’hydrogène polarisé, dans les années 1980, car cet
élément reste gazeux jusqu’à une température nulle. Ces travaux ont notamment
permis le développement d’une méthode de refroidissement, dit“évaporatif” [6,7],
qui s’est révélée essentielle à l’obtention des premiers condensats de Bose-Einstein
gazeux. Elle n’a toutefois pas permis, à elle seule, d’aboutir à la condensation.

De manière contemporaine, s’est développé le domaine du refroidissement
d’atomes par laser [8]. En utilisant l’action mécanique de la lumière sur les
atomes, on peut les piéger et les refroidir, jusqu’à des températures extrêmement
basses, de l’ordre de quelques microkelvins. Le développement des techniques de
refroidissement laser a été couronné par le prix Nobel 1997 [9–11]. Néanmoins,
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les températures les plus basses s’obtiennent au détriment de la densité, et ces
techniques n’ont pas non plus permis, à elles seules, d’atteindre la condensation.

C’est finalement en combinant les deux techniques, refroidissement laser et
refroidissement évaporatif, que les premiers condensats de Bose-Einstein dans des
gaz diluées d’alcalin ont été obtenus en 1995 [12–14]. De cette découverte, qui
valut le Prix Nobel 2001 à Eric A. Cornell, Carl E. Wieman [15] et Wolfgang Ket-
terle [16], a émergé un domaine entier, à l’intersection de la physique atomique
et de la physique de la matière condensée : l’étude des gaz quantiques. Un grand
nombre d’éléments ont été condensés (le rubidium 87 [12], le lithium [13, 17], le
sodium [14], l’hydrogène [18], le rubidium 85 [19], l’hélium métastable [20, 21],
le potassium [22], le césium [23], l’ytterbium [24] et le chrome [25]) et, au delà
des condensats de Bose, il existe également une recherche importante sur les gaz
fermioniques dégénérés [26,27], ainsi que sur les condensats de molécules [28], en
particulier en lien avec le régime BCS.

La richesse du domaine s’illustre par la grande variété des sujets abordés, et
il serait vain de tenter d’en dresser une liste. On peut néanmoins citer, à titre
d’illustration, les études sur la thermodynamique des gaz quantiques, en parti-
culier l’effet des interactions interatomiques ou de la dimensionnalité ; les études
sur les propriétés de superfluidité (les vortex par exemple) ; l’étude des gaz quan-
tiques dans des réseaux optiques, qui permettent de simuler des problèmes de
physique du solide ; ou encore leur utilisation dans le domaine de l’information
quantique.

Enfin, les propriétés de cohérence des condensats de Bose-Einstein sont d’un
grand intérêt pour le domaine de l’optique atomique. Il s’agit d’apprendre à
contrôler le mouvement des atomes, ou des ondes de matière, d’une manière ana-
logue au contrôle que l’optique traditionnelle exerce sur les photons, ou ondes
lumineuses. Ce domaine s’est développé en parallèle des progrès réalisés dans le
refroidissement d’atomes, car plus les atomes sont froids, mieux on peut contrô-
ler leur mouvement, puisqu’on réduit leur agitation thermique. On augmente de
plus leur cohérence, puisqu’alors leur dispersion en énergie, ou largeur spectrale,
est réduite. Dans ce contexte de l’optique atomique, la condensation de Bose-
Einstein représente l’analogue de l’effet laser : tous les atomes sont dans le même
mode.

Notre expérience d’optique atomique

Sur notre expérience, nous sommes intéressés par l’utilisation des condensats
de Bose-Einstein comme source atomique cohérente. Dans le contexte de l’in-
terférométrie atomique en particulier [29–31], on s’attend à ce que l’utilisation
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d’une source cohérente apporte un gain significatif en sensibilité, tout comme les
lasers le font en interférométrie optique. Au delà des applications en interféro-
métrie atomique, l’étude expérimentale des problèmes de propagation d’onde de
matière nécessite en général de disposer d’une onde monochromatique.

Afin de répondre à ces attentes, on peut créer un laser à atomes en extra-
yant une onde de matière d’un condensat [32–35], formant ainsi un faisceau ato-
mique cohérent. Néanmoins l’utilité d’un tel laser à atomes pour l’interférométrie
atomique de précision est toujours une question ouverte, et ceci pour plusieurs
raisons :

– Un condensat contient forcément un nombre d’atomes limité. De plus, il
faut plusieurs secondes, voire dizaines de secondes, pour en créer un. Par
conséquent, il est difficile d’obtenir un laser à atomes ayant un flux im-
portant, et fonctionnant en régime continu. Ainsi, les seuls lasers à atomes
réalisés jusqu’à présent sont quasi-continus, c’est-à-dire fonctionnent jus-
qu’à vidage du condensat, et ont des flux relativement modestes.

– Même si les analogies avec les lasers photoniques sont grandes, il y a aussi
des différences, les deux principales étant que les atomes sont des par-
ticules massives, et qui interagissent facilement (par des collisions) entre
elles. Les interactions peuvent conduire à des effets néfastes qu’il convient
d’étudier, voire contrôler. La gravité, quant à elle, empêche de contrôler
convenablement le faisceau, en induisant une forte accélération vers le bas.
En particulier, la longueur d’onde atomique est fortement réduite au cours
de la propagation.

Ce manuscrit vise à apporter quelques réponses aux questions soulevées par
notre deuxième point ci-dessus1. Nous étudions, qualitativement et quantitative-
ment, l’effet des interactions sur le profil transverse d’un laser à atomes, et mon-
trons en particulier que les interactions entre le condensat-source et le faisceau
atomique sont susceptibles de dégrader fortement ce dernier. Nous présentons en-
suite un modèle de propagation d’un laser à atomes ayant un profil quelconque.
Dans un deuxième temps, nous nous intéressons à l’injection d’un laser à atomes
dans un guide d’onde. Notre guide d’onde, créé optiquement, est horizontal, et
ceci est donc un bon moyen de s’affranchir de la gravité. Nous montrons que
notre configuration offre un bon contrôle sur les paramètres du faisceau, en par-
ticulier la longueur d’onde, qui peut rester constante au cours de la propagation,
de l’ordre de grandeur des longueurs d’onde optiques. Mentionnons d’ores et déjà
que notre configuration est compatible avec une réalisation sur puce, et offre donc
une réelle perspective d’application à la fabrication d’interféromètres atomiques

1Concernant le fonctionnement en régime continu et avec un fort flux, des recherches sont
actuellement menées dans le but de réaliser un tel laser à atomes par évaporation directe d’un
jet atomique jusqu’à la dégénérescence [36–38].
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miniatures. Ce schéma permet d’obtenir un faisceau guidé ayant à la fois une
grande longueur d’onde et une grande finesse spectrale, ce qui est idéal pour
l’étude des problèmes de propagation d’onde de matière.

Plan du mémoire

Le premier chapitre, introductif, se veut être une présentation plus complète
du contexte de nos travaux. Nous introduisons de manière plus détaillée le do-
maine de l’optique atomique, en insistant sur le contexte de l’interférométrie
atomique. Puis nous présentons la condensation de Bose-Einstein et quelques
expériences ayant étudié la cohérence des nuages dégénérés. Nous présentons en-
suite brièvement l’état de l’art concernant les lasers à atomes, puis concernant
les guides d’onde atomique. Nous évoquons enfin les études sur la propagation
d’onde de matière en configuration guidée.

Le deuxième chapitre, consacré à la condensation de Bose-Einstein, commence
par donner les éléments théoriques nécessaires dans la suite du manuscrit. Dans
un deuxième temps, nous décrivons le dispositif expérimental sur lequel se sont
déroulées nos expériences. Il s’agit d’une expérience de condensation de Bose-
Einstein du rubidium 87, dont la construction a fait l’objet de la thèse de Marie
Fauquembergue [39] et d’une partie des thèses de Yann Le Coq [40] et Jean-Félix
Riou [41], notre contribution intervenant à la fin. Une spécificité de notre dispo-
sitif est l’utilisation d’un piège ferromagnétique hybride, permettant d’avoir un
fort confinement pour une intensité électrique raisonnable [42]. Le lecteur pourra
trouver de plus amples informations dans ces quatre références. Toutefois, cer-
taines mesures et évolutions récentes ne sont présentées que dans ce manuscrit.

Au chapitre 3, nous présentons la réalisation de lasers à atomes, ainsi que leur
description théorique. Nous présentons ensuite nos études sur le mode transverse
du faisceau [43]. Nous montrons que les interactions avec le condensat-source
conduisent à une accumulation de rayons atomiques, ou caustiques, sur les bords
du faisceau. Nous nous inspirons ensuite des outils de l’optique photonique pour
introduire le facteur de qualité M2 du faisceau et proposer un modèle de pro-
pagation d’un faisceau laser de profil quelconque. Ces travaux s’inscrivent dans
la continuité de ceux de Y. Le Coq [40, 44], et ont été réalisés avec lui-même et
J.-F. Riou. Le modèle de la propagation, en particulier, est beaucoup plus dé-
taillé dans [41,45], nous n’en présentons dans ce manuscrit que les grandes lignes.

Nous présentons ensuite, au chapitre 4, notre dispositif de manipulation op-
tique d’atomes. C’est cette pince optique, très anisotrope, qui est utilisée comme
guide d’onde au chapitre 5. Nous présentons d’abord les principes d’un tel piège
et explicitons ses propriétés essentielles. Nous détaillons ensuite le montage ex-
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périmental correspondant, ainsi que sa caractérisation. Nous évoquons à la fin
la possibilité d’utiliser cette pince optique comme outil de transport des échan-
tillons atomiques.

Enfin, nous présentons dans le dernier chapitre notre réalisation d’un laser
à atomes guidé [46]. Nous en détaillons la procédure d’obtention, et en parti-
culier la condensation dans le piège hybride, obtenu à l’intersection des pièges
magnétique et optique. Nous donnons ensuite les principales caractéristiques du
faisceau atomique guidé. Nous montrons, en particulier, que nous pouvons conser-
ver une longueur d’onde constante au cours de la propagation, et que celle-ci peut
être ajustée. Nous obtenons expérimentalement une longueur d’onde de l’ordre
de 0.5 µm. La deuxième partie du chapitre est plus théorique. Nous explicitons
d’abord le formalisme permettant de décrire le laser à atomes dans le guide, puis
le couplage avec le condensat dans cette configuration particulière. Nous mon-
trons enfin que notre configuration assure une adaptation de mode adiabatique,
permettant d’avoir un faible nombre de modes transverses excités, et ultimement
un faisceau monomode. Nous concluons sur les perspectives d’utilisation d’une
telle source atomique cohérente guidée.





C H A P I T R E 1

Des atomes froids à l’optique
atomique cohérente guidée

Ce chapitre introductif a pour but de placer dans leur contexte les travaux
décrits dans les quatre chapitres suivants du manuscrit.

Nous commençons par une introduction générale à l’optique atomique, et
mettons l’accent sur une application prometteuse, l’interférométrie atomique.
Nous présentons ensuite la condensation de Bose-Einstein, et passons en revue
les expériences démontrant la cohérence de ces nuages dégénérés. Nous présentons
alors brièvement l’état de l’art concernant les lasers à atomes, ondes de matière
extraits de ces condensats, et évoquons les limites actuelles à leur utilisation, en
particulier le rôle néfaste de la gravité. Nous présentons alors, dans un dernier
paragraphe, la thématique de l’optique atomique guidée, à travers les diverses
réalisations expérimentales de guides d’onde atomique et les travaux théoriques
sur la propagation des ondes de matière en configuration guidée1.

1.1 L’optique atomique

1.1.1 Dualité onde-corpuscule

En 1923, Louis de Broglie généralisa la dualité onde-corpuscule de la lumière
à toute particule matérielle, et leur associa une longueur d’onde inversement
proportionnelle à leur impulsion p [47],

λdB =
h

p
, (1.1)

où h est la constante de Planck. Cette intuition fut rapidement confirmée expé-
rimentalement par les expériences de Davisson et Germer sur la diffraction des
électrons par un réseau cristallin [48].

Dans un gaz à l’équilibre thermodynamique, la vitesse quadratique moyenne
des atomes est reliée à la température T . On définit alors la longueur d’onde de

1Nous ne prétendons à aucune exhaustivité sur aucun des domaines précités.
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de Broglie thermique, comme l’extension du paquet d’onde, ou encore longueur
de cohérence, associée à la distribution en vitesse du gaz,

ΛT =
h√

2πmkBT
, (1.2)

où m est la masse de l’atome et kB la constante de Boltzmann.
Refroidir les atomes représente alors un double intérêt. Non seulement on

réduit leur dispersion en vitesse, ce qui a pour conséquence de diminuer leur
propension à s’étaler (la divergence d’un faisceau, par exemple) et d’augmenter
la cohérence de la source (fine dispersion en énergie), mais en plus on augmente
leur longueur d’onde, c’est-à-dire qu’on favorise l’émergence et l’observation d’ef-
fets ondulatoires. C’est donc assez naturellement que l’optique atomique s’est
développée, à partir des années 1980, en parallèle des progrès réalisés dans le
refroidissement d’atomes [9–11].

1.1.2 Quelques composants d’optique atomique

Les premiers éléments d’optique atomique ont été démontrés sur des jets
thermiques. Un des tout premiers composants, par exemple, est une lentille per-
mettant de focaliser le jet, réalisée à l’aide de la force dipolaire induite par un
laser contrapropageant [49]. Des réseaux de diffraction ont ensuite été démon-
trés, obtenus soit à l’aide d’une onde stationnaire lumineuse [50,51], soit à partir
d’un élément matériel microstructuré [52]. Des efforts ont également été menés
pour produire des jets plus intenses et collimatés, en appliquant les techniques
de refroidissement laser dans les directions transverses [53,54].

Beaucoup de groupes se sont également intéressés aux miroirs à atomes [Fig.
1.1]. On peut, par exemple, utiliser la force dipolaire répulsive (§4.1) créée par
une onde évanescente désaccordée vers le bleu, obtenue par réflexion totale in-
terne sur une interface [55–59] ; ou un champ magnétique créé sur une surface [60]
ou une microstructure [61]. Les propriétés de ces miroirs, et en particulier leur
spécularité, ont été intensément étudiées, notamment à Orsay [62]. Notons que
la plupart de ces systèmes ont été utilisés avec des atomes froids issus d’un piège
magnéto-optique (§2.4.1).

Un autre élément important, notamment pour réaliser des interféromètres,
est une séparatrice. On peut utiliser pour cela un réseau lumineux, selon le prin-
cipe de la diffraction de Bragg en optique [51]. Deux faisceaux optiques de lon-
gueur d’onde λL contrapropageants forment une onde stationnaire, au passage
de laquelle les atomes sont diffractés en acquérant une impulsion transverse de
n × 2~kL, n ∈ Z. Ce processus multiphotonique ne change pas l’état interne de
l’atome. Une autre approche est d’utiliser deux faisceaux dont la différence en
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Fig. 1.1 – Schéma de principe d’un miroir à atomes. Une onde évanescente
répulsive est créée par réflexion totale interne sur la face d’un prisme. Ce potentiel
répulsif fait rebondir les atomes incidents. La figure est extraite de [59].

énergie correspond à l’écart hyperfin du niveau fondamental atomique. En absor-
bant un photon d’un faisceau et en le réémettant dans l’autre mode, les atomes
reçoivent une impulsion ~‖k1−k2‖ et changent d’état interne. On parle alors de
transition Raman [63].

On peut également obtenir une séparatrice en réalisant un guide d’onde en
forme de Y. Ceci a été démontré avec deux guides optiques se croisant [64,65], et
avec des guides magnétiques sur micro-structure [66,67]. Des travaux théoriques
indiquent qu’une telle séparatrice préserve la cohérence [68] et pourrait donc être
utilisée dans des interféromètres atomiques en configuration guidée.

1.1.3 Un exemple d’application : l’interférométrie ato-
mique

Grâce aux éléments précédemment développés, et en particulier les sépara-
trices, des interféromètres atomiques ont pu être démontrés. Avec des microstruc-
tures, on a pu réaliser des expériences de fente d’Young [69,70], et en combinant
trois réseaux, un interféromètre de type Mach-Zehnder [71].

Ce même type de géométrie a ensuite été utilisé en remplaçant les réseaux
matériels par la lumière, via des transferts d’impulsion de type Raman [63,72], ou
par un champ magnétique changeant l’état Zeeman [73]. Dans ces schémas, l’état
interne de l’atomes n’est pas le même dans les différents bras, l’interféromètre
est dit de Ramsey-Bordé [74].

Enfin, des interféromètres atomiques de Mach-Zehnder ont également été ob-
tenus en utilisant la diffraction sur des ondes stationnaires lumineuses [75,76].
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Fig. 1.2 – Schéma de principe d’un interféromètre atomique de type Mach-
Zehnder. Les paquets d’ondes atomiques sont séparés et recombinés à l’aide de
réseaux lumineux.

Après ces premières expériences de démonstration, des interféromètres de
haute précision ont été développés, pour la mesure de constantes fondamentales
d’abord [77], et puis surtout dans le domaine des senseurs inertiels. C’est ainsi
que des gyromètres [29, 30, 78] et des accéléromètres, servant en l’occurrence à
sonder la gravité [31, 79], ont été développés et sont toujours l’objet d’intenses
recherches.

Il y a un intérêt tout particulier à utiliser l’interférométrie atomique pour
la réalisation de senseurs inertiels : la sensibilité théoriquement atteignable est
considérablement plus grande qu’avec leurs homologues photoniques. Cela peut se
comprendre intuitivement en remarquant que les atomes ont une masse, contrai-
rement aux photons. Plus précisément, si l’on évalue par exemple le déphasage
de l’effet Sagnac induit par une vitesse angulaire Ω sur un interféromètre d’aire
A, on obtient2

∆φphotons =
2ω

c2
Ω ·A et ∆φatomes =

2m

~
Ω ·A . (1.3)

Ainsi, à aire égale, l’effet Sagnac introduit un déphasage plus important dans un
interféromètre atomique d’un facteur

mc2

~ω
∼ 1011 . (1.4)

2On peut aussi écrire l’équation (1.3) sous une forme indépendante du type de particule,
∆φ = 4π

λv Ω ·A, où λ et v sont la longueur d’onde et la vitesse de propagation des particules,
atomes ou photons.



1.1 L’optique atomique 19

Une telle sensibilité intrinsèque rend les gyroscopes atomiques compétitifs même
en considérant les aires importantes qui peuvent être réalisées avec les interfé-
romètres optiques. Ainsi, une sensibilité de l’ordre de 6 × 10−10 rad.s−1 sur une
seconde d’intégration a pu être démontrée [78]. Le lecteur pourra trouver dans [80]
une introduction plus détaillée au domaine des senseurs inertiels atomiques, com-
portant notamment la description de plusieurs montages expérimentaux.

1.1.4 Limites

Une première limite aux senseurs inertiels atomiques développés jusqu’alors
est liée à l’incohérence de la source : il est impossible de mesurer des grands dé-
phasages. En d’autres termes, comme pour un interféromètre optique utilisé avec
de la lumière blanche, l’interféromètre doit fonctionner proche de la teinte plate.
Si l’on s’en éloigne, les franges se brouillent et le contraste diminue [Fig. 1.3]. Dans
le cas photonique, cela se voit directement sur la formule (1.3) : le déphasage dé-
pend de la fréquence de l’onde lumineuse, et celle-ci doit donc être bien définie.
Dans le cas atomique, ceci provient du fait que l’aire de l’interféromètre dépend
de la vitesse longitudinale du faisceau atomique, puisque l’impulsion transverse
fournie par la séparatrice [Fig. 1.2] est constante.

Ceci nous amène à une deuxième limitation : pour augmenter l’aire de l’inter-
féromètre (ou, de manière équivalente, le temps d’interrogation), il faut diminuer
la vitesse longitudinale incidente, c’est-à-dire augmenter la longueur d’onde de

Fig. 1.3 – Interférogramme obtenu sur l’expérience de gyromètre à atomes de
Stanford [30]. La position du maximum de l’enveloppe du contraste permet de
mesurer la vitesse de rotation du référentiel associé au dispositif. Il s’agit ici de
la rotation de la Terre. Le contraste diminue rapidement lorsqu’on s’éloigne de
la frange centrale, car la source est incohérente.
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de Broglie du faisceau atomique. C’est pourquoi les nouveaux interféromètres dé-
veloppés actuellement utilisent des atomes froids et non plus des jets thermiques
(voir par exemple [81]). Néanmoins, le temps d’interrogation reste limité par la
gravité, qui accélère les atomes, et dont l’influence est d’autant plus limitante
que les atomes sont lents.

On peut alors envisager de réaliser des interféromètres en configuration gui-
dée, de manière à s’affranchir de la gravité, en utilisant des guides horizontaux.
Ceci pourrait également permettre de répondre à une autre attente, la miniaturi-
sation des dispositifs, puisqu’on sait créer des guides d’onde sur des microstruc-
tures (§1.4).

Nous allons évoquer dans les prochains paragraphes ces différents points. Au
paragraphe suivant, nous présentons la condensation de Bose-Einstein et mon-
trons que ce phénomène offre une source cohérente pour l’optique atomique. Nous
expliquons au paragraphe 1.3 que l’on peut extraire à partir de ces condensats
un faisceau cohérent d’atomes. Enfin, au dernier paragraphe, nous présentons
l’état de l’art concernant les guides d’onde atomique, ainsi que les thématiques
d’études sur la propagation d’ondes de matière dans de tels guides.

1.2 La condensation de Bose-Einstein : une source

cohérente pour l’optique atomique

Nous présentons dans cette partie la condensation de Bose-Einstein avec des
arguments physiques simples, une présentation plus rigoureuse sera donnée au
chapitre 2. Nous évoquons ensuite les propriétés de cohérence des condensats.

1.2.1 Condensation de Bose-Einstein et effet laser

Lorsque la température d’un échantillon atomique diminue, sa longueur d’onde
de de Broglie thermique augmente (Eq. 1.2). Alors qu’à température ambiante
cette longueur d’onde est de l’ordre de la dizaine de picomètres (avec la masse
de l’atome de rubidium), soit plus petite que le rayon de Bohr, et donc totale-
ment négligeable, elle atteint une taille de l’ordre de la dizaine de microns pour
une température de l’ordre du microkelvin. Cette taille peut alors être du même
ordre de grandeur qu’une autre distance caractéristique du système : la distance
moyenne entre atomes d = n1/3, où n est la densité atomique.

On comprend alors que dans ce cas, les atomes ne peuvent plus être consi-
dérés comme des petites particules indépendantes les unes des autres. Le com-
portement du gaz est profondément modifié par les effets ondulatoires, car les
fonctions d’onde atomiques commencent à se recouvrir entre elles. Il en résulte
un effet collectif, que l’on peut interpréter comme une interférence entre ces
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fonctions d’onde, constructive dans le cas des bosons : c’est la condensation de
Bose-Einstein. Les atomes s’accumulent dans l’état fondamental de la bôıte ou
du piège dans lequel ils sont confinés, formant ainsi une fonction d’onde macro-
scopique3.

Ce phénomène est intimement lié à l’effet laser. La statistique des bosons
impose en effet que la probabilité qu’un atome aille peupler un état donné, suite
à une collision par exemple, est d’autant plus grande que cet état est déjà peu-
plé d’autres atomes. L’émission stimulée dans une cavité laser correspond à ce
phénomène d’amplification bosonique.

Un condensat de Bose-Einstein dans un piège est donc l’analogue atomique
des photons occupant tous le même mode de la cavité d’un laser en optique
photonique. On attend donc d’un condensat des propriétés de cohérence ana-
logues [82].

1.2.2 Rappel : la cohérence en optique

En optique la cohérence peut être caractérisée par les fonctions de corrélation
du champ électrique [83]. Par exemple, la fonction de corrélation temporelle du
premier ordre

g(1)(τ) =
〈E?(t)E(t+ τ)〉
〈E?(t)E(t)〉

(1.5)

caractérise la cohérence temporelle. C’est une fonction en cloche centrée en 0, de
maximum 1 et décroissant vers 0 avec une largeur caractéristique définissant le
temps de cohérence. Ainsi, le contraste d’un système d’interférence autour de la
différence de marche δ est donné par g(1)(δ/c). De manière analogue, on définit la
fonction de corrélation spatiale du premier ordre afin de caractériser la cohérence
spatiale.

De même, on peut définir des fonctions de corrélation d’ordre supérieur. La
fonction de corrélation du deuxième ordre mesure par exemple les corrélations
de l’intensité. Dans le cas temporel, elle s’écrit ainsi

g(2)(τ) =
〈E?(t)E?(t+ τ)E(t)E(t+ τ)〉

〈E?(t)E(t)〉2
,

=
〈I(t)I(t+ τ)〉
〈I(t)I(t)〉

.

(1.6)

Dans le cas d’une source complètement cohérente (un laser monomode idéal),
les fonctions de corrélation g(1)(τ) et g(2)(τ) valent 1 quel que soit τ . Dans le

3La situation est bien différente dans le cas de fermions, car le principe d’exclusion de Pauli
interdit à deux fermions d’occuper le même état.
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cas d’une source incohérente caractérisée par une statistique gaussienne, on a la
relation suivante :

g(2)(τ) = 1 + |g(1)(τ)|2 . (1.7)

On voit alors dans ce cas que g(2)(τ) tend vers 1 lorsque τ tend vers l’infini, alors
que g(2)(0) = 2. La probabilité de détecter deux photons quasi-simultanément est
donc deux fois plus importante qu’à grande différence de temps. Ce phénomène
de “groupement” de photons, ou bunching en anglais, est connu sous le nom
d’effet Hanbury Brown et Twiss [84].

Enfin, on peut encore étendre ces définitions aux fonctions de corrélation
d’ordre supérieur, et un champ complètement cohérent vérifie un nombre infini de
conditions sur toutes les fonctions de corrélation (g(n)(r, τ) = 1 ∀n), tandis qu’on
parlera de cohérence partielle d’ordre n si seulement les n premières conditions
sont satisfaites.

1.2.3 Cohérence d’un condensat : quelques expériences

En optique atomique, on définit les fonctions de corrélation du champ ato-
mique exactement de la même manière, en remplaçant les champs électriques E
et E? par les champs atomiques Ψ̂ et Ψ̂†.

Pour un condensat, la cohérence spatiale du premier ordre a été démontrée
de façon spectaculaire dès 1997 dans le groupe de W. Ketterle au MIT, en faisant
interférer deux condensats indépendants [85]. Le très bon contraste des franges
obtenues [Fig. 1.4] sur toute l’étendue de l’interférogramme démontre la cohé-
rence spatiale à longue portée.

Une mesure plus quantitative de la longueur de cohérence Lc a été ensuite
effectuée dans le même groupe, par l’intermédiaire de la mesure de la distribution
en impulsion du condensat [86], c’est-à-dire sa largeur spectrale. On a en effet

Fig. 1.4 – Interférences entre deux condensats se recouvrant après temps de vol.
L’image est tirée de [85].
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Fig. 1.5 – Battements entre 2 faisceaux atomiques issus d’un même nuage ex-
traits, à des hauteurs différentes. (a) nuage thermique, (b) nuage partiellement
condensé, (c) condensat pur. La figure est extraite de [91].

Lc ∼ ~/∆p. Ils ont pu montrer que la longueur de cohérence était de l’ordre de
la taille du condensat4.

Une mesure directe de la fonction de corrélation spatiale a ensuite été réalisée
à Gaithersburg [90] par une méthode interférométrique : un condensat est séparé
en deux copies, puis recombiné à l’aide d’impulsions de Bragg. Le contraste des
franges obtenues est alors mesuré en fonction de la séparation spatiale des deux
copies de condensat qui interfèrent. Les résultats sont compatibles avec une phase
uniforme le long du condensat.

Enfin, citons également l’expérience de Munich [91] dans laquelle on observe
le battement de deux lasers à atomes issus de deux points différents du condensat
[Fig. 1.5]. La mesure du contraste en fonction de la température a pu mettre en
évidence l’apparition de l’ordre à longue portée lors de la condensation (voir aussi
le §3.2.3).

La cinétique de l’établissement de la cohérence lors de la condensation a éga-
lement été l’objet de plusieurs expériences récentes [92,93].

La cohérence du deuxième ordre a, quant à elle, été étudiée plus récemment,
dans une série d’expériences différentes visant à mesurer les fonctions de corré-
lation g(2), spatiale [94, 95] ou temporelle [96]. Dans cette dernière expérience,
la mesure a été effectués sur un laser à atomes, en étudiant la statistique d’ar-
rivée des atomes du faisceau grâce à une cavité de haute finesse permettant la
détection d’atomes uniques. Toutes ont pu mettre en évidence la différence entre
atomes condensés et thermiques, dans le sens attendu.

Il est à noter que la simple mesure de l’énergie d’expansion d’un condensat

4La situation est moins simple dans le cas d’un condensat très anisotrope (ou quasi-
condensat) : voir les études de notre groupe sur ce sujet [87–89].
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Fig. 1.6 – Observation de l’effet Hanbury-Brown et Twiss sur un gaz d’helium
métastable. À gauche, la fonction de corrélation spatiale g(2) dans la direction z
est représentée dans le cas d’atomes thermiques (la valeur à l’origine ne monte
pas à 2 à cause de la résolution limitée du détecteur). À droite, on voit que cet
effet disparâıt pour des atomes condensés : dans ce cas g(2)(0) = 1. La figure est
adaptée de [94].

constitue une mesure de g(2)(0) [97]. En effet, l’énergie d’expansion est due aux
interactions entre atomes (§2.6.3), dues aux collisions, et est donc proportionnel
à la probabilité de trouver deux atomes à la même position, ce qui correspond
bien à la corrélation à courte portée de la densité atomique.

De même, comme cela a été montré expérimentalement dans [98], le taux de
collisions à trois corps est six fois plus important pour des atomes thermiques
que pour des atomes condensés, ce qui est lié au fait que dans le cas cohérent,
g(3)(0) = 1, alors que dans le cas incohérent, g(3)(0) = 3! = 6.

Toutes ces mesures mettent clairement en évidence les propriétés de cohérence
des condensats de Bose-Einstein et justifie l’analogie avec les lasers en optique.
Il semble donc naturel de pousser l’analogie un peu plus loin en produisant, à
partir d’un condensat, un faisceau cohérent, le laser à atomes.

1.3 Les lasers à atomes

On appelle laser à atomes un faisceau atomique extrait de manière cohérente
d’un condensat de Bose-Einstein. Outre un condensat dans un piège, servant de
réservoir ou cavité, il faut un coupleur de sortie préservant la cohérence.

1.3.1 Coupleurs de sortie

Plusieurs types de coupleurs de sortie ont été à ce jour démontrés [Fig. 1.7].
Dès 1997, l’équipe du MIT [32] a produit un laser à atomes impulsionnel en

appliquant une série d’impulsions brèves et intenses de rayonnement radiofré-
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Fig. 1.7 – Premières réalisations de laser à atomes, avec des méthodes de couplage
différentes. Les figures sont extraites de [32], [34], [33] et [35] respectivement.

quence (RF) permettant d’induire une transition entre un sous-état magnétique
piégé (le condensat étant initialement piégé magnétiquement) et un sous-état
insensible au champ magnétique. Les atomes non piégés s’échappent alors sous
l’effet de la gravité.

Ce même type de coupleur RF a ensuite été utilisé à Munich [34] puis à
Orsay [44], mais de manière continue cette fois : le champ radiofréquence est
appliqué continûment et avec une amplitude suffisamment faible pour n’extraire
qu’un faible flux d’atomes (§3.1.4). Ce processus peut alors durer plusieurs di-
zaines de millisecondes, jusqu’au vidage du condensat. On parle alors de laser
quasi-continu. C’est ce type de coupleur que nous avons mis en œuvre sur notre
expérience (Chapitres 3 et 5).

Un autre type de couplage à changement d’état interne consiste à utiliser
une paire de faisceaux Raman pour induire la transition [35,99]. Cette technique
permet en outre d’impulser aux atomes une vitesse initiale, dont la direction n’est
donc plus nécessairement verticale. En revanche, les atomes sont ensuite bien sûr
accélérés par la gravité.

Citons également deux autres méthodes alternatives. À Yale [33], un conden-
sat a été chargé dans un réseau lumineux vertical. Les atomes peuvent alors
s’échapper par effet tunnel induit par la gravité. Comme il y a plusieurs modes
de sortie verrouillés en phase, le laser est impulsionnel. Enfin, un laser à atomes
“tout optique” a été réalisé dans le groupe de M. Weitz [100] en abaissant la pro-
fondeur d’un piège optique contenant un condensat. Des atomes peuvent alors
s’échapper vers le bas (toujours à cause de la gravité) par simple déversement.
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Enfin, deux équipes, à l’ENS de Paris et à l’Université du Michigan, déve-
loppe actuellement une méthode ambitieuse, visant à évaporer directement un jet
atomique jusqu’à la dégénérescence [36–38]. Le but ultime est de réaliser un laser
à atomes à fort flux et réellement continu, toutes les autres méthodes énoncées
ci-dessus étant limitées dans leur temps d’application par le vidage du condensat.

1.3.2 Études antérieures

Sur le plan théorique, les lasers à atomes, et notamment le couplage, ont été
l’objet de nombreuses études. Sur le plan expérimental, en revanche, la majorité
des travaux réalisés antérieurement à cette thèse avait été effectuée dans le groupe
de Munich. Nous pouvons citer la réalisation d’éléments d’optique pour un laser
à atomes tel qu’un miroir magnétique [101], ainsi qu’un dispositif de détection
continue [102]. La cohérence temporelle du faisceau a pu être vérifiée [103] en
observant une onde stationnaire créée par la réflexion sur une pente de potentiel
très raide [Fig. 1.8]. Néanmoins, seuls les temps courts (correspondant à une
largeur spectrale de 700 Hz, limite de la résolution de la mesure) ont pu être
testés. Le temps de cohérence d’un laser à atomes, ou de manière équivalente sa
largeur spectrale, est donc toujours, d’un point de vue expérimental, une question
ouverte.

Enfin, à Orsay, la divergence d’un laser à atomes à été étudiée [40, 44]. Nos
propres travaux sur le mode transverse d’un laser à atomes (§3.3) s’inscrivent
dans la continuité de ces études.

Mentionnons également les efforts actuellement menés dans le groupe de Can-
berra vers la réalisation de laser à atomes à fort flux [99]. Les propriétés statis-
tiques des lasers à atomes ont également été l’objet d’expériences récentes [96,104]
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Fig. 1.8 – Observation d’une figure d’interférence à la réflexion d’un laser à
atomes sur une pente de potentiel. De la mesure du contraste, les auteurs ont
pu déduire le temps de cohérence du laser. Celui-ci est limité par l’élargissement
spectral dû à la durée finie du couplage (§3.2). La figure est tirée de [103].
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dans le groupe de T. Esslinger.

1.3.3 Rôle de la gravité

Dans tous les schémas décrits précédemment, la gravité joue un rôle primor-
dial. Dans la plupart des cas (tous à l’exception du couplage Raman), c’est elle
qui permet aux atomes de sortir de la zone du condensat ; et dans tous les cas,
la gravité gouverne la dynamique de propagation du faisceau atomique après son
extraction. Il est donc extrêmement difficile d’obtenir un contrôle satisfaisant
du faisceau. De plus, l’accélération induite par la gravité provoque une décrois-
sance rapide de la longueur d’onde de de Broglie atomique, ce qui rend les effets
ondulatoires liés à la dynamique longitudinale difficilement observables.

Ce problème est en fait général à toute expérience d’optique atomique5. Une
solution consiste à ne plus travailler dans l’espace libre6, mais plutôt en confi-
guration guidée. Des guides d’onde atomique se sont donc développés afin de
répondre, entre autre, à ce problème.

1.4 Les guides d’onde atomique

Nous allons d’abord passer rapidement en revue les différentes techniques
utilisées pour créer des guides d’onde atomique, puis nous évoquerons les sujets
d’études que cela ouvre sur les problèmes de propagation d’ondes de matière.

1.4.1 Rapide revue

Les techniques de guidage d’atomes reposent soit sur la force dipolaire créée
par un laser désaccordé (§4.1), soit sur un champ magnétique créant un piège
unidimensionnel.

Dans la première catégorie, on peut citer l’utilisation d’une fibre creuse pour
guider la lumière, cette dernière guidant les atomes [106, 107]. Grâce à la fibre,
les atomes ne sont pas nécessairement guidés en ligne droite. Un inconvénient de
cette technique, en revanche, est la faible efficacité d’injection dans le guide, même
en utilisant des atomes froids [108]. Il en effet difficile de focaliser un jet d’atomes
thermiques sur la petite ouverture de la fibre. Une autre approche consiste à
n’utiliser qu’un faisceau laser pour guider verticalement un nuage d’atomes froids,
le guide optique servant alors à supprimer l’expansion transverse [109]. Enfin, un
condensat a été relâché dans un guide optique constitué d’un faisceau annulaire
(mode de Laguerre-Gauss d’ordre 1) désaccordé vers le bleu [110]. La force est
alors répulsive et les atomes sont guidés dans la zone sombre.

5À l’exception, évidemment, des futures expériences en microgravité [105].
6On utilisera abusivement le terme d’espace libre, même s’il y a la gravité.
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Fig. 1.9 – Schéma et photo d’un interféromètre de Michelson implémenté sur
une puce à atomes. La figure est adaptée de [128].

Outre les guides magnétiques de grande longueur déjà évoqués, dans lesquels
un jet atomique est évaporé [37,38], on peut simplement obtenir un guide à partir
d’un piège magnétique classique, en relâchant le confinement longitudinal. Cette
technique a été utilisée récemment pour étudier l’expansion unidimensionnelle
d’un condensat dans un potentiel désordonné rajouté optiquement [111–113]. De
manière alternative, la combinaison d’un simple fil parcouru par un courant élec-
trique et d’un champ magnétique homogène permet de créer un guide parallèle
au fil [114–117]. On peut obtenir un résultat similaire avec plusieurs fils parallèles
entre eux [118]. Enfin, ce principe peut être implémenté à l’aide de fils microsco-
piques déposés sur un substrat, c’est-à-dire une puce à atomes [119–122]. Après
des premières démonstrations avec des atomes thermiques, des condensats ont
pu être relâchés dans de tels guides magnétiques sur puce [123,124].

Des géométries plus complexes sont également à l’étude, tels que des guides
toriques réalisés magnétiquement [125–127]. Enfin, l’utilisation de guides minia-
tures pour l’interférométrie devient de plus en plus réaliste. C’est ainsi qu’un
réseau de guides optiques se croisant, formant potentiellement de multiples in-
terféromètres de Mach-Zehnder miniatures, a été démontré avec des atomes ther-
mique [65]. Sur puce, des interféromètres de type Michelson [Fig. 1.9] et Mach-
Zehnder ont été réalisés et utilisés avec des condensats [128,129].

1.4.2 Propagation d’ondes de matière en configuration
guidée

Outre les futures applications de ce genre de guide à la construction d’interfé-
romètres miniatures, la propagation d’onde de matière en configuration guidée est
un vaste sujet d’étude. Il s’agit d’étudier le comportement des ondes de matière
au passage de différents obstacles, l’aspect guidage permettant de réduire le pro-
blème à une dimension. La physique de ces phénomènes de transport quantique
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est particulièrement riche du fait de la présence d’interactions entre particules,
donnant lieu à des effets non linéaires [130,131].

Pour ne citer que deux exemples particuliers, mentionnons les études ac-
tuelles sur la propagation d’ondes de matière en milieu désordonné, à la fois
expérimentales [111–113] et théoriques [132, 133], le but ultime étant d’observer
la localisation d’Anderson [134]. Les expériences actuelles, réalisées en lâchant un
condensat, sont limitées par la dispersion en énergie et les interactions au sein
du nuage atomique.

Un autre exemple est la transmission à travers une double bosse de poten-
tiel [135, 136]. La microcavité ainsi formée présente des résonances et joue donc
le rôle de filtre spectral, ou encore d’interféromètre atomique de Fabry-Perot. De
plus, les interactions rendent la cavité non linéaire, ce qui rend la transmission
bistable. Ces études restent pour le moment théoriques.

Toutes ces applications nécessitent des conditions assez restrictives sur la
source atomique utilisée. Aussi est-il nécessaire d’avoir une grande finesse spec-
trale. En effet, les phénomènes de transport quantique sont en général très dépen-
dants de l’énergie du faisceau (avec des résonances, par exemple) et il est donc
nécessaire de bien mâıtriser cette énergie. De plus, une grande longueur d’onde
est nécessaire car celle-ci doit être au moins de l’ordre de la taille caractéristique
des obstacles impliqués, afin que les effets quantiques soient importants. Enfin,
il est également préférable d’avoir un contrôle sur la quantité d’interactions au
sein du faisceau. Pour observer certains effets, comme la réflexion quantique par
exemple, les interactions ont un rôle néfaste [137].

1.5 Conclusion

Nous avons vu dans ce chapitre l’intérêt particulier qu’ont les condensats de
Bose-Einstein pour l’optique atomique, grâce à leur cohérence. Il est possible de
relâcher ces condensats dans des guides d’onde ou encore en extraire de manière
quasi-continue un faisceau d’onde de matière cohérente. Nous avons évoqué les
limites de ces deux approches. En relâchant simplement un condensat dans un
guide [110–113, 123, 124, 126], on ne contrôle pas le flux, le nuage présente alors
de fortes interactions (il est dans le régime de Thomas-Fermi), et sa dispersion
en énergie est relativement grande, de l’ordre de son potentiel chimique, soit
quelques kilohertz (§5.4). Au contraire, en utilisant un coupleur de sortie quasi-
continu pour produire un laser à atomes, on peut mâıtriser le flux et avoir une
plus grande finesse spectrale (§3.1.4). Néanmoins, l’accélération induite par la
gravité fait décrôıtre la longueur d’onde de de Broglie au cours de la propaga-
tion, ce qui est défavorable aussi bien aux applications interférométriques qu’aux
études sur le transport quantique. La solution est de combiner les avantages de
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ces deux approches, en couplant un laser à atomes quasi-continu dans un guide
d’onde horizontal.

L’obtention d’un tel laser sera présentée au chapitre 5, comme un aboutisse-
ment des travaux présentés dans cette thèse. Les chapitres 2, 3 et 4 retracent, en
quelque sorte, les étapes intermédiaires, à savoir faire un condensat, puis un laser
à atomes et ensuite mettre en place un piège optique pouvant servir de guide.
C’est en combinant le tout que l’on peut obtenir un laser à atomes guidé.



C H A P I T R E 2

Production et caractérisation
d’un condensat

Nous nous intéressons dans ce chapitre à la réalisation expérimentale de
condensats de Bose-Einstein, ainsi qu’à leur description et caractérisation. Nous
donnons donc quelques éléments théoriques, dans une première partie, utiles à la
compréhension du phénomène de condensation et la description des condensats.
La suite du chapitre est consacrée à une présentation du dispositif expérimen-
tal permettant l’obtention d’un condensat de Bose-Einstein de Rubidium 87. Ce
dispositif est le troisième du groupe d’Optique Atomique sur la condensation du
87Rb. Il a donc bénéficié, pour sa conception, de l’expérience accumulée sur les
premiers [138–140]. Une présentation des évolutions entre le premier dispositif et
le nôtre se trouve dans la thèse de Y. Le Coq [40], qui a initié la conception et
la réalisation de ce dernier. Sa description complète pourra être trouvée dans la
thèse de M. Fauquembergue [39]. De plus, un grand nombre de détails non pré-
sentés ici se trouvent dans la thèse de J.-F. Riou [41]. Enfin, l’annexe A contient
les informations nécessaires sur l’atome de rubidium, ainsi que la description pré-
cise des transitions laser utilisées, accompagnée d’une description sommaire des
sources laser.

2.1 Condensation de Bose-Einstein

Nous allons dans cette première partie présenter le phénomène de conden-
sation, puis donner les quelques éléments théoriques nécessaires à la description
des condensats.

2.1.1 Un effet de la statistique quantique

Le phénomène de condensation est une conséquence directe de la statistique
quantique des bosons. Celle-ci ne s’écarte significativement de la statistique clas-
sique de Boltzmann qu’à très basse température.

Un premier critère pour savoir si la statistique classique est capable de décrire
correctement le gaz est de vérifier que chaque particule peut bien être considé-
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rée comme ponctuelle et indépendante des autres. Il s’agit donc de comparer la
distance moyenne entre particule à la “taille quantique” d’une particule, c’est-à-
dire sa longueur d’onde de de Broglie. Quand celle-ci n’est plus négligeable, les
effets quantiques commencent à se faire sentir. Ainsi, en notant n la densité du
gaz, nous pouvons d’ores et déjà établir un premier critère d’apparition des effets
quantiques sur la statistique du gaz :

nΛ3
T ' 1. (2.1)

La mise en équation plus rigoureuse de la transition de Bose-Einstein se trouve
dans les livres de physique statistique, dans le cas d’un gaz dans une bôıte prin-
cipalement, par exemple dans [141]. Le cas d’un gaz piégé est traité en détail
dans [142]. Nous ne donnons que l’essentiel ici.

Considérons un gaz parfait (sans interaction) de N atomes à température T
dans un piège harmonique tridimensionnel. Nous verrons dans la suite que ceci
constitue une bonne représentation des pièges que nous utilisons. Le potentiel de
piégeage s’écrit, à une constante près,

U =
1

2
m (ω2

x x
2 + ω2

y y
2 + ω2

z z
2). (2.2)

Nous prenons l’énergie du niveau fondamental comme étant le zéro d’énergie.
Dans ce cas, la distribution de Bose s’écrit de la façon suivante :

f(Ei) =
1

e(Ei−µ)/kBT − 1
avec N =

∑
i

f(Ei) , (2.3)

où f(Ei) est le nombre moyen d’occupation de l’état quantique i d’énergie Ei et µ
le potentiel chimique. Afin que f(Ei) soit toujours positif, le potentiel chimique1

doit être inférieur à Ei et ce pour tout i. Par conséquent, celui-ci est toujours
négatif. De plus, lorsque T tend vers 0, µ tend nécessairement vers 0 sans quoi
aucun état ne serait peuplé. Notons z = eµ/kBT la fugacité du système, alors
comprise entre 0 et 1.

On suppose T � Ei+1−Ei. Alors, le taux d’occupation varie peu d’un niveau
à l’autre et on peut écrire la somme de l’équation (2.3) sous forme continue :

N =

∫ ∞

0

f(E) ρ(E) dE , (2.4)

1Par définition, µ = −T (∂S/∂N)E=cste, où S est l’entropie du système.
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où ρ(E) est la densité d’état. Dans un piège harmonique, elle vaut :

ρ(E) =
E2

2(~ω̄)3
avec ω̄ = (ωxωyωz)

1/3. (2.5)

Le calcul de l’intégrale (2.4) donne alors le résultat suivant :

N =

(
kBT

~ω̄

)3

g3(z) avec gα(z) =
∞∑
l=1

zl

lα
. (2.6)

Or la fonction2 g3 est bornée sur l’intervalle [0, 1], et il semblerait donc que le
nombre d’atomes le soit aussi ! La valeur maximale est atteinte pour z → 1, c’est-
à-dire quand µ→ 0. À cette limite, le taux d’occupation du niveau fondamental
(équation (2.3) avec Ei = 0 et µ → 0) tend vers l’infini. Or en écrivant (2.4),
on a pondéré chaque niveau par ρ(E), qui est nul en E = 0. On a donc négligé
l’état fondamental, qui pourtant joue un rôle prépondérant. Ainsi, on doit cal-
culer séparément la contribution de l’état fondamental N0, le passage à la limite
continue ne pouvant être valable que pour les états excités Ne. L’équation (2.6)
se réécrit alors en utilisant (2.3) pour N0 :

N = N0 + Ne

=
z

1− z
+

(
kBT

~ω̄

)3

g3(z).
(2.7)

Au delà de

Nmax
e = g3(1)

(
kBT

~ω̄

)3

' 1.202

(
kBT

~ω̄

)3

, (2.8)

tout atome supplémentaire devra se trouver dans l’état fondamental, dont la
population peut alors devenir macroscopique : c’est la condensation de Bose-
Einstein. Ce phénomène de saturation des états excités apparâıt également si on
baisse la température à nombre d’atomes constant. La relation (2.8) donne alors
la température critique3

Tc = 0.94
~ω̄
kB

N1/3 (2.9)

en-dessous de laquelle on observe la condensation.

Remarquons que, si N est grand, cette température est bien telle que kBT �
~ω̄, ce qui justifie a posteriori le passage à la limite continue pour calculer la

2Les fonctions gα sont les fonctions polylogarithmes [143]. Un cas particulier est gα(1) =
ζ(α), où ζ est la fonction de Riemann.

3L’expression donnée n’est rigoureusement valable qu’à la limite thermodynamique. Le
nombre fini de particules entrâıne une correction sur Tc, de l’ordre du pourcent pourN ∼ 5×106

atomes [144].
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population des états excités, et insiste sur le fait que la condensation n’est en
aucun cas un phénomène purement thermique, mais est bien dû aux propriétés
quantiques des bosons.

Des équations (2.7) et (2.9) on peut également déduire la proportion d’atomes
dans l’état fondamental, ou fraction condensée, en fonction de la température :

N0

N
= 1−

(
T

Tc

)3

. (2.10)

Un condensat est donc “pur” à T = 0.

Lien avec le critère intuitif

Cherchons maintenant à écrire la distribution spatiale du gaz de Bose piégé
pour T ≥ Tc. Il faut pour cela réécrire l’intégrale (2.4) mais en fonction de la
position r et de l’impulsion p, avec E(r,p) = p2/2m+U(r). L’intégration sur p
donne alors la distribution spatiale

n(r) =
1

Λ3
T

g3/2

(
z e−U(r)/kBT

)
. (2.11)

Au seuil de la condensation, z ' 1 et on peut écrire

n(0)Λ3
T = g3/2(1) ' 2.612 . (2.12)

Nous noterons D = n(0)Λ3
T et l’appellerons “densité dans l’espace des phases”

ou “paramètre de dégénérescence”. C’est le taux d’occupation d’une cellule de
l’espace des phases, de volume h3, dont l’interprétation physique est celle donnée
au premier paragraphe de cette partie : lorsque D ∼ 1, les fonctions d’onde ato-
miques commencent à se recouvrir. C’est donc bien le paramètre pertinent pour
situer la transition.

Remarques :
– Si nous avions traité la condensation de Bose-Einstein dans une bôıte, nous

aurions abouti au même critère, avec la densité au centre n(0) changée en
densité moyenne, celle-ci étant de toute façon uniforme en l’absence de
potentiel.

– Lorsque x → 0, gα(x) ∼ x. Pour un gaz classique, z → 0, et l’expression
(2.11) redonne bien une distribution de Boltzmann. De plus, le paramètre
de dégénérescence se confond alors avec la fugacité z. Dans le cas d’un piège
harmonique, il est aisé de donner son expression,

DT�Tc = N

(
~ω̄
kBT

)3

, (2.13)
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particulièrement transparente : pour chaque dimension, les atomes se ré-
partissent sur un nombre d’états de l’ordre de kBT/~ω.

2.1.2 Description du condensat

2.1.2.1 Effet des interactions

Afin de décrire correctement les condensats [144] que nous obtenons expé-
rimentalement, il est nécessaire de prendre en compte l’effet des interactions4.
Celles-ci sont dues aux collisions entre atomes.

Le traitement des collisions et leur influence sur la description statistique
d’un gaz est en général un problème compliqué. Heureusement, travailler avec des
atomes ultra-froids permet de simplifier considérablement le problème [146,147].

Les atomes ayant une énergie cinétique faible, nous ne considérons que les
collisions de plus basse énergie (dites dans l’onde s). Nous prenons de plus pour
l’amplitude de diffusion f(k) la limite lorsque k → 0 (k est le vecteur d’onde
atomique relatif entre 2 atomes). On a alors

f(k → 0) ≈ −a , (2.14)

où a est la longueur de diffusion. Ainsi, cette grandeur est suffisante pour carac-
tériser la collision. Pour le 87Rb, a = 5.3 nm. Le signe positif de a signifie que les
interactions sont répulsives.

De plus, nous travaillons avec des gaz suffisamment dilués (na3 � 1) pour
faire une approximation supplémentaire, de type champ moyen, consistant à dé-
crire l’effet des interactions s’exerçant sur un atome par un potentiel dû aux
N − 1 ≈ N autres atomes. Ce potentiel s’écrit alors5 :

Uint(r) = gcoll n(r) , (2.15)

où gcoll = 4π~2a/m est la constante de couplage due aux collisions.

2.1.2.2 Équation de Gross-Pitaevskii

Prenons un condensat pur, à T = 0, contenant N atomes. On considère alors
que les atomes ont tous la même fonction d’onde φ et que l’état |ψ〉 représen-
tant le condensat s’écrit comme le produit des fonctions d’onde individuelles

4Outre la description du condensat, les interactions changent également la valeur de Tc, en
la rabaissant de quelques pourcents (8 % avec nos paramètres) [144,145].

5L’expression donnée n’est valable que dans le cas d’interactions entre atomes condensés
ou ayant des degrés de liberté internes différents. Le terme d’interaction est multiplié par un
facteur 2 dans le cas d’atomes indiscernables non condensés [97].
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(approximation de Hartree-Fock [144,147]). Il s’écrit donc :

|ψ〉 =
√
N |φ(0)〉 |φ(1)〉 ... |φ(N)〉 , (2.16)

où chaque |φ(i)〉 est la fonction d’onde à une particule, normalisée à 1 (|ψ〉 est
donc normalisée à N). Cela revient à considérer le champ atomique comme clas-
sique. On a alors l’évolution temporelle

ψ(r, t) = φ0(r) e
−iµt/~ , (2.17)

et φ0 vérifie l’équation de Schrödinger non-linéaire, ou équation de Gross-Pitaevskii,[
− ~2

2m
∆ + U + gcoll |φ0|2

]
φ0 = µφ0 , (2.18)

avec |φ0(r)|2 = n(r) et µ le potentiel chimique du condensat. Contrairement au
cas du gaz parfait, celui-ci est non nul et positif. C’est l’augmentation d’énergie
du système due à l’ajout d’une particule,

µ =
∂E

∂N
. (2.19)

À l’inverse, il s’agit de l’énergie qu’il faut fournir au système pour extraire un
atome du condensat. Pour ces raisons, on qualifie souvent le potentiel chimique
d’énergie du condensat. Pour autant, ce n’est pas l’énergie par particule car à
cause des interactions répulsives, le potentiel chimique est supérieur à l’énergie
moyenne. En effet, lorsqu’on ajoute une particule, on apporte non seulement
l’énergie correspondante, mais en plus l’énergie d’interaction de toutes les autres
particules est augmentée. Plus précisément, comme l’énergie d’interaction par
particule est proportionnelle au nombre total d’atomes, on a [144], avec des no-
tations évidentes,

µ =
Ecin + Epot + 2Eint

N
. (2.20)

2.1.2.3 Approximation de Thomas-Fermi

Lorsqu’on travaille avec un nombre d’atomes important, l’énergie d’interac-
tion peut être très supérieure à l’énergie cinétique. On peut alors négliger la
contribution de cette dernière dans l’équation de Gross-Pitaevskii (2.18) [148].
Celle-ci devient alors algébrique :

U(r) + gcoll |φ(r)|2 = µ . (2.21)

Ainsi, dans ce que l’on appelle le régime de Thomas-Fermi, la fonction d’onde
pour le condensat prend la forme

|φ0(r)| =

√
µ− U(r)

gcoll

pour U(r) ≤ µ ,

= 0 sinon.

(2.22)
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Dans le cas d’un piège harmonique (Eq. 2.2), le profil de densité a la forme
d’une parabole inversée [Fig. 2.1] :

n(r) = n0 max

[
1−

(
x

Rx

)2

−
(
y

Ry

)2

−
(
z

Rz

)2

, 0

]
, (2.23)

où les rayons de Thomas-Fermi sont donnés par

Ri =

√
2µ

mω2
i

, i = x, y, z. (2.24)

Le potentiel chimique se calcule en normalisant la fonction d’onde à N :

µ =
~ω̄
2

(
15
aN

σ̄

)2/5

, (2.25)

où σ̄ =
√

~/mω̄ est la taille du mode fondamental de l’oscillateur harmonique
associée à ω̄. La densité au centre vaut

n0 =
µ

gcoll

=
15N

8πRxRyRz

. (2.26)

La condition de validité du régime de Thomas-Fermi s’écrit Na � σi ou
encore µ � ~ωi. Ceci est largement vérifié quelque soit la direction pour les
nombres d’atomes avec lesquels on travaille, et nous utiliserons l’approximation
de Thomas-Fermi dans toute la suite du manuscrit6.

Remarquons que ces conditions de validité impliquent également que l’on a
Ri � σi : outre une modification de la forme de la fonction d’onde de l’état
fondamental (parabolique au lieu de gaussienne), sa taille caractéristique est
également substantiellement modifiée. Les interactions répulsives font augmenter
la taille du condensat et diminuer sa densité, comme on peut le voir en figure
2.1.

Enfin, il est à noter que l’approximation de Thomas-Fermi n’est plus valable
sur les bords du condensat, puisque la densité tend vers 0. La fonction d’onde
comporte en réalité de petites ailes, au niveau desquelles la densité décrôıt expo-
nentiellement sur une taille caractéristique [149]

di = σi

(
σi

2Ri

)1/3

< σi � Ri. (2.27)

6Avec des configurations de piégeage très anisotropes, il se peut que le régime de Thomas-
Fermi ne soit atteint que dans les directions les moins confinantes.
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4 3 2 1 0 1 2 3 4
y, z (µm)

|φ0|2 
(u.a.)

Fig. 2.1 – Densité |φ0|2 dans le régime de Thomas-Fermi (trait continu), pour
l’une des directions y ou z (les fréquences de piégeage sont les mêmes dans ces
directions, voir §2.5.2). Nous avons représenté en tireté une gaussienne correspon-
dant au mode fondamental sans interaction. Les deux courbes ont la même norme
à une dimension. En réalité, à trois dimensions, le rapport entre la densité pic
dans le mode fondamental sans interaction et dans le régime de Thomas-Fermi
est encore beaucoup plus grand que sur la figure.

2.2 Vue d’ensemble de l’expérience

La production d’un condensat de Bose-Einstein nécessite plusieurs étapes qui
s’enchâınent de manière séquentielle. L’expérience se déroule donc par cycles.

2.2.1 Cycle expérimental

Les grandes étapes du cycle expérimental sont représentées sur la figure 2.2.
La première phase est celle du chargement du piège magnéto-optique (PMO)
(§2.4) à partir d’un jet ralenti (§2.3). Celle-ci dure plusieurs secondes afin de
collecter le plus d’atomes possible dans le PMO. Le nuage atomique subit ensuite
plusieurs courtes étapes de refroidissement plus poussé, appelées “Dark SPOT”
(§2.4.2) et “mélasse” (§2.4.3). Les atomes sont alors transférés dans un piège
purement magnétique (§2.5) dans lequel ils subissent une compression, puis une
phase de refroidissement dit “évaporatif” (§2.5.5) permettant d’atteindre, après
27 secondes, la condensation de Bose-Einstein. S’ensuit finalement l’imagerie du
nuage atomique (§2.6), précédée de l’expansion du nuage. Il est important de
noter que l’imagerie est destructive, et que le cycle expérimental doit donc être
répété après chaque observation. Le contrôle temporel précis et répétable de
l’ensemble de l’expérience est donc une nécessité.
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12 s ~1 s 2.5 s 27 s qq ms

Fig. 2.2 – Chronogramme simplifié du cycle expérimental.

Cette exigence est atteinte grâce à un séquenceur, module électronique pro-
grammé informatiquement, dont l’exécution du cycle s’appuie sur une horloge
interne indépendante de l’ordinateur. La résolution temporelle est de 1 µs et la
synchronisation entre les différentes sorties (analogiques ou numériques) est à
mieux que 5 ns. Plus de détails sur le séquenceur peuvent être trouvés dans la
thèse de J. Estève [150].

2.2.2 Système à vide

Le piégeage d’atomes ultra-froids suppose une absence totale de contact avec
de la matière à température ambiante. L’ensemble de l’expérience doit donc se
dérouler sous vide, celui-ci devant être d’autant plus poussé que l’étape d’évapo-
ration est longue. Pour que cette étape soit la plus efficace possible, il est en effet
nécessaire de minimiser les pertes dues aux collisions avec le gaz résiduel. La qua-
lité du vide est donc une exigence cruciale pour une expérience de condensation
de Bose-Einstein.

Un schéma de l’ensemble du système à vide7 est présenté en figure 2.3. L’en-
ceinte est constituée de deux parties, séparées par une vanne et un long tube
maintenant un différentiel de pression. D’un coté (à gauche sur notre schéma)
se trouve la source atomique : le four (§2.3.1). Cette partie est pompée par une
pompe primaire et une pompe turbomoléculaire, et le vide atteint est de l’ordre
de 10−9 mbar. De l’autre coté se trouve une cellule en quartz, zone dans laquelle
les refroidissements laser (PMO) et évaporatif se déroulent. Cette cellule est dé-
bouchante et prolongée d’une chambre secondaire, elle-même pompée par une
pompe ionique de 100 L/s et une pompe à sublimation de titane. Le vide dans
cette chambre secondaire, mesuré avec une jauge ionique, atteint ≈ 10−11 mbar.
Cette pression est suffisamment basse pour permettre la production d’un conden-
sat. Cependant la condensation ne se déroule pas dans cette chambre secondaire,
mais dans la cellule, qui est notablement plus proche de la source, zone dans
laquelle la pression est plus élevée. Il est donc absolument nécessaire de placer

7Le lecteur désireux de se familiariser avec les techniques du vide trouvera dans le livre [151]
les réponses à ses questions.
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Fig. 2.3 – Vue d’ensemble du système à vide.

une autre pompe, dans notre cas une pompe à getter, entre la source et la cellule,
afin d’isoler tout à fait les deux parties8.

2.2.3 Cheminement dans l’espace des phases

Nous avons vu que le paramètre pertinent pour repérer la condensation de
Bose-Einstein était la densité dans l’espace des phases, liée à la densité atomique
au centre du piège n0 et à la température par

D = n0Λ
3
T . (2.28)

On peut donc visualiser l’effet des différentes étapes dans un diagramme de phase
[Fig. 2.4] tracé en fonction des paramètres n0 et ΛT .

Notre point de départ est constitué de rubidium sous forme de vapeur à une
pression de 10−4 mbar et une température de 120 C̊. La densité dans l’espace des
phases est alors de quelques 10−15. Nous devons gagner 15 ordres de grandeur !

8Dans l’hypothèse (favorable) où l’on néglige le dégazage à l’intérieur du tube, et parce
que les diamètres des tubes de part et d’autre de la cellule sont les mêmes, la pression évolue
linéairement entre la zone source et la chambre secondaire. Sachant qu’il y a environ 80 cm
d’un côté et 20 cm de l’autre, la pression dans la cellule serait, sans la pompe à getter, un
cinquième de celle dans la zone source, ce qui est bien trop grand.
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Fig. 2.4 – Chemin dans l’espace des phases vers la condensation.

2.3 La source atomique : un jet ralenti

Dans cette partie nous décrivons rapidement la source atomique permettant
de charger le piège magnéto-optique : un jet issu d’un four, ralenti grâce à un
“ralentisseur Zeeman”.

2.3.1 Le four

Le four est constitué d’une réserve de quelques grammes de rubidium, ini-
tialement contenu à l’état solide dans une ampoule de verre [Fig. 2.5]. Nous
chauffons le four à une température de 120 C̊ environ. À cette température, le

~120°C ~40°CTempérature

Rb Grille

D

L

Bride
CF16

Ampoule en verre

Fig. 2.5 – Schéma du four. Un gradient de température est appliqué le long du
tube, ce qui permet de faire migrer le rubidium liquide vers l’intérieur du four,
par capillarité le long de la grille. Le four est dit à recirculation.
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rubidium est liquide, à l’équilibre avec une pression de vapeur saturante de l’ordre
de 10−4 mbar [152]. Un tube de diamètre D = 5 mm et de longueur L = 100 mm
permet de laisser échapper une partie des atomes, ceux-ci formant alors un jet
de divergence θ = D/L ' 0.05 rad. Le flux utile, c’est-à-dire correspondant aux
27.8 % de l’isotope 87, est alors d’environ 5× 1011 at/s. La vitesse moyenne du
jet est d’environ 360 m/s, et celui-ci doit donc être ralenti afin d’être piégé par
le PMO, dont la vitesse maximale de capture est d’environ 20 m/s.

2.3.2 Ralentissement Zeeman

Nous ralentissons le jet atomique à l’aide d’un ralentisseur Zeeman, dont les
premières démonstrations ont été effectuées dans le groupe de W. D. Phillips
[153,154].

Son principe est assez simple [Fig. 2.6] : il s’agit d’exploiter la conservation
de l’impulsion lorsqu’un atome absorbe ou émet un photon. Ainsi, en plaçant un
faisceau laser résonant de manière contrapropageante au jet atomique, chaque
absorption d’un photon d’impulsion ~k va diminuer la vitesse de l’atome de la
quantité vr = ~k/m = 5.9 mm/s (cette quantité est appelée “vitesse de recul”).
En revanche, la réémission spontanée du photon par l’atome a lieu de manière
aléatoire dans toutes les directions, et se moyenne donc à zero si un grand nombre
de cycles est effectué. L’émission spontanée est cependant responsable d’une dif-
fusion des atomes dans les directions transverses, ce qui revient à augmenter
progressivement la divergence du jet [155].

Aux vitesses considérées, l’effet Doppler n’est pas du tout négligeable : pour
v = 360 m/s, le décalage Doppler vaut v/λ ' 460 MHz, ce qui est très supérieur
à la largeur de la raie atomique Γ/2π = 6 MHz. Ainsi, un atome subissant la
décélération sort rapidement de résonance. Pour que le ralentissement continue
de fonctionner, il faut maintenir l’atome à résonance avec le laser. On utilise pour
cela l’effet Zeeman : à l’aide d’un champ magnétique décroissant, on compense

Jet atomique Faisceau ralentisseur

(a) (b) (c)

p p  -hkp
hk hk

hk

hk

Fig. 2.6 – Action du faisceau ralentisseur sur le jet atomique. Lors de l’absorption
d’un photon (a), l’atome voit son impulsion diminuer de ~k (b). La réémission
du photon (c) contribue en moyenne à faire diverger le jet, mais la vitesse dans
la direction de propagation est bien diminuée.
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Fig. 2.7 – Schéma du ralentis-
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créant le champ magnétique dé-
croissant. (b) : Champs magné-
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le faisceau ralentisseur ne per-
turbe pas le PMO, et inverse-
ment.

la variation d’effet Doppler par la variation de l’effet Zeeman [Fig. 2.7].
Cette technique ne permet cependant pas de ralentir toutes les classes de

vitesse présentes initialement dans le jet. De plus, la taille de la zone de capture
(le PMO) est trop petite pour capturer tous les atomes émis dans l’angle solide
dû à la divergence du jet. Tout ceci réduit le flux réellement ralenti et capturé
par le PMO [41]. Au final, le taux de chargement est d’environ 108 at/s.

2.4 Le piège magnéto-optique et la mélasse op-

tique

La suite du refroidissement laser se déroule dans la cellule et est constituée
d’une succession d’étapes. La principale est le piège magnéto-optique (PMO),
qui piège et refroidit (à 3 dimensions) les atomes suffisamment ralentis à l’étape
précédente. Ensuite une technique appelée “Dark SPOT”, visant à augmenter la
densité du nuage atomique, est appliquée. Enfin une étape de “mélasse optique”
permet d’abaisser encore la température de l’échantillon.

2.4.1 Piège magnéto-optique

Le principe du piège magnéto-optique a été proposé par J. Dalibard au milieu
des années 1980 et sa première réalisation expérimentale a eu lieu dans le groupe
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de S. Chu et D. E. Pritchard en 1987 [156].
Son fonctionnement repose sur une force de friction permettant de ralentir

les atomes et une force de rappel permettant de les piéger. On combine pour
cela trois paires de faisceaux laser contrapropageants proches d’une résonance
atomique et un gradient de champ magnétique.

La force de friction est obtenue grâce à l’effet Doppler : les lasers sont légè-
rement désaccordés vers le rouge de la transition, de manière à ce qu’un atome
animé d’une vitesse v voit le laser contrapropageant à son mouvement rapproché
de sa résonance de la quantité k · v alors que le laser opposé, ayant tendance à
le pousser, est éloigné de la résonance atomique, et voit donc son effet diminué.
Ce mécanisme, appelé refroidissement Doppler, donne donc lieu à une force de
friction.

Cette force est en revanche indépendante de la position de l’atome (à l’in-
térieur de la zone de croisement des laser) et celui-ci n’est donc pas piégé. Afin
de créer une force de rappel, on rajoute un champ magnétique inhomogène (un
gradient) qui induit un effet Zeeman jouant exactement le même rôle que l’effet
Doppler du paragraphe précédent, mais de manière sensible à la position cette
fois [Fig. 2.8].

La mise en équation de ces deux forces pourra être trouvée dans de nom-
breuses références, par exemple [8, 157]. Le temps caractéristique d’amortisse-
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mJ = -1

mJ = 0

mJ = 1

Énergie

Position0

νLσ+ σ -

Fig. 2.8 – Principe de la force de rappel du piège magnéto-optique. On considère
le problème à une dimension, avec un atome à deux niveaux. Le champ magné-
tique lève la dégénérescence du niveau J = 1. L’énergie des sous-états mJ dépend
alors linéairement de la position car le champ magnétique appliqué est un gra-
dient. Les deux lasers contrapropageants sont polarisés σ+ et σ− et ne peuvent
donc induire de transition que vers l’un des sous-états. En étant légèrement désac-
cordés vers le rouge de la transition, leur effet donne lieu à une force de rappel
vers r = 0. Grâce à l’effet Doppler, une force de friction apparâıt également car
l’atome absorbe majoritairement les photons de l’onde contrapropageante à son
mouvement (effet non représenté ici).
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ment de ce piège est de l’ordre de la milliseconde.

La cellule dans laquelle se trouve le PMO est dessinée en figure 2.9. Les bo-
bines créant le champ magnétique du PMO sont constituées de circuits imprimés,
eux-même placés au plus près de la cellule. Le gradient de champ magnétique est
de 15 G/cm dans la direction verticale et de deux fois moins dans les directions
horizontales (le piège est donc anisotrope). Les six faisceaux du PMO sont consti-
tués de la superposition de faisceaux “pièges” et de faisceaux “repompeurs” (voir
§A.2). Les faisceaux pièges ont une intensité d’environ 1 mW/cm2 pour une ex-
tension, limitée par la taille de la cellule elle-même, d’environ 1 cm2. L’ensemble
du banc optique permettant de créer les différents faisceaux est présenté dans les
thèses [39,41].

Cellule

Bobines PMO

Bobines de
positionnement

du PMO

Bobines de
compensation

Faisceaux PMO

x
y

z

Fig. 2.9 – Représentation de la cellule en quartz dans laquelle se déroulent toutes
nos expériences. Les faisceaux laser et les différentes bobines nécessaires au PMO
sont dessinés. Les faisceaux laser sont répartis en quatre bras dits latéraux (ou
horizontaux) et deux verticaux. Les bobines du PMO sont créées sur des circuits
imprimés. Le courant circule dans un sens opposé dans les deux bobines afin de
créer un gradient. Des bobines de positionnement sont placées en série et servent
à ajuster précisément la position du zéro de champ magnétique. Pour ces bobines,
le courant circule dans le même sens dans chaque paire, afin de créer un biais.
Des bobines dites de compensation sont elles allumées en permanence et servent
à compenser les champs magnétiques extérieurs, ce qui est crucial pour l’étape
de mélasse (§2.4.3).
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Nous collectons dans le PMO au plus 109 atomes en une douzaine de se-
conde. La température atteinte en théorie par le refroidissement Doppler est
TD = 146 µK. Expérimentalement, la température du PMO est de l’ordre de
500 µK. Cette limitation est due aux processus collectifs engendrés par le grand
nombre d’atomes piégés : la diffusion multiple de photons par les atomes en-
gendre une force effective répulsive entre atomes. C’est pour réduire ces effets
que W. Ketterle a proposé et mis en œuvre, en 1993, une technique appelée Dark
SPOT (pour Dark Spontaneous Optical Trap) [158].

2.4.2 Le Dark SPOT

Afin d’éviter la diffusion multiple, il suffit de sortir les atomes du cycle de
refroidissement en les laissant se dépomper (voir §A.2). Il faut cependant les
conserver ! La technique du Dark SPOT consiste donc à placer au centre du
PMO une zone noire dans laquelle les faisceaux repompeurs sont absents, tout
en laissant une couronne de lumière autour, afin de conserver et refroidir les
atomes atteignant la périphérie du piège.

Expérimentalement, nous réalisons l’image d’un cache noir (de surface environ
1 mm2) sur le trajet du repompeur latéral. Durant la phase de PMO, les atomes
dans cette zone sont repompés par le repompeur vertical. Ensuite, l’étape de
Dark SPOT consiste à éteindre ce dernier faisceau pendant une cinquantaine
de millisecondes. Cette étape n’est parfois pas très efficace, probablement parce
que de la lumière diffusée provenant du repompeur latéral continue d’atteindre
la zone noire. Nous utilisons alors une étape supplémentaire, que nous appelons
“Ultra Dark SPOT”, consistant à appliquer un faisceau dépompeur sur la zone
noire. Ce faisceau est superposé au bras vertical. Nous obtenons alors des nuages
dont la température est de l’ordre de la température Doppler9.

2.4.3 La mélasse

Enfin, la dernière étape du refroidissement laser est une mélasse optique. Il
s’agit d’éteindre le champ magnétique du PMO et d’augmenter le désaccord des
faisceaux pièges (de -16 à -36 MHz) afin d’optimiser le refroidissement. Dans cette
configuration, les atomes s’étendent, mais la diminution de la densité est faible
car le temps de la mélasse est court (6 ms). En revanche, l’abaissement de la tem-
pérature est conséquent car un mécanisme de refroidissement dit “sub-Doppler”a
lieu [159]. Il s’agit de l’effet Sysiphe [160,161], qui implique la structure hyperfine
de l’atome et les gradients de polarisation créés par les paires de faisceaux pièges
en configuration σ+ − σ−. Le nuage atteint alors une température de 50 µK.

9On pourrait également s’attendre à ce que la densité augmente puisque la diffusion multiple
est supprimée. C’est effectivement le cas, mais de manière assez marginale, car la zone noire
n’est pas beaucoup plus petite que la taille initiale du PMO.
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2.4.4 Bilan du refroidissement laser

Le chronogramme de la figure 2.10 permet de résumer les différentes étapes
du refroidissement laser. À leur issue, nous avons environ 6×108 atomes à 50 µK.
La densité dans l’espace des phases est alors de 10−7. Nous avons donc fait envi-
ron la moitié du chemin vers la condensation.

Le refroidissement laser ne permet pas, à lui seul, d’atteindre la condensa-
tion10. Les effets de diffusion multiple rendent l’obtention de températures extrê-
mement basses incompatible avec une forte densité. De même, le mouvement de
recul dû à l’échange d’impulsion avec la lumière empêche d’atteindre des tempé-
ratures inférieures à la température de recul

Tr =
~2k2

mkB

= 0.36 µK , (2.29)

sauf avec quelques techniques particulières [163, 164], qui malheureusement im-
pliquent également une baisse importante de la densité et ne peuvent donc pas
suffire à obtenir la condensation. Jusqu’à maintenant, tous les condensats ont été
obtenus après une étape de refroidissement évaporatif ayant lieu dans un piège
conservatif.

Chargement
      PMO

PMO Mélasse Ultra Dark 
    SPOT 

 Dark 
SPOT 

Ralentisseur

Rep. ralentisseur

Dépompeur

Rep. central

Rep. latéral

Piège

12 s 1 s 6 ms25 ms50 ms

ÉTAPES

DUREE

LASERS

Fig. 2.10 – Séquence temporelle du refroidissement laser. La partie grisée pour
le faisceau piège indique un changement du désaccord.

10On entend par refroidissement laser l’utilisation de la force de pression de radiation. Le
refroidissement évaporatif pouvant être également mis en œuvre dans un piège dipolaire, il
existe des condensats “tout optique” [162].
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2.5 Piégeage magnétique et évaporation

Le refroidissement évaporatif est assuré dans un piège magnétique. La pre-
mière démonstration expérimentale de ce type de piège pour des atomes neutres
a eu lieu dans le groupe de W. D. Phillips en 1985 [165].

2.5.1 Piège magnétique de Ioffe-Pritchard

Le principe d’un tel piège repose sur l’interaction entre le moment magné-
tique µ d’un atome neutre et un champ magnétique statique. Elle donne lieu au
potentiel

U(r)=−µ ·B(r). (2.30)

En utilisant la théorie des perturbations et en développant au premier ordre en
champ11, on obtient l’expression suivante,

U(r) = gF mF µB |B(r)| , (2.31)

où gF est le facteur de Landé de l’état hyperfin considéré,mF le nombre quantique
correspondant à la projection du moment magnétique sur l’axe de quantification
et µB le magnétron de Bohr (µB/h ' 1.4 MHz/G, 1 G= 10−4 T). Le signe du
potentiel dépend du signe du produit gF mF . Cependant il n’est pas possible de
créer un maximum de champs magnétique statique (théorème de Wing [166]).
On ne peut donc piéger les atomes que dans un minimum de champ, dans un
état pour lequel gF mF > 0 (“low field seeker” en anglais) c’est-à-dire dont le
spin est anti-aligné avec le champ. Nous avons choisi de travailler avec l’état
|F = 1,mF = −1 > pour lequel gF '−1/2.

Dans l’équation (2.31), le potentiel ne dépend que du module du champ car
on suppose que le moment magnétique de l’atome adapte en permanence son
orientation à celle du champ. Cette hypothèse de suivi adiabatique du champ
est justifiée lorsque les fréquences d’oscillation du piège magnétique (de quelques
hertz à quelques kilohertz dans les expériences d’atomes froids) sont faibles de-
vant la fréquence de Larmor U(r)/h. Cette condition impose une valeur minimum
non nulle au module du champ |B(r)|. Les pertes dues à la dépolarisation des
atomes par le passage dans une zone de champ trop faible sont appelées pertes de
Majorana. Avec un champ minimum de quelques gauss, la fréquence de Larmor
est de quelques megahertz et ces pertes sont négligeables.

Nous utilisons la configuration de Ioffe-Pritchard [167], combinant un champ
quadrupolaire assurant le confinement radial via un gradient b′ de champ magné-
tique, et un champ dipolaire permettant d’avoir un biais non nul B0 ainsi qu’une

11Le second ordre est négligeable pour l’état |F = 1,mF = −1 > mais prépondérant pour
|F = 1,mF = 0 >. Nous en reparlerons dans les chapitres traitant des lasers à atomes.
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courbure b′′ dans la troisième direction. L’expression du module du champ dans
cette configuration est alors

B(x, y, z) =

√(
B0 +

b′′x2

2

)2

+

(
b′2 − b′′B0

2

)
(y2 + z2) . (2.32)

Dans tout le manuscrit, x est la direction du dipole et y, z sont les directions du
quadrupôle, y étant celle de la gravité [Fig. 2.12].

Un développement au second ordre de cette expression permet d’exprimer le
potentiel de piégeage sous forme harmonique, ce qui est une très bonne approxi-
mation lorsque la température est suffisamment basse (T � 200 µK) :

U = U0 +
1

2
m (ω2

xx
2 + ω2

yy
2 + ω2

zz
2). (2.33)

Les pulsations ωi selon les trois directions de l’espace sont données par :
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µB
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,

(2.34)

où nous avons remplacé gFmF par 1/2. L’expression approchée pour ωy,z est va-
lable à 1.5 % près dans la configuration de piège magnétique la plus décomprimée
que nous serons amenés à utiliser, et avec une encore bien meilleure précision la
plupart du temps.

2.5.2 Électroaimant partiellement ferromagnétique

Une spécificité du groupe d’optique atomique d’Orsay est l’utilisation de ma-
tériaux ferromagnétiques pour produire les pièges magnétiques [42, 168]12. Un
pôle ferromagnétique placé dans une bobine excitatrice a pour effet de guider et
concentrer les lignes de champs jusqu’à l’entrefer. Le champ magnétique créé dans
l’entrefer est ainsi équivalent à celui créé par deux bobines placées à l’extrémité
du pôle ferromagnétique [Fig. 2.11]. Les bobines peuvent donc être éloignées de la
cellule, ce qui réduit considérablement les contraintes techniques les concernant.
On peut par exemple utiliser du fil de plus grand diamètre afin de réduire la
dissipation thermique et faciliter ainsi l’évacuation de la chaleur. De plus, le pôle
ferromagnétique peut être placé très proche de la cellule, ce qui permet d’avoir

12L’article [42] est reproduit en annexe C et contient une présentation plus détaillée de notre
électroaimant et des circuits électroniques.
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Fig. 2.11 – (a) Schéma de principe d’un électroaimant à pôle ferromagnétique.
(b) Circuit magnétique équivalent.

un gradient de champ important pour un courant dans les bobines relativement
modeste13. Notons toutefois que les matériaux ferromagnétiques présentent une
saturation au delà de laquelle l’augmentation du courant dans les bobines ne
permet pas d’augmenter le champ magnétique. Cette saturation peut aussi être
un avantage car elle réduit les fluctuations magnétiques dues aux fluctuations de
courant. En pratique, nous travaillons dans ce régime.

Dans la configuration de piégeage la plus utilisée, les principales caractéris-
tiques de l’électroaimant sont les suivantes :

– Le gradient b′ = 830 G/cm pour un courant dans les bobines du quadrupôle
de 60 A (saturation),

– La courbure du champ dipolaire b′′ = 82 G/cm2,
– Le biais B0 = 7.1 G.

Ces caractéristiques correspondent aux fréquences de piégeage suivantes :
– ωx/2π = 8.2 Hz,
– ωy,z/2π = 280 Hz.

Ces valeurs sont celles de la configuration comprimée dans laquelle le biais du
dipôle a été compensé grâce à l’utilisation d’une autre paire de bobines plus éloi-
gnées, l’anti-dipôle [Fig. 2.12], parcourues par un courant de sens opposé à celui
du dipôle. Cette méthode permet d’abaisser sensiblement le biais B0 = BD−BAD

d’une cinquantaine de gauss à quelques gauss en ne diminuant que marginale-
ment la courbure [42].

Un inconvénient de l’utilisation du ferromagnétisme est la présence de champs

13Ceci est évidemment au prix d’un encombrement important autour de la cellule.
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Fig. 2.12 – Schéma et photo de l’électroaimant. L’ensemble de la structure a un
diamètre d’environ 20 cm.

rémanents : le champ magnétique ne s’annule pas lorsque le courant dans les
bobines est coupé. De plus, cette valeur résiduelle dépend de l’aimantation préa-
lable via un cycle d’hystérésis. La nouveauté de notre dispositif [42] par rapport
au précédent [168] est de n’utiliser le ferromagnétisme que pour le quadrupôle.
Par conséquent, le champ rémanent épouse la géométrie de celui-ci, et il suffit
d’ajouter une seule paire de bobines, dont la géométrie est la même que celle du
quadrupôle, parcourue par un courant de sens opposé, pour compenser le champ
rémanent. La valeur du courant circulant dans ces bobines doit être ajustée en
fonction du cycle magnétique. Ceci est fait en regardant en fluorescence la dif-
fusion des atomes lors de la mélasse. L’explosion de celle-ci est lente et isotrope
lorsque tous les champs sont bien compensés. Ceci est également valable pour
les autres champs magnétiques parasites (terrestre, dû à la pompe ionique, etc),
pour lesquelles trois autres paires de bobines sont utilisées.

Une autre caractéristique importante est le temps de coupure du piège ma-
gnétique. Il doit en effet être le plus court possible afin de ne pas induire d’erreur
sur les mesures de température atomique (§2.6.3). Pour cela, la structure fer-
romagnétique est constitué d’un matériau laminé afin de limiter les courants de
Foucault. Des circuits électroniques adéquats [39,42] permettent alors d’avoir des
temps de coupure de 130 et 55 µs pour le quadrupôle et le dipôle respectivement.
Ces temps sont effectivement très petits devant le temps caractéristique d’évolu-
tion du nuage (3 ms) et peuvent donc être négligés.

Enfin, un autre paramètre crucial, notamment pour la production de lasers
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à atomes, est la stabilité du biais magnétique. Pour qu’elle soit la meilleure
possible, il est nécessaire d’utiliser des alimentations stabilisées de haute qualité.
De plus, la mise en série des bobines dipôle et anti-dipôle assure une réjection de
mode commun. Nous avons mesuré des fluctuations coup sur coup de l’ordre du
milligauss ainsi que des dérives lentes du même ordre de grandeur. La mesure a
été faite à l’aide de lasers à atomes et sera décrite en détail au paragraphe 3.2.2.

2.5.3 Transfert et compression

À la suite de la mélasse, nous dépompons les atomes dans l’état F = 1 en
appliquant une impulsion de faisceau dépompeur d’une durée de 2 ms. Ensuite,
le piège magnétique est allumé, d’abord dans sa configuration non comprimé
(courant nul dans l’anti-dipôle et intensité de seulement 5 A dans le quadrupôle)
car sa taille est alors adaptée au nuage atomique. Une compression adiabatique a
ensuite lieu [Fig. 2.13]. Cette compression augmente la température et la densité
du nuage, de sorte que la densité dans l’espace des phases est conservée (adiaba-
ticité). En revanche, le taux de collision, proportionnel à la densité, et qui doit
être le plus grand possible pour favoriser l’évaporation, est augmenté.

CompressionTransfert Évaporation

IQ

IAD

ID

t

t

t

0 A

OFF OFF

0 A

0 A

5 A

15 A

60 A

15 A

0.1 s 2 s 1.5 s 27 s

Fig. 2.13 – Chronogramme du cycle magnétique, représentant les courants du
quadrupôle IQ, du dipôle ID et de l’anti-dipôle IAD. La compression adiabatique
a lieu en deux étapes : on augmente d’abord le gradient via le courant du qua-
drupôle, puis on abaisse le biais en faisant circuler le courant dans l’anti-dipôle.
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Au final, les conditions initiales14 avant l’évaporation sont les suivantes :
– Le nombre d’atomes15 N est de 1.5 à 2 ×108,
– La température T est de 200 à 250 µK,
– Le taux de collisions moyen γcoll est de 20 s−1,
– La densité au centre n0 est de 3× 1011 atomes/cm3,
– La densité dans l’espace des phases est de 7× 10−7.

2.5.4 Caractérisation

Fréquences de piégeage

Les fréquences de piégeage sont des paramètres expérimentaux essentiels dont
la connaissance est nécessaire pour calculer les caractéristiques des nuages ato-
miques à partir des images que l’on en fait (§2.6.3). Ces fréquences dépendent des
gradient, courbure et biais magnétiques. Le biais est bien déterminé expérimen-
talement via la fréquence de la fin de la rampe d’évaporation (§2.5.5) nécessaire
pour éliminer tous les atomes, ou encore plus précisément en cherchant à obtenir
des lasers à atomes (§3.2). En revanche, les deux autres grandeurs ne peuvent
être mesurées in situ. Elles l’ont été en externe avec un gaussmètre [39, 42]. Il
est donc préférable de mesurer directement ces fréquences, en regardant les oscil-
lations du nuages d’atomes. Notre système d’imagerie ne permet cependant pas
d’avoir accès à la direction du dipôle, seule la fréquence transverse a donc pu être
mesurée.

Pour ce faire, nous observons les oscillations d’un nuage froid (température de
l’ordre du µK). Pour déclencher ces oscillations, nous allumons un gradient ma-
gnétique (fourni par les bobines du PMO) pendant quelques millisecondes, ce qui
a pour effet de déplacer le nuage, puis nous éteignons brutalement ce gradient.
Celui-ci n’est cependant pas assez important pour provoquer des oscillations dé-
tectables avec le piège magnétique comprimé. Nous avons donc fait la mesure
avec un courant dans le quadrupôle de 2.5 A. Le gradient est alors de 102 G/cm
et les autres paramètres étant inchangés, la fréquence transverse attendue est
ωy,z/2π = 34 Hz.

La mesure dans la direction z est présentée en figure 2.14. Nous mesurons en
fait l’oscillation en position après temps de vol, car l’oscillation in situ n’est pas
détectable. Un ajustement par une fonction sinusöıdale donne ωz/2π = 34.9 ±
0.1 Hz. Une mesure similaire pour la direction y a donné ωy/2π = 33.7± 0.2 Hz.
L’accord avec les mesures indépendantes du gradient est donc très bon et valide

14Ces conditions initiales, concernant le nombre d’atomes et la température, varient selon
la manière exacte dont est optimisée l’expérience. En général, quand le nombre d’atomes est
plus élevé, la température l’est aussi.

15Le transfert dans le piège magnétique fait perdre un facteur 3 sur le nombre d’atomes,
seul l’état mF = −1 étant piégé.
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Fig. 2.14 – Oscillations du centre de masse du nuage atomique, après temps de
vol, dans la direction z. La fréquence correspondante est ωz/2π = 34.9± 0.1 Hz,
en accord avec la mesure indépendante du gradient du quadrupôle.

les valeurs de fréquences données précédemment à 3 % près.

Durée de vie et taux de chauffage

Au cours de l’évaporation, le mécanisme de refroidissement est en compétition
avec les mécanismes de pertes et de chauffage. Les pertes d’atomes ont essentiel-
lement deux origines : la lumière parasite à résonance et les collisions avec le gaz
résiduel présent dans l’enceinte à vide.

La lumière parasite a pour effet de dépolariser les atomes. En effet, après
avoir absorbé un photon, la réémission peut désexciter l’atome dans un état non
piégé magnétiquement. Pour s’affranchir de cet effet, nous utilisons des caches
noirs afin d’isoler le banc d’optique du reste de l’expérience, et nous soignons
particulièrement cette isolation pour la lumière du repompeur, puisque c’est elle
qui est résonante avec les atomes piégés magnétiquement.

Une fois la lumière parasite éliminée, la durée de vie des atomes piégés ma-
gnétiquement est limitée par les collisions avec le gaz résiduel. C’est pourquoi
la qualité du vide est si cruciale. Au niveau de la cellule, le vide est de l’ordre
de quelques 10−11 mbar. Ceci permet d’obtenir une durée de vie de l’ordre16 de
150 s [Fig. 2.15], largement suffisante pour obtenir un condensat (l’évaporation
dure 27 s).

16La pression étant une donnée fluctuante dans le temps (en fonction de l’heure de la journée,
de la date de la dernière sublimation, etc), la durée de vie est également fluctuante, typiquement
entre 120 et 200 s.
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Fig. 2.15 – Nombre d’atomes restant dans le piège magnétique en fonction du
temps. La décroissance est exponentielle, de temps caractéristique 133 s.

De même, plusieurs mécanismes peuvent engendrer du chauffage (voir la re-
vue [169]). Le taux de chauffage que nous mesurons expérimentalement est de
l’ordre de 0.1µK/s. Des mécanismes susceptibles de correspondre à cet ordre de
grandeur sont les collisions à fort paramètre d’impact en régime diffractif avec
la vapeur de rubidium présente dans la cellule [139, 170] et les collisions avec le
“nuage de Oort” [169]. Ce taux de chauffage n’est pas suffisant pour nous gêner
dans l’obtention d’un condensat.

Fluctuation du nombre d’atomes

La stabilité du nombre d’atomes d’un cycle à l’autre est une qualité essentielle
de nos expériences. Nous avons mesuré des fluctuations coup sur coup du nombre
d’atomes dans le piège magnétique avant évaporation de l’ordre de 5 % (écart-
type).

2.5.5 Évaporation radiofréquence

La dernière étape de notre chemin vers la condensation est l’évaporation ra-
diofréquence. Cette technique a d’abord été utilisée sur l’hydrogène polarisé dans
l’équipe de D. Kleppner [7], et plus tard sur les alcalins [171]. C’est elle qui a
permis d’obtenir la condensation, et l’évaporation, radiofréquence ou non, est
encore aujourd’hui un passage obligé vers la condensation.

Principe

Son principe est simple : enlever de l’échantillon les atomes les plus chauds,
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Fig. 2.16 – (a) Principe de l’évaporation : à la suite d’une collision, un atome
très énergétique s’échappe du piège. (b) Schéma de principe (à une dimension)
du couteau radiofréquence. À trois dimension, la surface de résonance est une
ellipsöıde (cas harmonique).

en tronquant le piège à une hauteur donnée [Fig. 2.16(a)], de manière à dimi-
nuer l’énergie moyenne, et donc la température. En revanche, le fait que cela
permette d’augmenter la densité dans l’espace des phases n’est pas évident. En
effet, la diminution de la température est d’autant plus importante que l’atome
qui s’échappe est très énergétique, mais les atomes sont d’autant moins nom-
breux qu’ils sont énergétiques. Les événements efficaces (un atome très énergé-
tique s’échappe) sont donc rares, et sont en compétition avec les autres sources
de pertes, notamment celles liées aux collisions avec le gaz résiduel.

Les conditions pour que l’évaporation soit efficace sont donc les suivantes :

– Avoir initialement un taux de collision γcoll le plus élevé possible (Eq. 2.48).
C’est en effet à la suite d’une collision qu’un atome peut s’échapper du
piège. C’est aussi grâce aux collisions que l’échantillon se rethermalise.
C’est donc le paramètre le plus pertinent à optimiser, avant ou pendant
l’évaporation [172].

– Avoir la durée de vie τ la plus grande possible.
– Trouver le bon compromis concernant l’énergie de troncature εT = ηkBT .

En effet, plus η est grand, plus le refroidissement est important et lent à la
fois. De plus, εT doit être contrôlée de manière dynamique afin de s’adapter
à la baisse de température, sans quoi l’évaporation ralentirait au cours du
refroidissement.

De nombreuses références traitent de ce problème, par exemple [172,173] (voir
aussi [39] pour une application à notre dispositif expérimental). Nous retiendrons
que l’énergie de troncature est optimisée avec η ' 7. Il existe alors différents
régimes en fonction du produit γcollτ , rapport entre le taux de collisions utiles au
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processus de refroidissement et le taux de pertes néfastes. Si γcollτ est trop faible,
l’évaporation est inefficace, c’est-à-dire que le refroidissement n’est pas suffisant
pour compenser la perte d’atomes, et la densité dans l’espace des phases diminue.
Avec γcollτ plus grand, l’évaporation peut être simplement efficace, c’est-à-dire
que la densité dans l’espace des phases augmente car la température diminue
suffisamment, mais la densité spatiale diminue également, et avec elle le taux
de collisions et donc l’efficacité de l’évaporation. Dans le cas le plus favorable
(γcollτ � 100)17, on a un régime d’emballement : la densité dans l’espace des
phases augmente, et le taux de collision également. L’évaporation est donc de
plus en plus efficace, et permet d’aboutir à la condensation.

Notons qu’expérimentalement, nous sommes profondément dans le régime
d’emballement, puisque γcollτ ' 3000.

Mise en œuvre expérimentale

La troncature du potentiel magnétique est obtenue en appliquant un champ
radiofréquence résonant avec l’écart en énergie entre les sous-niveaux |F =1,mF =−1>
et |F =1,mF =0> [Fig. 2.16(b)]. L’amplitude du champ radiofréquence est choi-
sie élevée de manière à ce que la probabilité de transition lorsqu’un atome atteint
la surface de résonance {U(r) = hνRF} soit quasi-unitaire. De plus, cela engendre
une transition à deux photons vers l’état |F = 1,mF = −1 > permettant d’éjec-
ter rapidement l’atome.

Nous utilisons comme antenne radiofréquence les bobines du PMO (en confi-
guration Helmholtz cette fois, voir [42]), alimentées par un synthétiseur Anritsu
MG3641A, lui-même contrôlé informatiquement par GPIB. En pratique, la rampe
radiofréquence, linéaire par morceaux, démarre à 64 MHz et dure 27 s. Son allure
précise n’est pas critique [39].

2.5.6 Condensation

Nous atteignons la température de condensation vers 5.2 MHz, avec Tc ' 700 nK
et N = 5× 106 atomes. En baissant encore la RF, un pic de plus forte densité
apparâıt au centre du nuage (le condensat), tandis que le pourtour (le nuage ther-
mique) se réduit petit à petit [Fig. 2.17]. Nous obtenons un condensat pur (nuage
thermique non détectable) contenant un million d’atomes pour une valeur de fin
de rampe vers 5.1 MHz. Les fluctuations du nombre d’atomes dans le condensat
ont été mesurées à environ 6 % coup sur coup, mais des fluctuations plus lentes
(sur des temps caractéristiques de l’ordre de l’heure) d’amplitude environ 10 %
sont également souvent présentes.

17Le critère exact dépend de la forme du piège et de la valeur choisi pour η.
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Fig. 2.17 – Transition vers la condensation. Nous avons représenté le cas d’un
nuage thermique proche du seuil de condensation (a), un nuage mixte (b) et un
condensat quasi pur (c). Il s’agit des images expérimentales (densité colonne) de
nuages après 28 ms de temps de vol. La radiofréquence indiquée est la valeur de
la fin de la rampe d’évaporation.

Durée de vie du condensat

La densité pic au sein d’un condensat d’un million d’atomes dans notre piège
est n0 ' 5×1014 (formule 2.26). À une telle densité, le processus de recombinaison
à trois corps devient important. Il s’agit de la rencontre simultanée de trois
atomes : deux d’entre eux se recombinent pour former une molécule, le troisième
emporte l’énergie cinétique nécessaire pour assurer la conservation de l’énergie
du processus global. Les trois atomes sont alors perdus, car le troisième est chaud
et s’évapore.

Le nombre d’atomes évolue alors selon

1

N

dN

dt
= −K3 〈n2〉 . (2.35)

Si le condensat reste dans le régime de Thomas-Fermi, la forme parabolique
du profil de densité permet de calculer 〈n2〉 = 8n2

0/21, ce qui compte tenu de
l’expression de n0 = µ/gcoll, donne [174]

Ṅ = −c3K3N
9/5 avec c3 =

154/5

168π2

(
σ̄2
√
a
)−12/5

. (2.36)
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Fig. 2.18 – Durée de vie d’un condensat dans le piège magnétique. L’ajustement
est réalisé par la formule (2.37). Nous avons tracé en encart N(t)−4/5 et obtenons
bien une variation linéaire, confirmant ainsi que les pertes sont bien dues aux
collisions à trois corps.

Cette équation se résout alors sous la forme

N(t)−4/5 = N
−4/5
0 +

4

5
c3K3 t . (2.37)

Nous avons tracé en figure 2.18 l’évolution du nombre d’atomes d’un conden-
sat en fonction du temps, et nous pouvons vérifier que les données expérimen-
tales s’ajustent bien par la fonction (2.37). En laissant N0 et K3 comme para-
mètre libre, l’ajustement donne K3 = 7.1× 10−30 cm6/s, en très bon accord avec
la valeur K3 = (5.9 ± 1.9) × 10−30 cm6.s−1 du rubidium condensé dans l’état
|F = 1,mF = −1〉 mesurée dans [98].

2.6 Imagerie et analyse des images

La séquence expérimentale s’achève toujours par la prise d’une image. Il existe
plusieurs méthodes pour imager un nuage atomique, et nous renvoyons le lecteur
à la référence [175] pour une revue. La plus utilisée car la plus fiable quantitative-
ment est l’imagerie par absorption, et c’est cette méthode que nous avons utiliser
tout au long de cette thèse. Toutefois, la détection par fluorescence peut égale-
ment être utilisée afin de détecter de très faibles nombres d’atomes, à condition
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de disposer d’une caméra d’une grande efficacité. Cette technique a été implé-
mentée à la fin de cette thèse, et nous la décrirons donc succinctement à la fin
de cette partie.

2.6.1 Imagerie par absorption

Le principe est d’illuminer le nuage atomique avec un laser (dit “sonde”)
proche de la résonance et de collecter la lumière restante après la traversée du
nuage. Par comparaison avec une image de référence, on mesure ainsi l’absorp-
tion due au nuage atomique, directement proportionnelle à la densité colonne,
c’est-à-dire la densité atomique intégrée selon l’axe de propagation du faisceau
sonde. Notons qu’en plus de l’absorption, le faisceau subit également un dépha-
sage s’il n’est pas parfaitement à résonance.

Plus quantitativement, l’absorption peut être simplement décrite par une loi
de type Beer-Lambert à la condition que l’intensité I0(y, z) du faisceau inci-
dent (se propageant selon x) soit petite devant l’intensité de saturation Isat =
1.67 mW/cm2. Dans ce cas, en notant IT(y, z) l’intensité transmise et n(x, y, z)
la densité du nuage atomique, on a :

IT(y, z) = I0(y, z) exp

(
−σ(δ)

∫
n(x, y, z) dx

)
. (2.38)

Dans cette expression σ est la section efficace d’absorption, qui dépend du désac-
cord δ par rapport à la transition considérée, F = 2 → F ′ = 3 dans notre cas
(voir §A.2) :

σ(δ) =
σ0

1 + 4δ2/Γ2
(2.39)

où σ0 = C × 3λ2/2π est la section efficace à résonance. Le coefficient C est un
facteur correctif prenant en compte la structure multi-niveaux de d’atome. Sans
faire d’hypothèse sur la polarisation des atomes (mal connue après la coupure du
piège magnétique et le temps de vol) et sachant que la sonde est polarisée linéai-
rement, on ne peut que borner ce facteur correctif à l’intervalle [1/3, 3/5], ce qui
est très peu précis. Néanmoins, une hypothèse raisonnable consiste à supposer
que les atomes n’ont pas de polarisation privilégiée après temps de vol. On peut
alors prendre la moyenne des coefficients de branchement des différentes transi-
tions, et ainsi évaluer C = 7/15 [41]. Une vérification expérimentale est cependant
nécessaire et peut être effectuée en faisant l’image d’un condensat (§2.6.3).

Concrètement, l’intensité sonde est de l’ordre de 100 µW/cm2, soit inférieure
à Isat/10. De plus, afin de tenir compte de l’inhomogénéité spatiale du faisceau
(gaussien), chaque image avec atomes est accompagnée d’une autre image servant
de référence, prise quelques millisecondes plus tard (70 ms) sans atomes. La
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Fig. 2.19 – Absorption en fonction du désaccord de la sonde. L’ajustement lo-
rentzien (Eq. 2.39) donne Γ = 6.3 MHz, soit légèrement plus que la largeur de la
transition atomique.

densité colonne ρ(y, z) est ainsi déterminée simplement par la division des deux
images :

ρ(y, z) =
1

σ(δ)
ln

(
Iref(y, z)

Iat(y, z)

)
. (2.40)

Toutes les images expérimentales présentées dans ce manuscrit sont ainsi des re-
présentations bidimensionnelles, en niveaux de gris ou fausses couleurs, de ρ(y, z).
La durée de l’impulsion sonde est en général de 50 µs, ce qui est assez long pour
intégrer un signal suffisant avec la caméra, et assez court pour pouvoir négliger
toute dynamique pendant la prise d’image (déplacement du nuage et diffusion des
atomes due aux photons) [175]. La plupart des images sont prises à résonance.

2.6.2 Système optique

Les images sont enregistrées par une caméra CCD (modèle Pixelfly QE de
chez PCO Imaging) ayant une dynamique de 12 bits (4096 niveaux de gris), dont
2 de bruit, et une efficacité quantique d’environ 35 % à 780 nm. La matrice est
constituée de 1390× 1024 pixels de taille 6.45× 6.45 µm2. Afin d’alléger le poids
informatique des images, nous effectuons la plupart du temps un binning des
pixels, ce qui multiplie leur taille par 2 (leur surface par 4).

Le nuage atomique est imagé sur la caméra via un système optique de trans-
port d’image, constitué de deux objectifs de Clairaut en configuration f ′−2f ′−f ′
[Fig. 2.20]. L’avantage de cette configuration afocale est que son grandissement
vaut 1 même si le nuage atomique n’est pas précisément au foyer de la première
lentille. Les Clairauts sont corrigés de l’aberration sphérique mais présentent de
fortes aberrations de champ (coma, astigmatisme). Aussi l’ensemble du banc de
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Fig. 2.20 – Schéma de principe du système optique utilisé pour l’imagerie par
absorption. Les deux objectifs, de focales f ′ = 120 mm, sont en configuration
afocale.

l’imagerie est-il fixé à une platine de translation 2 axes permettant de régler l’axe
du système sur les atomes.

Lorsque nous avons besoin d’une plus grande résolution, nous utilisons un
objectif de microscope×4 (le grandissement mesuré est de 4.1) en plus du système
de transport d’image. La taille effective des pixels binnés est alors de 3.15 µm.
Sauf indication contraire, toutes les images expérimentales présentes dans ce
manuscrit ont été prises dans cette configuration.

L’ouverture numérique de l’ensemble du système est de 0.1, ce qui limite
la résolution optique à environ 5 µm (rayon de la tache d’Airy correspondant à
l’ouverture). Atteindre cette résolution impose, en plus d’être sur l’axe optique, de
régler précisément la mise au point sur les atomes. Pour ce faire, il est nécessaire
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Fig. 2.21 – Réponse percussionnelle de l’imagerie selon la direction y. L’objet
utilisé comme point source est un nuage atomique très froid et allongé dans la
direction z (voir le chapitre 4 sur la pince optique). Le tracé continu est une
interpolation numérique, pour guider l’œil.
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de disposer d’un objet le plus petit possible, mais pas trop dense (pour éviter les
phénomènes de réfraction). Nous utilisons donc un laser à atomes collimaté ou un
nuage très froid allongé dans la pince optique, et les images de ces objets très fins
correspondent alors à la réponse percussionnelle de l’imagerie. Un tel exemple de
mesure est présenté en figure 2.21. Le résultat n’est pas vraiment compatible avec
la résolution attendue si le système optique était parfait. L’aberration sphérique
des doublets n’est en réalité pas négligeable et limite la résolution à 8 µm environ
(distance entre le centre de la tache de la figure 2.21 et son premier zéro).

2.6.3 Analyse des images

La plupart de nos images ne sont pas prises in situ mais après la coupure
brutale du piège et un temps de vol pendant lequel les nuages s’étendent, sous
l’effet de leur énergie cinétique initiale dans le cas d’un gaz thermique (§2.6.3.1),
ou des interactions répulsives entre atomes dans le cas d’un condensat (§2.6.3.2).
Il est donc nécessaire de relier les paramètres physiques pertinents (température,
densité, potentiel chimique, etc) aux grandeurs mesurées après expansion.

2.6.3.1 Expansion d’un nuage thermique avec T � Tc

Le nuage est alors bien décrit par la statistique de Maxwell-Boltzmann. Sa
distribution en vitesse est donc une gaussienne dont la largeur r.m.s.,

∆vi =

√
kBT

m
, (2.41)

est la même selon chaque axe i = x, y, z et ne dépend que de la température. En
revanche, la distribution en densité initiale dans le piège,

n(x, y, z) = n0 e
−U(x,y,z)/kBT , (2.42)

dépend de la forme du piège, et n’est gaussienne que lorsque le piège peut être
approximé par un potentiel harmonique (cas où le nuage a une extension faible,
c’est-à-dire une température basse). Sa largeur r.m.s. peut néanmoins être calcu-
lée numériquement pour toute température en utilisant l’expression du potentiel
donnée par les équations (2.31) et (2.32). Dans le cas harmonique elle s’écrit

σi(0) =

√
kBT

mω2
i

. (2.43)

Après un temps de vol du durée tv, la distribution en position des atomes est
élargie de ∆v2t2v, donc

σi(tv) =
√
σ2

i (0) + kBT
m
t2v dans le cas général, (2.44)

= σi(0)
√

1 + ω2
i t

2
v dans le cas harmonique. (2.45)
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En pratique, nous choisissons des temps de vol suffisamment longs pour que la
largeur initiale soit très faible devant l’élargissement dû à la température18. Par
conséquent, nous pouvons utiliser un ajustement gaussien du profil de densité
pour déterminer σi(tv). Remarquons que l’équation (2.44) est valable quelque
soit le piège initial. C’est ainsi en mesurant la taille r.m.s. du nuage en fonction
du temps de vol que l’on détermine la température dans un PMO par exemple.

Un ajustement gaussien permet donc de déterminer le nombre d’atomes (par
intégration) et la température. Les autres paramètres pertinents s’en déduisent
alors facilement. La densité au centre du piège s’obtient par normalisation de la
distribution de densité (2.42). Dans le cas harmonique, on a

n0 = Nω̄3

(
m

2πkBT

)3/2

, (2.46)

avec ω̄3 = ωxωyωz, et la densité moyenne n̄ vaut n0/
√

8.
De la connaissance de la température, on peut également déduire la vitesse

thermique moyenne,

v̄ =

√
8kBT

πm
, (2.47)

ce qui donne finalement le taux de collisions,

γcoll = nσcollv̄
√

2. (2.48)

Dans cette expression19, le
√

2 provient du fait que c’est la vitesse moyenne
relative entre atomes qui importe [172] et σcoll est la section efficace de collision.
À basse température20, σcoll = 8πa2.

2.6.3.2 Expansion d’un condensat pur

Un condensat est pur à température nulle. En pratique, nous parlons de
condensat pur lorsque la fraction thermique est indétectable expérimentalement
(T � Tc). Le profil de densité in situ est alors parabolique (approximation de
Thomas-Fermi, cf. §2.1.2.3), de rayon toutefois trop petit pour être correctement
résolu. Dans les directions transverses (y, z) il est typiquement de 3 µm.

On fait donc subir au condensat un temps de vol. On peut montrer [176,
177] que le profil de densité d’un condensat en expansion est juste modifié par

18Ceci n’est vrai que dans le plan transverse, mais c’est justement celui qu’on regarde.
19L’équation (2.48) permet de calculer le taux de collision moyen (n → n̄) et au centre

(n→ n0).
20L’expression donnée n’est valable qu’à basse température. En plus grande généralité, on

pourra utiliser la formule σcoll = 8πa2/(1 + k2a2), où k est le vecteur d’onde de la particule
réduite, dont la valeur moyenne est reliée à la température de l’échantillon.
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un facteur d’échelle bi(t) et conserve sa forme initiale parabolique. Ces facteurs
d’échelle ont été calculés analytiquement dans le cas d’un piège isotrope [177] ou
au contraire très anisotrope [176]. C’est ce dernier cas qui nous intéresse, puisque

ε =
ωx

ωy,z

' 8.2/280 � 1. (2.49)

En posant τ = ωy,ztv, les facteurs d’échelle s’expriment de la manière suivante :

by,z =
√

1 + τ 2 , (2.50)

bx = 1 + ε2
(
τ arctan(τ)− ln

(√
1 + τ 2

))
. (2.51)

Contrairement au cas thermique, l’expansion est cette fois anisotrope, et l’ellipti-
cité du nuage s’inverse au cours de l’expansion, puisque c’est dans la direction la
plus confinante que l’expansion est la plus rapide21. Dans notre cas expérimental
d’un condensat dans le piège magnétique, l’imagerie se trouve selon l’axe long du
condensat, nous ne voyons donc que les directions transverses.

L’intégration de la densité atomique après expansion selon l’axe x donne lieu
à la densité colonne

ρ(y, z, tv) =
5N

2πRy(tv)Rz(tv)

(
max

[
1−

(
y

Ry(tv)

)2

−
(

z

Rz(tv)

)2

, 0

])3/2

,

(2.52)
avec Ri(tv) = Ri bi(tv). L’ajustement de l’image par la formule (2.52) permet de
déterminer le nombre d’atomes et les rayons de Thomas-Fermi. Tous les para-
mètres du condensat sont alors connus, par exemple le potentiel chimique s’ex-
prime

µ =
~ω̄
2

(
15Na

σ̄

)2/5

=
1

2
mω2

iR
2
i , (2.53)

avec σ̄ =
√

~/mω̄, et la densité au centre

n0 =
15N

8πRxRyRz

. (2.54)

La densité moyenne vaut cette fois n̄ = 4n0/7.

Remarquons que les rayons de Thomas-Fermi et le nombre d’atomes conden-
sés, obtenus par l’ajustement avec l’équation (2.52), ne sont en réalité pas indé-
pendants, comme on peut le voir sur la relation (2.53). La vérification de leur

21Cet effet n’est pas une signature directe de la condensation mais est juste dû au régime
hydrodynamique (γcoll > ωy,z) [178]. En pratique toutefois, les paramètres expérimentaux sont
tels que cela va ensemble.
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cohérence permet de valider l’ajustement et par là le fait qu’on a bien affaire à
un condensat pur. En effet, lorsqu’un nuage thermique est présent, l’ajustement
a tendance à surestimer le rayon du nuage.

Cette propriété permet également de vérifier que le facteur correctif C évoqué
plus haut (§2.6.1) est en bonne approximation égal à 7/15. Remarquons toute-
fois que cette méthode n’est pas très précise, puisque le rayon de Thomas-Fermi
varie comme N1/5. Le nombre d’atomes n’est donc pas connu avec une grande
précision22. Cela est toutefois suffisant pour les expériences présentées dans ce
manuscrit.

Au final, nous pouvons résumer les paramètres typiques des condensats ob-
tenus :

– N = 106 atomes,
– n0 = 4.8× 1014 atomes/cm3,
– Rx = 110 µm,
– Ry,z = 3.3 µm,
– µ/h = 3.7 kHz.

Signalons que lorsque l’expérience est particulièrement bien optimisée, le
nombre d’atomes peut être plus grand, jusqu’à ∼ 2× 106. La mesure du nombre
d’atomes est alors problématique, car le nuage reste très dense, même après temps
de vol, et la partie transmise de la sonde est alors indétectable : l’absorption sa-
ture. On peut dans ce cas désaccorder la sonde loin de la résonance [179].

2.6.3.3 Cas d’un nuage au voisinage de Tc

Lorsque le nuage est proche de la dégénérescence, la statistique quantique
doit être prise en compte. La distribution de densité dans le piège est alors
donnée par l’équation (2.11). L’intégration selon la direction x donne une densité
colonne [175]

ρ(y, z, 0) =
1

Λ3
T

g2

[
exp

(
µ

kBT
− y2

2σy(0)
− z2

2σz(0)

)]
, (2.55)

où µ est le potentiel chimique. Le temps de vol tv modifie ensuite la distribution
spatiale selon les mêmes lois d’échelle que pour un gaz thermique loin de la dé-

22Une autre propriété permet de calibrer le nombre d’atomes : la détermination de la tem-
pérature critique Tc, par une mesure de la fraction condensée en fonction de la température
(Eq. 2.10 et correction due aux interactions [145]). Cette méthode est un peu plus précise car
la température critique varie comme N1/3.
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Fig. 2.22 – Transition vers la condensation. Nous avons représenté le cas d’un
nuage thermique proche du seuil de condensation (a), un nuage mixte (b) et un
condensat quasi pur (c). Il s’agit de coupes selon l’axe z des images expérimentales
(densité colonne) de nuages après un temps de vol de 28 ms. La radiofréquence
indiquée est la valeur de la fin de la rampe d’évaporation. Les ajustements des
atomes thermiques sont réalisés avec la fonction de Bose g2 (Eq. 2.55) et ceux
des parties condensés par une parabole inversée, tronquée et intégrée (Eq. 2.52).
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générescence23 (Eq. 2.45).

L’ajustement par la fonction de Bose est nécessaire au voisinage de Tc. Lors-
qu’on atteint des températures plus basses, un pic de densité de forme parabolique
apparâıt alors au centre du nuage : c’est le condensat, dont la forme est dominée
par les interactions (régime de Thomas-Fermi). L’apparition d’une telle structure
bi-modale est la signature claire de la condensation de Bose-Einstein.

L’ajustement du nuage mixte procède alors en deux temps. Nous excluons
d’abord la zone centrale et ajustons uniquement les ailes par la fonction de Bose
(2.55), ce qui permet de déterminer le nombre d’atomes et la température du
nuage thermique. Nous retranchons alors le nuage thermique et ajustons le ré-
sidu avec un profil de Thomas-Fermi (2.52), afin cette fois de caractériser la
partie condensée. La figure 2.22 montre l’évolution du profil atomique, lorsque la
température diminue, d’un nuage thermique à un condensat pur.

2.6.4 Imagerie par fluorescence

Le rapport signal à bruit de notre système d’imagerie par absorption n’est pas
limité par le bruit de la caméra, mais par le bruit de notre faisceau sonde. Si les
variations globales d’intensité n’ont pas de conséquence (elles se traduisent par
une constante, non prise en compte, dans le profil de densité atomique calculé),
le bruit à l’intérieur du faisceau se traduit par un bruit sur l’image finale. Dans
notre situation expérimentale, ce bruit est bien au-delà du bruit de photon, mal-
gré nos efforts pour soigner le montage. Les instabilités mécaniques du faisceau
posent également problème, car si le faisceau se décale légèrement entre les deux
images (la première sans atome, la deuxième avec atomes), cela revient à rajouter
un bruit supplémentaire. De plus, dans ce cas, les structures présentes dans le
profil d’intensité du faisceau, telles que des franges ou des petits anneaux24, ne
disparaissent pas totalement lors de la division d’images.

Afin de s’affranchir de ces bruits liés à la sonde, on peut avoir intérêt à faire de
l’imagerie par fluorescence. Notamment, si l’on dispose d’une caméra de grande
efficacité, on pourra, à condition d’éviter soigneusement toute lumière parasite,
détecter de très faibles nombres d’atomes. Dans ce but, nous avons acquis une
caméra amplifiée EMCCD25 (modèle C9100 de Hamamatsu), dont l’efficacité
quantique vaut 0.45 à 780 nm, et dont le signal détecté par chaque pixel est
amplifié, avec un gain pouvant être choisi entre 6 et 2000. L’avantage de cette

23On néglige dans cette discussion les éventuels effets des collisions, notamment hydrodyna-
miques, qui peuvent légèrement modifier l’expansion (en la rendant anisotrope par exemple).
Voir la thèse de F. Gerbier pour une discussion de ces effets [87].

24Ceux-ci sont dus au rubidium déposé sur les parois de la cellule. Cela forme des points
noirs, qui ne sont pas au plan objet de l’imagerie, et dont l’image constitue donc des anneaux.

25Electron Multiplier Charge Couple Device.
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amplification est que le bruit d’obscurité de la caméra augmente bien moins vite
que le gain, et peut donc devenir négligeable. Il reste, bien sûr, à diminuer le
plus possible toute lumière parasite, dont le bruit correspondant est également
amplifié.

Plus précisément, en utilisant le gain maximum, le bruit de la caméra (bruit
de lecture équivalent avant amplification) est inférieur à un électron, ce qui cor-
respond donc à environ deux photons. Nous éclairons les atomes avec les faisceaux
pièges, ramenés à résonance, et nous disposons donc d’assez de puissance pour
saturer la transition. Pendant une impulsion de durée tfluo, le nombre de photons
diffusés par atomes est donc de l’ordre de Γtfluo/2, soit de l’ordre de 1000 photons
pour une impulsion de 50 µs. Avec une ouverture numérique ON = 0.15, nous
en collectons une fraction ' ON2 ∼ 0.02, soit environ 20 photons par atomes,
c’est-à-dire 10 effectivement détectés. Nous voyons donc que le bruit de la ca-
méra n’est pas limitant, même jusqu’à la détection d’un atome par pixel (nous
supposons que l’image d’un atome ne s’étale pas sur plusieurs pixels).

Enfin, le caractère incohérent de l’imagerie par fluorescence supprime les
franges qui apparaissent souvent sur les images par absorption, à cause des ré-
flexions parasites sur les faces de la cellule [Fig. 2.23].

 

(a) (b)

Fig. 2.23 – Comparaison de deux images de nuages atomiques (contenant 2×108

atomes, avant évaporation) prises en absorption (a) et en fluorescence (b). Les
franges parasites ne sont pas présentes dans l’image par fluorescence.

2.7 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté le dispositif expérimental permettant
d’obtenir un condensat de Bose-Einstein, ainsi que la manière de caractériser
les nuages atomiques ainsi produits. Ce dispositif nous permet d’obtenir des
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condensats d’environ un million d’atomes de manière stable et répétable, en un
cycle d’une quarantaine de secondes.

Nous allons pouvoir ensuite utiliser ce condensat comme source cohérente
pour des expériences d’optique atomique, en produisant des lasers à atomes.

Fig. 2.24 – Vue générale du dispositif expérimental. La partie source (four) est
hors du champ, à gauche. Le banc laser est caché sous les cartons noirs.



C H A P I T R E 3

Lasers à atomes à extraction
gravitationnelle

Une fois l’obtention d’un condensat acquise, nous souhaitons l’utiliser comme
source cohérente d’atomes, c’est-à-dire produire un laser à atomes. Nous avons
pour cela mis en œuvre la méthode la plus simple, à savoir le couplage radiofré-
quence (RF) [34]. Une fraction des atomes est couplée vers un état insensible au
champ magnétique et subit alors l’accélération de la gravité, créant ainsi un jet
continu d’atomes issu du condensat et se propageant ensuite vers le bas. Nous
allons décrire dans ce chapitre la réalisation de tels lasers à atomes.

Nous présentons dans un premier temps quelques éléments théoriques permet-
tant de traiter ces lasers ainsi que le couplage RF (§3.1). Nous présentons ensuite
leur réalisation expérimentale (§3.2). Ce sera également l’occasion de présenter
les mesures des fluctuations du biais magnétique (§3.2.2), et de discuter d’une
expérience de battements entre lasers à atomes issus du même condensat (§3.2.3).
Enfin, nous rapportons nos études sur le mode transverse du laser à atomes (§3.3),
et particulièrement sur l’effet important que peuvent avoir les interactions avec
le condensat sur la qualité du faisceau. Nous serons pour cela amenés à définir le
facteur de qualité M2 du laser à atomes, en utilisant la profonde analogie avec
les lasers photoniques.

3.1 Description théorique

La réalisation d’un laser à atomes nécessite, outre un condensat, un coupleur
de sortie. Il s’agit donc d’autoriser des atomes à sortir du piège magnétique.
Nous utilisons pour cela la même technique qu’à l’étape d’évaporation (§2.5.5),
c’est-à-dire un champ radiofréquence induisant une transition entre l’état piégé
|F = 1,mF = −1〉 et l’état non piégé |F = 1,mF = 0〉. Cette fois cependant, la
fréquence du champ est telle que le couplage a lieu dans le condensat (CBE), et
son amplitude est choisie beaucoup plus faible, de manière à ce que la probabi-
lité de transition soit petite, permettant ainsi l’obtention d’un faible flux continu
d’atomes issus du condensat. Nous allons dans cette partie préciser ces deux
notions : position et amplitude du couplage. Cela passe par une description théo-
rique succincte du système {CBE + laser + RF}. On trouvera des présentations
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plus complètes ou alternatives dans [40,41,87].

3.1.1 Équations de Gross-Pitaevskii couplées

Le système est décrit par trois équations de Gross-Pitaevskii couplées, une
pour chaque sous-niveau magnétique mF = −1, 0, 1. Dans le cas le plus général,
elles s’écrivent

i~
∂ΨmF

∂t
=

− ~2

2m
∆ + VmF

(r) +
∑
mF ′

gcoll(mF ,mF ′) |ΨmF ′ |2
 ΨmF

+
∑
mF ′

W
mF ,mF ′
rf ΨmF ′ .

(3.1)

Dans cette expression, il est nécessaire d’expliciter les termes W
mF ,mF ′
rf de cou-

plage RF et les potentiels VmF
appliqués aux atomes. Nous verrons ensuite qu’un

certain nombre d’approximations sont heureusement possibles.

Termes de couplage

Le hamiltonien de couplage est donné par Ŵrf = −µ ·Brf où µ est le moment
magnétique de l’atome, et Brf = Brf cos(ωrft)ey est le champ radiofréquence
rayonné par l’antenne, perpendiculaire à l’axe de polarisation des atomes. En
négligeant la variation spatiale du champ (la longueur d’onde correspondante est
très grande devant la dimension du condensat) et la variation de l’orientation
du spin atomique le long du nuage, l’hamiltonien de couplage dans la base des
|F,mF 〉 s’écrit

Ŵrf = −~Ωrf cos(ωrft)

 0 1 0
1 0 1
0 1 0

 , (3.2)

où Ωrf est la fréquence de Rabi, reliée à l’amplitude du champ magnétique par

~Ωrf =
|gF |µBBrf√

2
. (3.3)

En se plaçant dans le référentiel du champ tournant et en négligeant la partie
anti-résonante, le terme en cos(ωrft) est remplacé par 1/2. Ainsi, les termes non
nuls, ceux pour lesquels |mF − mF ′| = 1, intervenant dans les équations (3.1)
s’écrivent simplement

Wrf =
~Ωrf

2
=
µBBrf

4
√

2
. (3.4)
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Potentiels

Les potentiels VmF
incluent la gravité −mg y et le potentiel magnétique,

qui dépend de l’état mF considéré. Nous avons vu son expression au chapitre 2
(Eq. 2.31) mais nous nous sommes limités au premier ordre en champ, celui-ci
étant largement prépondérant pour les états de mF non nul. En revanche, il est
nécessaire de tenir compte du second ordre pour l’étatmF = 0. Le développement
au second ordre de la formule de Breit-Rabi [180] donne pour l’état F = 1

U = gF mF µB B −
(

1− m2
F

4

)
µ2

B B
2

~ωhf

, (3.5)

où ωhf/2π = 6.8 GHz est l’écart hyperfin entre les niveaux F = 1 et F = 2 de la
multiplicité fondamentale. En utilisant l’expression (2.32) du champ magnétique,
on trouve pour l’état mF = 0 le potentiel Zeeman quadratique

Uzq = −µ
2
BB

2
0

~ωhf

− 1

2
m(ω2

zq,xx
2 + ω2

zq,yy
2 + ω2

zq,zz
2) , (3.6)

avec pour toute direction i = x, y, z,

ωzq,i = 2ωi

√
µBB0

~ωhf

, (3.7)

où les ωi sont les fréquences de piégeage de l’étatmF = −1 définies au paragraphe
2.5.1. On peut remarquer que le terme sous la racine a un numérateur de l’ordre
de quelques megahertz alors que son dénominateur est de l’ordre de quelques
gigahertz. On peut donc bien négliger cet effet Zeeman du second ordre pour
les états mF = ±1. Étant donné les temps de chute typiques utilisés dans nos
expériences de laser à atomes (∼ 10−15 ms), on peut également le négliger pour
la direction du dipôle x, la fréquence correspondante étant inférieure au hertz.
Nous noterons donc simplement ωzq la courbure du potentiel Zeeman quadratique
dans les directions transverses y, z. En utilisant la formule approchée (2.34), on
peut réécrire son expression,

ωzq = µBb
′
√

2

m~ωhf

, (3.8)

et constater qu’elle ne dépend en fait que du gradient b′ du champ magnétique, et
pas du biais. Dans la configuration usuelle de piège comprimé utilisée pour pro-
duire le condensat et la plupart des lasers à atomes de ce chapitre, la fréquence
correspondante est ωzq/2π = 21 Hz.



74 Chap 3 - Lasers à atomes à extraction gravitationnelle

y (mm)

VmF
/h

(MHz)

-0.5 0 0.5 1

-10

-5

0

5

10

15

V1

V-1

V0

Fig. 3.1 – Potentiels s’appliquant aux différents sous-états magnétiques.

Finalement, les différents potentiels s’écrivent

V−1(x, y, z) =
µBB0

2
+

1

2
m (ω2

xx
2 + ω2

yy
2 + ω2

zz
2)−mg y , (3.9)

V0(x, y, z) = −1

2
mω2

zq (y2 + z2)−mg y , (3.10)

V1(x, y, z) = −µBB0

2
− 1

2
m (ω2

xx
2 + ω2

yy
2 + ω2

zz
2)−mg y . (3.11)

Dans cette expression, nous avons négligé le terme constant de l’équation (3.6)
devant les termes constants ±µBB0/2 intervenant dans le potentiel des autres
états. Nous choisissons l’origine des trois coordonnées au centre magnétique, ce
qui détermine également l’origine des énergies. Nous rappelons que l’axe y est
orienté vers le bas. Enfin, remarquons que l’effet de la gravité est de décaler le
minimum (maximum) du potentiel magnétique de l’état mF = −1 (mF = 1
ou mF = 0), sans changer sa courbure. Ce décalage, appelé “sag”, vaut, pour
mF = ±1, ∓g/ω2

y . Le condensat est donc centré en y0 = 3.2 µm [Fig. 3.2]. De
même, le maximum du potentiel de V0 est décalé de g/ω2

zq = −540 µm. Bien sûr,
au voisinage de y = 0, le potentiel V0 est linéaire de pente mg. Les potentiels
sont représentés en figure 3.1.
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3.1.2 Approximations

Les équations de Gross-Pitaevskii (3.1) permettent de décrire le système
{CBE + laser + RF} et de le simuler numériquement par exemple. Néanmoins,
une telle simulation n’est pas nécessaire dans la plupart des cas, car un grand
nombre de simplifications sont possibles.

– La longueur de diffusion du rubidium 87 ne dépend pratiquement pas de
la polarisation atomique (a = 5.3 nm). Dans la suite, nous écrirons donc
simplement gcoll = 4π~2a/m, indépendamment de mF .

– Nous utilisons une amplitude radiofréquence suffisamment faible pour que
la probabilité d’une transition à deux photons soit négligeable. L’étatmF =1
n’est donc pas peuplé, et nous le négligerons dans toute la suite. Pour sim-
plifier la lecture, nous appellerons ΨCBE et Ψlaser les fonctions d’onde des
deux autres états, respectivement mF = −1 et mF = 0.

– De plus, la faible amplitude du champ RF entrâıne également une faible
probabilité de couplage. Nous reviendrons sur ce critère dans la suite. Cela
entrâıne deux simplifications supplémentaires.
– On peut considérer que le condensat se vide très peu. Il reste donc à

l’équilibre, et on négligera donc l’effet du couplage sur la fonction d’onde
du condensat.

– À l’inverse, le laser est peu peuplé. Il n’est de plus pas confiné, mais au
contraire dilaté par l’accélération de la gravité. La densité du faisceau
est donc faible, et on négligera le terme d’interaction gcoll|Ψlaser|2.

– Enfin, nous décrirons le condensat dans l’approximation de Thomas-Fermi
(§2.1.2.3).

Avec ces approximations, le condensat est décrit simplement, et le laser vérifie
l’équation de Schrödinger dépendante du temps

i~
∂Ψlaser

∂t
=

[
− ~2

2m
∆ + Vlaser(r)

]
Ψlaser +WrfΨCBE (3.12)

où le terme d’interaction avec le condensat peut être considéré comme un simple
potentiel statique, la densité du condensat étant en régime stationnaire. Ainsi

Vlaser(r) = V0(r) + gcoll |ΨCBE(r)|2 . (3.13)

Les potentiels VCBE = V−1 et Vlaser sont représentés (à une dimension) sur la
figure 3.2.

Étant ramené à une équation de Schrödinger linéaire, on peut décomposer
la fonction d’onde du laser sur la base des états propres, qui dans notre cas
forment un continuum, le laser n’étant en effet pas confiné, puisqu’il se propage
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Fig. 3.2 – Potentiels subis par les atomes du condensat VCBE et du laser à atomes
Vlaser. L’écart dû au biais (∼ 5 MHz) a été réduit d’un facteur 100. A l’échelle de
cette représentation, l’effet Zeeman quadratique est négligeable.

verticalement, principalement sous l’effet de la gravité. On a donc

|Ψlaser〉 =

∫
E

γE(t) |ΨE〉 e−iE/~ , (3.14)

où les |ΨE〉 sont les fonctions propres du continuum vérifiant l’équation de Schrö-
dinger indépendante du temps[

− ~2

2m
∆ + Vlaser(r)

]
|ΨE〉 = E |ΨE〉 . (3.15)

Les éléments de matrice du couplage s’écrivent finalement

〈ΨCBE|Ŵrf |ΨE〉 =
~Ωrf

2

∫
ΨCBE(r) ΨE(r) dr . (3.16)

Il est donc nécessaire de connâıtre les fonctions d’onde du continuum afin de
calculer cette intégrale de recouvrement.

3.1.3 Fonction d’onde du laser

Pour les calculer, on va opérer une simplification supplémentaire, consistant
à ne considérer que la gravité comme potentiel subit par l’état mF = 0. Cela
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consiste principalement à négliger la courbure due au champ moyen du conden-
sat, l’effet Zeeman étant effectivement très négligeable à l’échelle de la zone de
couplage. Nous reviendrons sur cette hypothèse dans la suite.

Dans ce cas, les trois dimensions de l’espace sont découplées, et la fonction
d’onde du laser est le produit de deux ondes planes dans les directions transverses
x, z et d’une fonction φE solution de l’équation différentielle

− ~2

2m

d2φE

dy2
−mgy φE = EφE , (3.17)

que l’on peut réécrire sous la forme

d2φE

dy2
+
y − yE

l3
φE = 0 , (3.18)

avec

yE = − E

mg
, (3.19)

l = 3

√
~2

2m2g
' 0.3µm . (3.20)

Les deux solutions linéairement indépendantes de cette équation différentielle
sont connues et sont les fonctions d’Airy de première et seconde espèce Ai et
Bi [181]. La combinaison linéaire correspondant à une onde propagative vers les
y croissant (condition d’onde sortante) s’écrit

φE(y) ∝ Ai

(
−y − yE

l

)
− iBi

(
−y − yE

l

)
. (3.21)

Ces deux fonctions et le module de Ai−iBi sont représentés en figure 3.3. On
observe que la fonction d’onde φE est oscillante dans la partie y > yE. Plus
précisément, dans cette zone, la fréquence des oscillations évolue comme

√
y et

le carré de l’amplitude (la densité) évolue comme 1/
√
y. Ces comportements se

comprennent très bien physiquement. La partie oscillante correspond à une onde
dont la fréquence augmente et l’amplitude diminue suite à l’accélération de la
gravité.

On observe également une forte divergence de la partie imaginaire de φE, c’est-
à-dire Bi, dans la partie y < yE. En fait, Bi est non normalisable, et lorsqu’on
cherche à calculer le taux de couplage, par exemple, on prendra plutôt la solution
stationnaire au lieu de la solution propagative, c’est-à-dire qu’on introduit une
bôıte fictive qui annule la fonction d’onde sur ses parois (on fait tendre la taille
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Fig. 3.3 – Fonctions d’Airy Ai(−x) (trait continu) et Bi(−x) (tireté). Nous avons
tracé en pointillé le module de Ai−iBi.

de la bôıte vers l’infini à la fin du calcul). Alors la fonction d’onde du laser à
atomes s’écrit

φE(y) =
A√
l
Ai

(
−y − yE

l

)
, (3.22)

où A est un facteur de normalisation sans dimension.
Dans la partie y < yE, la fonction φE décrôıt de manière exponentielle. Cette

décroissance correspond à la zone classiquement interdite, puisque correspondant
à une énergie gravitationnelle −mg y supérieure à E. Au voisinage de yE, la
fonction d’onde comporte un lobe étroit de largeur ∼ l, et enfin oscille rapidement
du côté y > yE.

Cette allure confère à la fonction d’Airy une propriété essentielle : lorsqu’on
calcule son intégrale de recouvrement avec une fonction beaucoup plus large de-
vant la taille caractéristique l, ce qui est le cas de la fonction d’onde du conden-
sat, la fonction d’Airy peut être approximée par un δ de Dirac centré en yE. Cela
signifie que l’élément de matrice (3.16) est simplement proportionnel à ΨCBE(yE).

D’un point de vue plus physique, cela signifie que le couplage est localisé au
voisinage de yE. Cette position est le point dont l’énergie potentielle correspond
à l’énergie totale. C’est donc le point de rebroussement classique, où la vitesse
est nulle et donc la densité maximale. Cette position du couplage est donc une
simple conséquence de la conservation de l’énergie

E = ECBE − hνrf (3.23)

et de l’impulsion au cours du couplage, l’impulsion initiale et celle du photon RF
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étant négligeables. On pourra donc retenir que changer la valeur de νrf permet
de contrôler la hauteur d’extraction yE du laser au sein du condensat (équations
3.19 et 3.23).

L’approximation consistant à remplacer la fonction d’Airy par un Dirac dans
(3.16) correspond donc à une approximation semi-classique, puisqu’elle néglige
l’incertitude en position de la zone de couplage, de l’ordre de l. Ceci n’est justifié
que lorsque la densité du condensat ne varie pas significativement à l’échelle de
l, ce qui est le cas dans notre expérience, car l� Ry, excepté lorsque le couplage
s’effectue très près du bord du condensat.

3.1.4 Taux de couplage

Le calcul du taux de couplage s’effectue ensuite par application de la règle
d’or de Fermi [182],

Γ =
2π

~
|〈ΨCBE|Ŵrf |ΨE〉|2ρ(E) . (3.24)

On trouvera dans la référence [183] le calcul du coefficient de normalisation A de
l’équation (3.22) et de la densité d’état ρ(E). Au final, on obtient l’expression
suivante,

Γ(E) =
π~Ω2

rf

2mg

∫
|ΨCBE(x, yE, z)|2 dx dz

=
π~Ω2

rf

2mg

15

16Ry

[
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(
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Ry

)2

, 0

)]2

=
15π

16

~Ω2
rf

∆

[
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(
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)2

, 0

)]2

,

(3.25)

où ∆ = 2mgRy ' h× 14 kHz est la largeur spectrale du continuum, c’est-à-dire
la largeur de la gamme d’énergies pour lesquelles un couplage est possible. Dans
cette expression, la fonction d’onde du condensat doit être normalisée à 1 et non
à N afin d’obtenir un taux de couplage Γ et non un flux d’atomes couplés F .

3.1.4.1 Régime de couplage faible

Dans un tel cas, deux cas limites sont envisageables [182]. Si hΓ � ∆, alors
le continuum est étroit et peut être considéré comme un état discret, le couplage
engendrant des oscillations de Rabi entre les deux états, d’amplitude modulée par
une décroissance exponentielle de temps caractéristique Γ−1. On obtient dans ce
cas un laser impulsionnel [32]. Au contraire, lorsque hΓ � ∆, le continuum est
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large, et seule la décroissance exponentielle subsiste1. Γ−1 est la durée de vie
de l’état discret, ou, de manière équivalente, Γ est l’élargissement spectral du
laser à atomes dû au couplage. C’est dans ce dernier cas que l’on se place dans
toutes les expériences décrites dans ce mémoire. Remarquons que cette condition
rend impossible l’obtention d’un couplage continu avec un taux arbitrairement
grand [185].

Les hypothèses que nous avons formulées au paragraphe 3.1.2 sur la faible
amplitude du couplage imposent en plus que le temps tlaser et le taux du cou-
plage soient tels que Γ tlaser � 1 afin de ne pas dépeupler significativement le
condensat source. Néanmoins, tout ce qui précède reste valable à la condition,
moins restrictive, que le couplage ne crée pas d’excitations dans le condensat,
c’est-à-dire que la fonction d’onde du condensat s’adapte adiabatiquement au
nombre d’atomes condensés N(t) variant dans le temps. Il faut alors prendre en
compte la dépendance temporelle de Ry(t) ∝ N(t)1/5 dans ce qui précède, indui-
sant une dépendance temporelle de Γ par l’intermédiaire de N(t). Dans ce cas,
l’évolution de N(t) est donnée par l’équation non linéaire

dN(t)

dt
= −Γ(N(t))N(t) . (3.26)

La condition de suivi adiabatique est [183]

hΓ .
(~ωy)

2

µ
. (3.27)

Avec nos paramètres expérimentaux typiques (§2.6.3.2), cette condition impose
Γ . 20 Hz, ce qui signifie que l’on ne doit pas coupler, par exemple, plus de 20%
des atomes en 10 ms. Cette condition est bien plus restrictive que la condition
de couplage faible Γ � ∆/h ' 14 kHz.

Largeur spectrale du laser à atomes

Nous venons d’évoquer le fait que le couplage avec le continuum induisait un
élargissement spectral Γ du laser à atomes. Un autre phénomène à prendre en
compte est la durée finie du couplage, qui induit également, par transformée de
Fourier, un élargissement. Or dans le régime de couplage faible, on a Γ tlaser � 1,
et c’est donc cette contribution qui domine. Cela a pu être vérifié dans l’expé-

1Nous simplifions volontairement notre propos. En réalité, le paramètre pertinent auquel il
faut comparer Γ est le temps de mémoire tm du continuum [184]. Le régime de couplage faible
est atteint lorsque Γtm � 1. Dans le cas où la gravité est le seul potentiel s’appliquant au laser,
on a bien tm ' ~/∆. Si l’on prend en compte le champ moyen, tm dépend de la position du
couplage.
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rience [103] (avec tlaser ≤ 1.5 ms). La largeur spectrale du laser à atomes est donc
de l’ordre de t−1

laser, et on voit alors tout l’intérêt de travailler en régime continu2.

3.1.4.2 Prise en compte du champ moyen

Nous avons jusque là raisonné dans le potentiel gravitationnel seul, pour le-
quel les fonctions propres sont connues. Nous avons vu que dans ce cas, la fonction
d’onde est suffisamment piquée pour autoriser une approximation semi-classique,
le taux de couplage étant alors simplement proportionnel à la densité du conden-
sat au point de rebroussement classique. En réalité, cette approche semi-classique
est valable dans un grand nombre de cas, à chaque fois que le calcul de l’intégrale
de recouvrement peut s’approximer par un Dirac autour du point de rebrousse-

g

(a)

E ECBE

yE

laser
CBE

Vlaser

VCBE

y

Énergie

(b)

Équipotentielles 
de Vlaser

y0

zy
x

hνrf

∆

0

Fig. 3.4 – Schéma de principe d’un laser à atomes. (a) Les potentiels V (0, y, 0)
sont représentés et la condition de résonance (3.23) est mise en évidence. Avec
nos conventions, l’origine des énergies est au sommet de la bosse du potentiel
Vlaser. (b) Schéma des équipotentielles de Vlaser au sein du condensat, qui sont
aussi les surfaces de couplage RF. Le potentiel de champ moyen du condensat a
pour effet de courber ces surfaces.

2Une limite ultime, analogue à la limite Schawlow-Townes pour un laser photonique, est
due à la diffusion de la phase du condensat à température non nulle [186].
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ment classique, c’est-à-dire à chaque fois que la fonction d’onde du laser oscille
suffisamment rapidement (à l’échelle du condensat) pour que seul le premier lobe
contribue à l’intégrale de recouvrement. En terme plus rigoureux, il faut que l’ac-
tion des chemins partant du point de rebroussement classique jusqu’à la sortie
du condensat soit grande devant ~ [87]. La transition se produit alors essentielle-
ment aux points de rebroussement classique, ce qui est équivalent au principe de
Franck-Condon en physique moléculaire [187]. On a alors dans ce cas la formule
générale pour le taux de couplage

Γ(E) =
π~Ω2

rf

2

∫
d3r |ΨCBE(r)|2 δ (Vlaser(r)− E) , (3.28)

l’énergie du laser E étant toujours donnée par la fréquence RF via E = ECBE −
hνrf [Fig. 3.4(a)]. L’énergie du condensat est donnée par

ECBE =

(
1

2
µBB0 +

1

2
mω2

yy
2
0

)
+ µ . (3.29)

Les deux premiers termes regroupent l’énergie magnétique et gravitationnelle à
la position du condensat y0 et µ est le potentiel chimique, qui est bien l’énergie à
fournir pour retirer une particule du condensat (§2.1.2.2). La condition de réso-
nance définit une surface d’extraction au sein du condensat [Fig. 3.4(b)] que l’on
appelle souvent “couteau RF”, comme dans le contexte de l’évaporation. L’effet
des interactions entre atomes étant indépendant du sous-état magnétique, les
surfaces de résonance se confondent, dans le condensat, avec les équipotentielles
magnétiques de l’état mF = −1. Ce sont donc des ellipsöıdes centrées sur le
centre magnétique. Comme le décalage y0 (sag) est légèrement inférieur au rayon
du condensat Ry, le centre magnétique se situe au sein du condensat.

La variation du taux de couplage en fonction de la fréquence (ou position)
du coupleur, ou encore spectre radiofréquence du condensat [34], calculée par
la formule (3.28), est représentée en figure 3.5. Sa forme asymétrique est due
à la courbure des surfaces de couplage. La discontinuité de la dérivée de cette
courbe en E = 0 n’est pas physique mais est due à la nature semi-classique de
l’approximation aboutissant à (3.28). Un traitement quantique autoriserait en
effet un couplage non nul même avec la condition de résonance non strictement
respectée. Cet effet est toutefois négligeable.

Remarque :
Pour une position du couplage pas trop proche du bord du condensat, on

peut considérer le potentiel de champ moyen comme étant en forme de parabole
inversée (on néglige la troncature), et une résolution analytique de l’équation de
Schrödinger est alors possible [41]. À une dimension en revanche, le problème de
l’effet de la troncature ne se pose pas et nous présenterons un tel calcul dans
le cas du laser à atomes guidé (§5.3 5). Pour les lasers décrits dans ce chapitre,
l’approximation semi-classique est suffisante.
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Fig. 3.5 – Spectre radiofréquence du condensat. Il s’agit du taux de cou-
plage en fonction de la RF, calculé à partir de l’équation (3.28) en prenant
Ωrf/2π = 100 Hz et un condensat d’un million d’atomes dans le piège magnétique
comprimé. Nous avons tracé en fonction de δνrf = −E/h. La largeur spectrale
du condensat est de 14 kHz.

3.2 Réalisation expérimentale

3.2.1 Paramètres expérimentaux

Pour la réalisation de lasers à atomes, nous utilisons la même antenne ra-
diofréquence que celle utilisée pour l’évaporation (c’est à dire les bobines du
PMO). Nous utilisons en revanche une puissance radiofréquence beaucoup plus
faible, d’un facteur ∼ 103, afin d’être dans les conditions de couplage faible. Nous
avons typiquement une fréquence de Rabi associée au champ RF de l’ordre de la
centaine de hertz, soit un taux de couplage de l’ordre de la dizaine de hertz.

Le temps de couplage est typiquement de 10 à 20 ms. Au delà, la dilution
du faisceau consécutif à son accélération et son éventuelle divergence, rend sa
détection problématique. Nous faisons suivre ce temps de couplage par quelques
millisecondes de chute libre pendant lesquelles le champ magnétique est éteint,
afin de repomper les atomes et prendre les images. La largeur spectrale corres-
pondante est donc typiquement3 de 50 à 100 Hz.

La longueur du faisceau est de 1 à 2 mm. Soulignons que celle-ci est plus
grande que ce qu’elle serait compte tenu de la gravité seule. L’effet Zeeman qua-
dratique contribue en effet à accélérer les atomes vers le bas, et rallonge donc le

3Il s’agit simplement ici d’un ordre de grandeur, car il faudrait tenir compte du profil
temporel du coupleur RF.
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Fig. 3.6 – Image expérimentale de laser à
atomes. La durée du couplage est de 10 ms.
L’image est prise après la coupure du piège ma-
gnétique et 7 ms de temps de vol. Le champ de
l’image est de 0.7× 2 mm2. Le condensat est lé-
gèrement déplacé par un effet Stern et Gerlach à
la coupure. La continuité du faisceau démontre
qualitativement la stabilité du biais.

faisceau de manière non négligeable. Par exemple, sur l’image présentée en figure
3.6, le faisceau a une longueur d’environ 1.6 mm, alors que celle-ci ne serait que
de 1.3 mm sans l’effet Zeeman quadratique.

3.2.2 Stabilité du biais

La réalisation expérimentale d’un laser à atomes nécessite un certain nombre
de précautions expérimentales. En particulier, l’expérience doit être la plus stable
possible pendant la durée du couplage, mais également d’une réalisation à l’autre.
Le paramètre le plus critique est la valeur du biais magnétique B0. En effet, cette
grandeur est directement reliée à la condition de résonance (3.23) par l’intermé-
diaire de ECBE (3.29). Toute fluctuation du biais entrâıne donc au mieux une
fluctuation de la hauteur du couplage (3.19), et au pire pas de couplage du tout,
la largeur spectrale du condensat étant finie (Eq. 3.25).

Plus précisément, il faut que les fluctuations du biais δB0 entrâınent des
fluctuations en énergie du condensat très inférieures à la largeur spectrale ∆ de
ce dernier. On doit donc avoir

δB0 �
2∆

µB

' 20 mG (3.30)
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Fig. 3.7 – Spectre radiofréquence du condensat. L’ajustement est réalisé par
une convolution entre le taux de couplage théorique calculé par (3.28) et une
gaussienne de largeur r.m.s. σ tenant compte d’un élargissement dû aux fluctua-
tions rapides du biais. Nous obtenons σ = 3 kHz. Les barres d’erreurs verticales
(respectivement horizontales) sont données par les fluctuations coup sur coup du
nombre d’atomes dans le condensat (respectivement du biais).

afin que la position du coupleur ne bouge que faiblement à l’échelle du conden-
sat. Typiquement, on veut donc une stabilité de l’ordre du milligauss. Il faut
pour cela un environnement magnétique bien contrôlé. En général, un blindage
magnétique serait nécessaire pour supprimer les bruits magnétiques environne-
mentaux. Néanmoins, nous obtenons une telle stabilité sur notre expérience sans
blindage. Nous soupçonnons que la structure ferromagnétique de l’électroaimant,
très proche de la cellule, possède un effet de blindage intrinsèque. Enfin, la stabi-
lité relative nécessaire est de l’ordre de 10−4, ce qui nécessite une alimentation de
courant stabilisée de haute qualité. De plus, la mise en série des bobines dipôles
et anti-dipôles assurent une réjection de mode commun [39,42] permettant de di-
minuer significativement l’impact des fluctuations de courant sur les fluctuations
du biais.

À partir de la courbe de couplage 3.7, on peut effectuer une mesure quanti-
tative des fluctuations du biais magnétique. Il suffit de choisir une fréquence de
couplage au voisinage de laquelle le taux de couplage varie presque linéairement
(par exemple autour de δνrf = 13 kHz sur la courbe de la figure 3.7), et de me-
surer le taux de couplage sur un grand nombre de réalisations. Les fluctuations
de ce taux de couplage sont alors facilement reliées à la variation de la condition
de résonance et donc aux fluctuations du biais.
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En pratique, le taux de couplage n’est pas directement mesurable sur une seule
image, car un temps de vol long est nécessaire pour mesurer le nombre d’atomes
dans le condensat. Nous réalisons donc des mesures du nombre d’atomes dans le
condensat à long temps de vol, alternativement avec et sans couplage. Nous sous-
trayons (quadratiquement) ensuite aux fluctuations du nombre d’atomes couplés
les fluctuations du nombre d’atomes dans le condensat (6 %), en considérant que
les deux bruits ne sont pas corrélés.

Nous trouvons des fluctuations coup sur coup d’environ 1 mG (soit 700 Hz),
ce qui est bien faible devant ∆ = 14 kHz, et permet de réaliser des lasers à atomes
de manière stable et répétable. Nous observons également des dérives lentes, de
l’ordre du mG/h, qui peuvent provenir des dérives en température de l’électroai-
mant. Enfin, les fluctuations rapides devant le temps de couplage (10 ms) sont
quant à elles plus difficiles à évaluer. Nous pouvons déjà constater que les lasers
à atomes que nous obtenons expérimentalement sont visiblement continus, et par
conséquent qu’elles sont également petites devant ∆. Nous pouvons tenter de les
évaluer en considérant qu’elles doivent induire un élargissement de la courbe de
couplage que nous mesurons. Ainsi, en convoluant la courbe théorique 3.5 par
une gaussienne de largeur r.m.s. σ ajustable, nous obtenons une mesure des fluc-
tuations rapides, qui sera toutefois biaisée par les éventuelles dérives lentes ayant
eu lieu pendant la prise de donnée. Ainsi, l’ajustement de la courbe présentée en
figure 3.5 donne un élargissement σ = 3 kHz alors que celle présentée dans [42]
(Annexe C) correspond à un élargissement deux fois moindre, correspondant res-
pectivement à 4 et 2 milligauss. Finalement, on peut conclure que les fluctuations
rapides sont au plus de quelques milligauss.

3.2.3 Battements entre deux lasers à atomes issus du même
condensat

Une expérience relativement simple à effectuer avec des lasers à atomes est la
réalisation de battements entre deux ondes de matière issues du même condensat
[91]. Cela permet de mettre en évidence, de manière très visuelle, le caractère
ondulatoire du faisceau atomique, ainsi que le caractère spatialement cohérent
de la source dont il est issu (§1.2.3).

Le principe est d’utiliser non pas une, mais deux valeurs de radiofréquence
simultanément, de manière à créer deux coupleurs de sortie séparés spatialement
dans le condensat. Par exemple, si les interactions sont négligeables, les deux
coupleurs sont séparés de ∆yE = h∆νrf/mg, la différence d’énergie entre les
deux lasers à atomes étant h∆νrf . Les ondes atomiques se recouvrent ensuite
au cours de leur propagation et, comme en optique avec des lasers de longueurs
d’onde légèrement différentes, donnent lieu à des battements [Fig. 3.8], dont le
bon contraste démontre la cohérence spatiale du condensat, au moins à l’échelle
de ∆yE.
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Fig. 3.8 – Expérience de battements entre deux lasers à atomes issus du même
condensat. La différence de fréquence entre les deux couteaux est 1 kHz (a) et
2 kHz (b), correspondant respectivement à une séparation spatiale des coupleurs
de 0.5 et 1 µm. Le champ de chaque image est 0.63× 1.8 mm2.

Expérimentalement, par souci de simplicité, on crée les deux couteaux RF par
modulation d’amplitude (avec suppression de porteuse) d’un unique synthétiseur
de fréquence, mais ceci est bien rigoureusement équivalent à deux radiofréquences
différentes4. La fréquence centrale est choisie à peu près au centre du conden-
sat, et la fréquence de modulation ∆νrf/2 permet de régler l’écart entre les deux
couteaux. De plus, pour éviter la dégradation du faisceau (voir le paragraphe
suivant), on diminue le confinement du piège magnétique (en diminuant le cou-
rant dans le quadrupôle) jusqu’à une fréquence transverse de 35 Hz. L’effet des
interactions est alors négligeable, et l’effet Zeeman quadratique également.

Le battement entre les deux faisceaux donne alors lieu à une modulation de
la densité atomique du type [91]

nlaser(y) ∝
1
√
y

[
1 + cos

(
∆ωrf

√
2y

g
+ φ

)]
, (3.31)

où le facteur en 1/
√
y est dû à la dilatation du faisceau consécutif à l’accélération

de la gravité, et le facteur
√

2y/g est le temps de chute correspondant à l’altitude
y. L’ajustement des données expérimentales par cette formule est montré en figure
3.9. L’accord est excellent, sans qu’il y ait eu besoin d’introduire un contraste
inférieur à un.

4Il suffit pour s’en convaincre d’écrire la fameuse identité 2 cos(a) cos(b) = cos(a + b) +
cos(a− b).
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Fig. 3.9 – Ajustement de la densité atomique en fonction de l’altitude par la
formule (3.31), dans laquelle y est remplacé par y − yE, yE étant un paramètre
libre de l’ajustement. L’expression (3.31) est en effet une forme asymptotique
valable loin des points de rebroussement. Les données correspondent à une coupe
selon la verticale de l’image 3.8(a).

3.3 Mode transverse d’un laser à atomes : effet

des interactions

Nous rapportons dans cette section les résultats présentés dans [43] (Annexe
C) sur le mode transverse d’un laser à atomes. Une spécificité de notre dispo-
sitif est en effet d’observer les directions transverses du condensat, celles pour
lesquelles le confinement est fort. L’effet des fortes interactions entre le laser à
atomes et le condensat, engendrant une dégradation de la qualité du faisceau,
est alors parfaitement visible.

3.3.1 Observations expérimentales

Comme expliqué précédemment (§3.1.4), changer la valeur de la radiofré-
quence permet de faire varier la hauteur de la zone de couplage au sein du
condensat. Lorsque l’extraction a lieu en haut du condensat, les atomes doivent
en traverser toute la partie inférieure avant de se propager dans l’espace libre5.
Durant leur traversée du condensat, les atomes du laser sont alors soumis au po-
tentiel de champ moyen gcolln(r), où n(r) est la densité atomique du condensat.
Ce potentiel étant répulsif (parabole inversée), on s’attend à ce qu’il entrâıne un
effet de divergence du faisceau, comme cela a été montré dans [44].

5Nous appellerons espace libre la zone en dehors du condensat, même si les atomes restent
soumis à des potentiels : la gravité et l’effet Zeeman quadratique.
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Fig. 3.10 – Effet des interactions sur le mode transverse. Plus le laser est extrait
en haut du condensat, plus l’épaisseur du condensat à traverser par le laser est
grande et plus les interactions entre le laser et le condensat dégradent la qualité
du faisceau atomique. Remarquons que la taille du condensat sur ces images est
exagérée de manière artificielle : le temps de vol étant très court (1 ms), la densité
est telle que l’indice de réfraction du condensat déforme fortement son image [17].

Nos observations montrent un effet beaucoup plus important qu’une simple
divergence [Fig. 3.10]. En plus d’une divergence globale, une structure apparâıt
dans le profil transverse du faisceau : les rayons atomiques s’accumulent sur les
bords du faisceau. Cet effet de caustiques est d’autant plus fort que l’épaisseur de
condensat traversée est importante. Des observations similaires, quoique moins
flagrantes, ont été également rapportées par le groupe de Munich [188].

Notons que cet effet disparâıt lorsque la courbure du potentiel répulsif est
moins forte, telle qu’en décomprimant le piège magnétique (voir par exemple les
lasers de la figure 3.8).

3.3.2 Interprétation

Qualitativement, on peut décrire cet effet de caustiques en terme classique,
en considérant les trajectoires atomiques. Celles-ci sont de simples lignes droites
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Fig. 3.11 – Schéma de principe de l’effet de caustiques. Les atomes issus du centre
du couteau radiofréquence (A) et ceux issus du bord du condensat (C) sortent
avec une vitesse transverse nulle. Entre les deux (zone B), la vitesse transverse
est non nulle et a donc un maximum. Au cours de la propagation, ce maximum
conduit à une accumulation de trajectoires sur les bords du faisceau. De plus,
les trajectoires issues de B et C se croisent : des franges d’interférences sont
attendues.

car le potentiel est central. Du fait de la gravité, son origine n’est pas le centre
du condensat mais le centre magnétique [Fig. 3.11].

Lorsqu’un atome A est émis du centre du condensat, le potentiel répulsif lui
confère une vitesse principalement vers le bas. Au contraire, un atome B par-
tant du coté du coupleur radiofréquence est sensiblement défléchi sur le coté et
acquiert une vitesse transverse. Enfin, un atome C issu du bord du condensat
ne subit presque pas l’effet du champ moyen. Ainsi la répartition en vitesse dans
sa composante transverse à la sortie du condensat connâıt un maximum. Après
propagation, il en résulte une accumulation de trajectoires sur les côtés du fais-
ceau. De plus, les trajectoires des atomes B et C se recoupent, et il en résulte
une figure d’interférence [189], non observée expérimentalement (voir §3.3.4).

Une description en termes plus ondulatoire est également possible (et souhai-
table !). On peut en effet considérer le condensat comme une lentille divergente
agissant sur les rayons du laser à atomes, le potentiel d’interaction se tradui-
sant par un déphasage des rayons. Dans le cas d’une simple divergence [40,44], la
courbure du potentiel répulsif est suffisamment faible pour permettre de traiter le
condensat comme un objet de phase mince [190] et de ne garder que les premiers
ordres du développement du déphasage. L’effet du condensat est alors analogue
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à celui d’une lentille mince parfaite, et le problème peut être traité dans le cadre
d’une approximation paraxiale.

Ces approximations ne sont plus valides dans le cas d’un confinement plus im-
portant, correspondant à notre expérience. Le profil du faisceau est alors modifié
très rapidement, au sein même du condensat, et les rayons les plus déviés n’ont
rien de paraxial. Par analogie, on peut considérer que la déformation du fais-
ceau ainsi engendrée s’apparente à une aberration et le condensat à une lentille
épaisse.

Enfin, cette interprétation, en terme d’optique géométrique, ne suffit pas à
rendre compte parfaitement de la propagation du faisceau, car la diffraction, c’est-
à-dire l’étalement du paquet d’onde atomique dans les directions transverses,
n’est pas non plus a priori négligeable.

Ces analogies avec l’optique nous ont conduit à développer un modèle semi-
analytique de la propagation d’un laser à atomes de profil quelconque, en s’ap-
puyant sur les méthodes de l’optique utilisées pour décrire les lasers multimodes.

3.3.3 Modèle théorique : propagation d’un laser à atomes
multimode

Nous ne décrivons ici que les grandes lignes du modèle. Une présentation
complète se trouve dans la thèse de J.-F. Riou [41] ainsi que dans l’article [45].

Notons dès maintenant les approximations utilisées dans l’ensemble du mo-
dèle :

– Nous négligeons les interactions entre atomes au sein du laser. En effet, dans
la zone de recouvrement avec le condensat, celles-ci sont négligeables devant
les interactions avec le condensat. Ensuite, le faisceau est suffisamment dilué
à cause de l’accélération de la gravité.

– Le condensat étant très allongé dans la direction x du dipôle, nous négli-
geons toute dynamique selon x. Nous considérons donc chaque plan (y, z)
indépendamment, et nous pouvons ensuite sommer sur tous ces plans, en
pondérant par leur poids respectif, pour comparer aux images expérimen-
tales.

– Enfin, nous traitons le couplage RF dans l’approximation semi-classique
(§3.1.4) et le condensat dans l’approximation de Thomas-Fermi (§2.1.2.3).

Notre démarche est de décrire la propagation du laser à atomes en s’inspi-
rant des techniques de calcul et des approximations précédemment développées
pour l’optique photonique. Nous aimerions notamment étendre le formalisme
des matrices ABCD [191] au cas d’un laser à atomes de profil quelconque. En
effet, ce formalisme a l’avantage de décrire la propagation d’un faisceau de ma-
nière algébrique, en prenant en compte la diffraction et les potentiels s’appli-
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quant aux atomes, la gravité et l’effet Zeeman quadratique. L’utilisation des
matrices ABCD en optique atomique a été proposée par C. Bordé [192, 193] et
appliquée avec succès à la situation expérimentale de la divergence des lasers à
atomes [40,44]. Ce formalisme reposant sur l’approximation paraxiale, dans le cas
de la simple divergence, l’action du condensat lui-même a pu être décrite par une
matrice ABCD correspondant à une lentille mince. Une autre approximation,
assez bonne en pratique, a consisté à supposer le faisceau atomique gaussien.

Dans le cas d’un faisceau non gaussien, c’est-à-dire non idéal, l’optique des
lasers multimodes nous enseigne que l’utilisation des matrices ABCD est éga-
lement possible [194]. Il faut néanmoins pouvoir appliquer l’approximation pa-
raxiale. Dans le cas atomique, et suite à l’accélération de la gravité, le faisceau
atteint toujours le régime paraxial au bout d’un certain temps de chute : le vec-
teur d’onde transverse devient très petit devant le vecteur d’onde axial. Dans
notre cas, le faisceau entre dans le régime paraxial au bout de 150 µm environ.
Une autre approche est donc nécessaire au début de la propagation.

Régime non paraxial

Pour calculer le profil du faisceau dans la première partie de la propagation,
dans le régime non paraxial, nous utilisons deux approches successives, elles aussi
issues de l’optique.

Au sein même du condensat, c’est-à-dire entre la surface de couplage et la
frontière du condensat, nous utilisons l’approximation WKB [195]. C’est tout à
fait l’analogue de l’approximation eikonale en optique : le calcul inclut la phase,
intégrée le long du rayon, mais néglige les effets de diffraction. Ceci est une bonne
approximation pour traiter la traversée du condensat car le chemin est court
(quelques microns), et sur une aussi petite distance la diffraction est négligeable.
De plus, le potentiel à traiter étant relativement simple, le calcul est analytique.

Une fois connu le front d’onde en sortie du condensat, il faut le propager
jusqu’à une centaine de microns plus bas. Le rayonnement à partir d’une surface
où le champ est connu est le problème classique de la diffraction en optique.
L’équation d’onde en optique atomique étant la même qu’en optique classique
(l’équation de Schrödinger et l’équation de Helmoltz ont exactement la même
forme), le problème peut être résolu de la même manière, à partir du calcul
d’une intégrale de Kirchhoff [196] sur le contour Γ [Fig. 3.12(b)] fermé à l’infini
et s’appuyant sur la frontière du condensat. Le potentiel Vlaser(r) s’appliquant
aux atomes (en dehors du condensat : gravité et effet Zeeman quadratique) est
pris en compte par un indice de réfraction effectif du milieu inhomogène n(r) =√

1− V (r)/E, où E est l’énergie du laser [Fig. 3.12(a)].

L’avantage de combiner ces deux approches est qu’elle permet de traiter natu-
rellement l’interface condensat/espace libre, ce que ne permet pas la méthode des
propagateurs de Feynmann [197]. La différence fondamentale est que nous propa-
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Fig. 3.12 – (a) Schéma de principe du couplage, permettant de rappeler quelques
notations utilisées dans cette partie. (b) Schéma synthétique des différentes
étapes du modèle. La propagation au sein du condensat est traitée grâce à l’ap-
proximation WKB (ou eikonale). Puis la propagation dans l’espace libre est cal-
culée par une intégrale de Kirchhoff le long du contour Γ. Enfin, dans le régime
paraxial, le facteur de qualité M2 peut être déterminé et le formalisme des ma-
trices ABCD utilisé.

geons des surfaces d’onde, comme en optique traditionnelle, alors que les propa-
gateurs usuels de la mécanique quantique traitent des paquets d’onde. Lorsque
le potentiel est continu par morceaux seulement, et avec une frontière à deux
dimensions non séparables, on ne sait pas raccorder les propagateurs. De même,
on ne saurait pas simplement raccorder par continuité les fonctions propres des
deux milieux. Enfin, soulignons qu’elle permet de calculer la propagation du fais-
ceau jusqu’à n’importe quelle distance, même si nous souhaitons ensuite utiliser
la méthode des matrices ABCD une fois dans le régime paraxial. Les différentes
étapes du modèle sont résumées sur la figure 3.12(b).

Régime paraxial

Dans le domaine paraxial, l’application du formalisme des matrices ABCD à
un faisceau de profil quelconque nécessite la décomposition du front d’onde sur
les modes de Hermite-Gauss, modes propres de la propagation6. La propagation

6ou les modes de Laguerre-Gauss si la symétrie cylindrique est respectée (ce qui est rarement
le cas dans une cavité laser).
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entre les instants t et t′ de chaque mode s’effectue alors par l’application de la
loi ABCD :

q(t′) =
Aq(t) +B

Cq(t) +D
, (3.32)

où q est le rayon de courbure complexe, défini par

1

q(t)
= C(t) +

iM2

2σ2(t)
. (3.33)

Ici, C est la courbure réelle du front d’onde, σ est la largeur r.m.s. du faisceau
dans la direction transverse z et on a introduit le facteur de qualité M2 du
faisceau [198–200]. Il exprime la déviation à la limite de diffraction. Par définition,
il vaut

∆z ∆kz =
M2

2
, (3.34)

où ∆kz = ∆pz/~ et ∆z sont les racines carrées des moments d’ordre deux (ou
largeurs r.m.s., c’est-à-dire ∆z = σ) pris au col du faisceau, ou waist, celui-ci
étant par définition l’endroit où C = 0. La relation d’incertitude de Heisenberg
s’écrit donc M2 ≥ 1. Enfin, notons qu’en optique atomique, il est plus approprié
de paramétrer la propagation par le temps t plutôt que par la position y car la
vitesse de propagation n’est pas constante, contrairement à l’optique photonique.

Afin de calculer le M2 du faisceau, il faut appliquer la relation (3.34) au
waist. Cependant, le faisceau étant divergent, le waist ne se trouve pas dans la
zone paraxiale. Il peut même être virtuel, c’est-à-dire en retrait du condensat, ce
qui est un comportement normal pour une lentille divergente. Néanmoins, le M2

étant invariant à travers un système optique parfait (sans aberration), il suffit de
retrancher la courbure effective du faisceau [201],

C =
i

2
∫
z2|ψ|2dz

∫ (
ψ
dψ∗

dz
− dψ

dz
ψ∗
)
z dz , (3.35)

opération équivalente au passage à travers une lentille mince parfaite. Le M2

est ensuite déterminé par l’application de la relation (3.34) à la fonction d’onde
e−Cz2/2ψ(z).

Une fois la courbure C et le facteur de qualité M2 déterminés, le rayon de
courbure complexe q l’est également (Eq. 3.33) et le front d’onde peut être dé-
composé sur la base des modes hermito-gaussien,

Φn(z) =

(
M2

2π

)1/4
ei(2n+1)φ

√
2nn!σ

exp

(
i
z2

2q

)
Hn

(√
M2

2

z

σ

)
, (3.36)

où nous avons omis pour alléger l’écriture la dépendance en t de Φn, σ, q et de
la phase de Gouy φ. Hn est le polynôme de Hermite d’ordre n. L’évolution de q



3.3 Mode transverse d’un laser à atomes : effet des interactions 95

(et donc de σ) est donnée par la loi ABCD (Eq. 3.32) et l’évolution de la phase
de Gouy est donnée par [45]

dφ

dt
= − ~M2

4mσ(t)2
. (3.37)

Une fois la décomposition effectuée, la propagation du front d’onde atomique est
donc complètement déterminée par les formules (3.32) et (3.37).

Notons que l’évolution de la taille r.m.s. σ(t) obtenue par la loi ABCD (Eq.
3.32) est en soi une donnée intéressante, et qui ne nécessite pas la décomposition
sur les modes propres. Elle permet d’écrire une formule de Rayleigh généralisée
qui peut être comparée à l’expérience, l’ajustement des données expérimentales
par cette loi permettant en retour de mesurer le facteur de qualitéM2 du faisceau.

Dans l’espace libre (sans effet Zeeman quadratique) par exemple, on obtient
la relation suivante

σ(t) = σ0

√
1 +

(
M2~t
2mσ0

)2

, (3.38)

où σ0 est la taille au waist et l’origine des temps est pris au passage du waist.

Remarques :
– Le cas de l’espace libre est tellement simple que la relation (3.38) peut

s’obtenir directement à partir de (3.34).
– Par analogie à l’optique, la relation (3.38) permet de définir un “temps

de Rayleigh” [40] TR = 2mσ0/M
2~. La diffraction est négligeable sur un

temps de propagation t� TR. Par exemple, pour M2 = 1 et σ0 = Rz/
√

5 ∼
1.3 µm (taille r.m.s. du condensat source), le temps correspondant est de
5 ms. Ce temps est grand devant le temps nécessaire aux atomes pour sortir
du condensat (∼ 1 ms), ce qui justifie l’approximation eikonale pour traiter
cette partie de la propagation. En revanche, ce temps est inférieur au temps
total de propagation, ce qui justifie la nécessité d’un formalisme incluant
la diffraction en dehors du condensat.

– En écrivant t = 2y/v(y) (équation du mouvement classique avec origine
au waist) et λdB(y) = h/mv(y), l’équation (3.38) se réécrit sous une forme
exactement similaire à l’équation de Rayleigh des faisceaux gaussiens op-
tiques

σ(y) = σ0

√
1 +

(
M2λdB(y)

2πσ2
0

)2

y2 . (3.39)

Comme en optique, la longueur d’onde est multipliée par le facteur de qua-
lité M2 dans la loi de propagation du faisceau, la forme de celle-ci étant
inchangée.
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Dans notre cas expérimental, la prise en compte de l’effet Zeeman quadratique
amène à la loi de Rayleigh suivante :

σ2(τ) = σ2
0 cosh2(ωzqτ) +

(
M2~

2mωzq

)2
sinh2(ωzqτ)

σ2
0

, (3.40)

où σ0 est la taille au waist et τ le temps séparant le point d’observation et la po-
sition du waist virtuel. La fonction reliant τ à la position d’observation y prend
en compte, outre la gravité, l’accélération verticale due à l’effet Zeeman qua-
dratique, ainsi que l’effet de lentille divergente du condensat pour déterminer le
temps de focalisation, négatif car virtuel. Cette donnée et celle de la taille au
waist σ0 sont obtenues grâce à la première partie du modèle. Ensuite, l’ajuste-
ment de l’évolution de la taille du faisceau par l’équation (3.40) avec M2 comme
paramètre libre permet de mesurer le facteur de qualité du faisceau.

3.3.4 Résultats

Notons d’abord que l’ensemble du modèle a été comparé à une simulation
numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii (prenant en compte les interactions
au sein du laser), et que l’accord est excellent, sauf dans deux cas extrêmes :

– Lorsque le couplage se situe très haut dans le condensat, des atomes peuvent
partir vers le haut, le sommet du potentiel expulsant se trouvant à l’in-
térieur même du condensat. Ces trajectoires peuvent sortir et re-rentrer
plusieurs fois dans le condensat, et la prise en compte de ces trajectoires
est beaucoup plus complexe et nécessiterait une simulation numérique. Ces
trajectoires ont donc été négligées.

– Lorsque le couplage se situe au contraire très bas dans le condensat, la
frontière du condensat est très proche du point de rebroussement classique,
et l’approximation WKB n’est alors plus très bonne.

Un exemple de profils théoriques obtenus et le profil expérimental corres-
pondant sont représentés en figure 3.13. La forme globale montre un très bon
accord. Néanmoins, la non visibilité des franges sur les profils expérimentaux est
quelque peu décevante. Selon toute vraisemblance, cela est dû aux limites de
notre système d’imagerie. En effet, même si l’interfrange augmente avec le temps
de chute, la densité atomique, et donc le rapport signal à bruit, diminuent dans
le même temps, et il n’est donc pas évident de résoudre ces structures. Il est
tout de même possible de choisir une altitude d’observation (600 µm de propaga-
tion par exemple, comme en figure 3.13) à laquelle l’interfrange est plus grande
que la résolution de l’imagerie (§2.6.2) et la figure bien contrastée. Néanmoins,
ce qu’on appelle usuellement “résolution” est l’écart minimal entre deux points
infiniment fins permettant de les distinguer, mais il s’agit d’un cas limite impli-
quant une forte chute de contraste. Lorsque l’on a affaire à un objet comportant
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Fig. 3.13 – Profils théoriques et expérimental du laser à atomes après 600 µm de
propagation, pour une hauteur de couplage de 3.55 µm [Fig. 3.10(c)]. (a) Profil
dans le plan x = 0. (b) Profil après intégration selon x (densité colonne). Nous
tenons compte de la réponse de l’imagerie (voir §2.6.2). (c) Profil expérimental.
La largeur r.m.s. σ est quasiment la même dans les trois cas.

des structures épaisses et dont le contraste n’est pas maximal, une simulation
précise du système d’imagerie est nécessaire pour prédire la visibilité ou non des
structures. Il s’agit dans ce cas de convoluer l’objet avec la réponse percussion-
nelle de l’imagerie [Fig. 2.21], ou de manière équivalente, d’appliquer à l’objet
la Fonction de Transfert de Modulation (FTM) dans l’espace de Fourier [202].
Celle-ci se déduit de la réponse percussionnelle par une transformée de Fourier7.
Nous pouvons également, lors de ce calcul, tenir compte de la mise au point plus
ou moins bonne selon les plans considérés, l’objet étant en effet allongé dans la
direction d’intégration. Le résultat est présenté en figure 3.13(b) et met en évi-
dence la réduction importante du contraste des franges par l’imagerie. Notons
que si le système optique était limité par la diffraction, l’effet serait beaucoup
moins important.

Si nous n’avons pu distinguer les franges, on peut en revanche constater que la
mesure de la largeur r.m.s. du faisceau est en excellent accord avec la prédiction
théorique. Cette taille est en effet très peu sensible aux petits détails de l’objet.
Les images expérimentales permettent donc facilement, par la mesure de la taille
quadratique du faisceau en fonction de l’altitude de chute, de mesurer le facteur
de qualité M2 du faisceau [Fig. 3.14(a)], comme décrit au paragraphe précédent.
La figure 3.14(b) montre le facteur de qualité M2 en fonction de la position du

7Nous simplifions volontairement la discussion. En réalité, il existe une différence entre la
FTM en éclairage cohérent et la FTM en éclairage incohérent. Physiquement, cela est dû au
fait que l’on doit appliquer la convolution entre l’objet et la réponse percussionnelle avec les
amplitudes complexes du champ dans le premier cas, et avec les intensités dans le deuxième.
Or notre mesure de la réponse percussionnelle (§2.6.2) s’effectue évidemment sur l’intensité,
et ne donne donc pas directement accès à la FTM cohérente, qui est celle qui nous intéresse,
puisqu’on“éclaire”notre objet avec un laser. Nous avons donc ajusté la réponse percussionnelle
mesurée par celle calculée à partir d’une FTM cohérente comportant des termes d’aberration
sphériques et de défaut de mise au point servant de paramètres d’ajustement.
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Fig. 3.14 – (a) Exemple d’ajustement de l’évolution de la largeur r.m.s. du fais-
ceau par l’équation de Rayleigh généralisée (3.40). Nous tirons de cet ajustement
la valeur du M2, qui est le seul paramètre libre. (b) Mesure du M2 du laser à
atomes pour différentes hauteurs du coupleur de sortie, repérées par rapport au
bas du condensat. La courbe en trait plein est la prédiction théorique extraite
du modèle. Les deux points repérés par des losanges blancs correspondent aux
lasers des images 3.10(b) et 3.10(c).

coupleur de sortie. Nous mesurons des facteurs de qualité compris entre M2 ∼ 1
et M2 ≈ 17.

3.4 Conclusion

Dans ce chapitre, le premier traitant des lasers à atomes, nous avons pré-
senté les éléments théoriques nécessaires à la compréhension du couplage radio-
fréquence, qui est la méthode que nous avons choisie sur notre expérience pour
extraire les ondes de matière. Puis la procédure expérimentale a été détaillée, et
le paramètre le plus crucial, les fluctuations du biais magnétique, a été carac-
térisé. La stabilité requise pour produire des lasers à atomes quasi-continus, de
façon stable et répétable, est atteinte. Nous avons ensuite mis à profit cette ca-
pacité pour étudier l’effet des interactions avec le condensat source sur le mode
transverse du faisceau atomique, qui subit une forte distorsion à la traversée
du condensat. Nous nous sommes attachés à quantifier la qualité du faisceau
atomique en généralisant à l’optique atomique les outils de l’optique des lasers
photoniques. Cela nous a amené à développer un modèle de propagation d’un
laser à atomes multimode transverse, c’est-à-dire de profil quelconque. Outre son
efficacité, puisque faisant peu appel au calcul numérique, cette étude a permis,
sur le plan conceptuel, de souligner la profonde analogie entre les lasers à atomes
et leurs homologues photoniques.



C H A P I T R E 4

Manipulation optique d’atomes
froids

Nous abordons dans ce chapitre une nouvelle thématique, la manipulation
d’atomes à l’aide d’un piège optique. Cette thématique rejoindra celle des lasers
à atomes lorsque nous montrerons, au chapitre suivant, comment utiliser ce piège
optique comme guide d’onde pour un laser à atomes. Ce n’est cependant pas la
seule application possible d’un piège optique. L’avantage en effet de ce type de
piège est sa grande flexibilité. On peut ainsi relativement facilement modifier
et contrôler sa position de manière dynamique et donc transporter d’un point
à un autre un nuage atomique [203]. De plus, en modulant très rapidement la
position du piège, à l’aide de déflecteurs acousto-optiques par exemple, on peut
dessiner un piège de forme quelconque [204]. Enfin, le potentiel de piégeage est
pratiquement insensible au niveau hyperfin ou au spin de l’atome, ce qui permet
l’étude des condensats de spineurs [205]. C’est aussi la propriété fondamentale à
la base de notre méthode de couplage du laser à atomes dans le guide (Chapitre
5).

La première démonstration expérimentale de ce type de piège pour des atomes
neutres a été réalisée dans le groupe de S. Chu en 1986 [206], suite à une propo-
sition théorique d’Ashkin quelques années auparavant [207]. Un condensat a été
piégé optiquement pour la première fois en 1998 [208]. Mentionnons enfin que les
pinces optiques sont couramment utilisées en biologie pour manipuler de petits
objets tels que des cellules ou des ribosomes [209].

Nous allons présenter dans un premier temps les principes physiques et les
caractéristiques d’un piège optique, encore appelé piège dipolaire (§4.1), et dé-
taillerons ensuite le montage expérimental que nous avons mis en œuvre et sa
caractérisation (§4.2). Enfin, nous évoquerons la possibilité qu’offre notre dispo-
sitif de transporter l’échantillon atomique dans une zone d’étude disposant de
plus larges accès mécaniques et optiques (§4.3).
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4.1 Potentiel dipolaire

4.1.1 Principe

La force de pression de radiation, utilisée pour le refroidissement laser, résulte
du transfert d’impulsion entre la lumière et la matière lors de cycles d’absorption-
émission spontanée. Des cycles d’absorption-émission stimulée sont également
possibles. Si l’onde lumineuse est inhomogène, c’est-à-dire que ce n’est pas une
onde plane, elle contient plusieurs vecteurs d’onde k et l’émission stimulée peut
alors se faire dans un mode différent de l’absorption. Ce processus donne donc
lieu à un transfert d’impulsion, c’est-à-dire une force, appelée force dipolaire. On
montre [210] que cette force est proportionnelle au gradient de l’intensité lumi-
neuse. Elle dérive donc d’un potentiel, directement proportionnel à l’intensité
lumineuse.

Dans le cas d’un atome à deux niveaux (transition de pulsation ω0 et de
largeur Γ) interagissant avec une onde lumineuse de pulsation ωL et d’intensité
I(r), et dans le cas d’un fort désaccord δ = ω0−ωL (quand |δ| � Γ), le potentiel
dipolaire s’exprime [211]

Udip(r) = −3πc2

2ω3
0

(
Γ

ω0 − ωL

+
Γ

ω0 + ωL

)
I(r) . (4.1)

Nous pouvons reconnâıtre dans cette expression un terme résonant et un terme
anti-résonnant. Celui-ci est souvent omis, néanmoins il peut ne pas être négli-
geable lorsque le désaccord est très grand. Dans notre cas expérimental, nous
avons λL = 1064 nm et ce terme contribue pour environ 10%. On notera dans la
suite

δ̃ =

(
1

ω0 − ωL

+
1

ω0 + ωL

)−1

, (4.2)

de manière à pouvoir retenir la formule plus légère suivante,

Udip(r) = −3πc2

2ω3
0

Γ

δ̃
I(r) . (4.3)

La dépendance en I/δ̃ du potentiel a deux conséquences importantes :
– Le signe du potentiel dépend du signe du désaccord. Ainsi, un laser désac-

cordé vers le bleu aura un effet de répulsion sur les atomes, alors qu’avec
un laser désaccordé vers le rouge, les atomes sont attirés vers les maxima
d’intensité.

– La force de pression de radiation varie quant à elle en I/δ̃2. En augmentant
le désaccord, on peut donc la rendre négligeable devant la force dipolaire
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et ainsi obtenir un piège purement conservatif. Le prix à payer est évidem-
ment une plus grande intensité lumineuse nécessaire pour obtenir un piège
dipolaire de même profondeur.

Ainsi, nous choisissons un piège fortement désaccordé vers le rouge, afin d’ob-
tenir un piège conservatif en focalisant le faisceau. Ce type de piège est appelé
“FORT” dans la littérature anglo-saxonne, pour Far-Off-Resonance Trap.

4.1.2 Influence de la structure multi-niveaux de l’atome

Les formules données ci-dessus ne sont valables que pour un atome à deux
niveaux. Les structures fine et hyperfines de l’atome nécessitent de raffiner un
peu notre modèle, en prenant en compte dans l’expression du potentiel dipolaire
toutes les transitions possibles partant de l’état fondamental |fi〉 vers les états
excités |ej〉. Toutes les transitions n’ont pas la même probabilité, et celle-ci dé-
pend de i et j, c’est à dire des nombres quantiques caractérisant les deux états,
ainsi que de la polarisation q de la lumière (q = 0 pour une polarisation linéaire
et q = ±1 pour une polarisation circulaire σ±). On pourra donc écrire le potentiel
ressenti par un atome dans l’état |fi〉 [211]

Udip,i(r) = −3πc2

2

Γ

ω3
0

I(r)
∑

j

Ci,j,q

δ̃i,j
, (4.4)

où chaque coefficient Ci,j,q rend compte de la force de la transition :

Ci,j,q = |〈i|dq|j〉|2/d2 , (4.5)

où dq est la projection sur l’axe q de l’opérateur (vectoriel) moment dipolaire,
et d le dipôle1 de la transition S → P . Ce dernier a déjà été mis en facteur
dans l’expression (4.4) puisque le rapport Γ/ω3

0 ne dépend pas de la transition
considérée mais uniquement de d2 (formule A.1).

Le calcul de l’élément de matrice du dipôle en fonction de q et des nombres
quantiques i = {J, F,mF}, j = {J ′, F ′,m′

F} se fait par l’application du théorème
de Wigner-Eckart (Complément DX de [212]). La dépendance en q et mF ,m

′
F

implique les coefficients de Clebsh-Gordan et la dépendance en J, J ′, F, F ′ fait
intervenir les coefficients “6j” de Wigner. On trouvera le calcul par exemple dans
les références [41,152,213].

Le désaccord intervenant au dénominateur de chaque terme est, dans notre
configuration expérimentale d’un piège optique très désaccordé, de l’ordre de

1On se restreint à la transition S → P , les autres transitions possibles étant caractérisées
par un moment dipolaire beaucoup plus faible, et il n’y a pas de transition proche de 1064 nm.



102 Chap 4 - Manipulation optique d’atomes froids

100 THz. On pourra alors sans problème négliger les infimes variations de ce
désaccord dues à la structure hyperfine, de quelques GHz pour l’état fondamental
et de quelques centaines de MHz pour les états excités. Cela permet de regrouper
les termes et de ne faire intervenir que deux désaccords, par rapport aux raies
D1 et D2. On aboutit à [211]

Udip(r,mF , q) = −πc
2Γ

2ω3
0

I(r)

(
1− qgFmF

δ̃1
+

2 + qgFmF

δ̃2

)
, (4.6)

avec δ̃1 et δ̃2 les désaccords respectifs (incluant les termes anti-résonnants) par
rapport aux raies D1 et D2, ω0 et Γ caractérisant une des raies D. Les applications
numériques montrent que dans notre cas, les variations de polarisation engendrent
au plus une fluctuation du potentiel de ±1% autour de la valeur obtenue pour
une polarisation π. On négligera donc dans la suite cette dépendance avec la
polarisation. Notons également que si l’on applique les formules valables pour un
atomes à deux niveaux avec l’une ou l’autre des 2 raies, l’erreur est au plus de
5%.

4.1.3 Principales caractéristiques

Nous allons dans cette section donner les formules essentielles pour calculer
la profondeur et les fréquences du piège, ainsi que le taux d’émission spontanée.
Nous allons pour cela supposer que le faisceau est gaussien et se propage selon
l’axe z. Son intensité s’écrit donc

I(x, y, z) =
2P

πw(z)2
exp

(
−2

x2 + y2

w(z)2

)
avec w(z) = w0

√
1 +

(
z

zr

)2

, (4.7)

où w0 est le col (ou waist) du faisceau, zr = πw2
0/λ sa longueur de Rayleigh, λ

sa longueur d’onde et P sa puissance.

Profondeur

À partir des équations (4.6) et (4.7) nous pouvons réécrire le potentiel sous
la forme

Udip(x, y, z) = − U0

1 + z2/z2
r

exp

(
−2

x2 + y2

w(z)2

)
, (4.8)

où U0 est la profondeur du piège optique :

U0 =
P

w2
0

c2Γ

ω3
0

(
1

δ̃1
+

2

δ̃2

)
. (4.9)
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La valeur de la profondeur détermine à partir de quelle température on peut
espérer piéger des atomes. En pratique, les atomes s’échappent par évaporation
jusqu’à une température telle que

kBT ∼ U0/10 , (4.10)

et il est donc nécessaire d’avoir une profondeur bien supérieure à la température
du nuage. Dans notre configuration expérimentale, la profondeur est typiquement
de quelques dizaines de microkelvins.

Fréquences du piège

À partir du développement limité à l’ordre deux en x, y, z de l’expression
(4.8), on peut écrire

Udip(x, y, z) = U0

(
−1 +

z2

z2
r

+ 2
x2 + y2

w2
0

)
, (4.11)

ce qui correspond à un piégeage harmonique avec les pulsations suivantes :

ωx,y =

√
4U0

mw2
0

,

ωz =

√
2U0

mz2
r

.

(4.12)
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Fig. 4.1 – Approximation du potentiel créé par un faisceau gaussien (rouge ti-
reté) par un potentiel harmonique (ligne bleue continue). (a) Dans les directions
transverses x, y, le potentiel réel est gaussien. (b) Selon l’axe de propagation z,
le potentiel réel est lorentzien.
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On peut visualiser sur la figure 4.1 que cette approximation n’est valable qu’au
voisinage immédiat de l’origine.

Taux d’emission spontanée

Bien que le choix d’un grand désaccord rend la force dipolaire largement pré-
pondérante sur la force de pression de radiation, il est tout de même nécessaire
de calculer le taux d’émission spontanée, car celle-ci, de part son caractère aléa-
toire, induit un chauffage du nuage, qui peut ne pas être négligeable. Ce taux est
donné par [211]

Γsp(r) =
πc2ω3

L

2~
Γ2

ω6
0

(
1

δ̃1
2 +

2

δ̃2
2

)
I(r) . (4.13)

On pourra également retenir la formule plus simple suivante, valable pour un
atomes à deux niveaux :

Γsp(r) '
Γ

δ̃

(
ωL

ω0

)3 −U(r)

~
. (4.14)

Chaque cycle d’absorption-émission spontanée fournit à l’échantillon une éner-
gie thermique de deux fois l’énergie de recul, résultant en une augmentation de
la température

Ṫ = Trec〈Γsp(r)〉/3 , (4.15)

où Trec est la température de recul2 (Eq. 2.29). Le taux d’émission spontanée doit
être moyenné spatialement sur le nuage et dépend donc de la température de
l’échantillon. Dans le cas d’un piège FORT, les atomes sont piégés au maximum
d’intensité, et en utilisant l’approximation harmonique, on peut écrire 〈−U(r)〉 =
U0− 3/2 kBT . En pratique toutefois, on a kBT � U0 donc la dépendance avec la
température peut être omise.

4.2 Dispositif expérimental

Nous présentons dans cette section notre dispositif expérimental de pince
optique, sa mise en œuvre sur l’expérience, et ses principales caractéristiques.

2Le facteur 1/3 est dû au fait que la température de recul est définie comme la température
unidimensionnelle correspondant à l’énergie de recul.
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4.2.1 Description et caractérisation

4.2.1.1 La source laser

Nous utilisons un laser Nd:YAG continu de la gamme Mephisto de chez Inno-
light. Ce laser délivre un faisceau monomode transverse (M2 < 1.1) de longueur
d’onde λL = 1064 nm et de puissance Pmax = 2 W. La cavité est monolithique, ce
qui lui confère une très grande stabilité : intégré sur une bande de fréquence de
10 Hz à 2 MHz, le bruit d’intensité relatif est inférieur à 10−3, et la dérive de fré-
quence est de l’ordre de 1 MHz/min. Ces performances sont obtenues également
grâce aux asservissements en température du cristal et des diodes de pompe ainsi
que d’une boucle de rétroaction sur le bruit.

Le laser dispose d’une entrée externe de modulation en intensité, que nous
utilisons pour contrôler de manière dynamique la puissance du faisceau, y compris
pour la coupure du piège optique à la fin du cycle. Le temps de coupure mesuré
est de 140 µs, ce qui est suffisamment court devant le temps d’évolution du nuage
(§2.6.3).

Nous injectons ensuite le faisceau dans une fibre à maintien de polarisation.
Pour ce faire, nous utilisons d’abord une lame λ/4 afin de corriger la polarisation
légèrement elliptique du faisceau en sortie du laser, puis une lame λ/2 permettant
d’orienter la polarisation linéaire du faisceau parallèlement à un des axes propres
de la fibre3. L’efficacité du couplage est de l’ordre de 60 %.

4.2.1.2 Montage optique et mécanique

Une fois fibré, le faisceau est acheminé vers le reste du montage [Fig. 4.2],
qui se situe sur une platine de translation motorisée (modèle M-STSPW300 de
chez Newport) dont l’axe de déplacement est l’axe de propagation du faisceau z.
Ainsi, on peut déplacer l’ensemble du montage optique afin de régler précisément
la position du foyer selon z ou encore transporter le nuage atomique. La précision
de son positionnement est inférieure au micron, grâce à une lecture optique de
la position et à un asservissement du moteur. La course de la platine est de
30 cm et sa vitesse maximale de déplacement est de 6 cm/s. Afin de minimiser
les vibrations en mode de déplacement, l’ensemble du banc sur lequel repose le
montage est isolé de la platine par des cubes de sorbothane, matériau absorbant
les vibrations de fréquences supérieures à 3 Hz.

Le coupleur de sortie de la fibre permet d’obtenir un faisceau collimaté dont
le waist est environ 2 mm. À l’aide de deux miroirs, le faisceau est ensuite réglé
sur l’axe d’un système optique de focalisation. Celui-ci est constitué de deux dou-
blets convergents corrigés a priori de l’aberration sphérique. L’ensemble forme
un système d’ouverture numérique 0.03 permettant de focaliser à une distance

3Une fibre à maintien de polarisation fonctionne comme un matériau biréfringent : si le
faisceau incident est polarisé linéairement avec un angle quelconque, il ressort elliptique.
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Fig. 4.2 – Schéma du montage de la pince optique sur la platine de translation.

d’un mètre sur un waist image d’une vingtaine de microns. Cette grande distance
de travail est imposée par la géométrie de notre expérience. Le réglage du faisceau
sur l’axe du système de focalisation doit être soigné afin d’éviter les aberrations
de champ (coma et astigmatisme).

Le faisceau est ensuite acheminé vers les atomes par deux miroirs, dont le
deuxième se trouve sur le chemin du faisceau ralentisseur (il est non réfléchissant
à 780 nm). Ainsi, l’axe de la pince optique est confondu avec l’axe du faisceau
ralentisseur [Fig. 4.3]. Nous ajoutons également sur le trajet du faisceau une
lame de verre, de façon à réfléchir quelques pourcents de l’intensité4. Le faisceau
réfléchi est envoyé d’une part vers une photodiode à quatre quadrants et d’autre
part vers une caméra CCD.

La photodiode à quatre quadrants est utilisée pour asservir la position de la
pince optique. Il s’est en effet avéré à l’usage qu’il y avait des fluctuations lentes
de la position du faisceau, d’amplitude environ une dizaine de microns au niveau
du foyer. Ces fluctuations peuvent être dues aux dérives thermiques, aux tur-
bulences de l’air ou encore aux vibrations mécaniques de basse fréquence. Pour
les éliminer, on construit un signal d’erreur à l’aide de la photodiode à quatre
quadrants et on rétroagit sur le premier miroir en sortie du système de focalisa-
tion, dont la monture comporte deux cales piézoélectriques. L’asservissement est
un proportionnel-intégrateur de bande passante 50 Hz. Il a permis de réduire les
fluctuations à une amplitude d’environ 1 µm.

Afin de lutter contre les fluctuations rapides, nous avons soigné la stabilité
mécanique de l’ensemble du montage. Ainsi, outre les plots de sorbothane, nous

4La lame est traitée anti-reflet sur une des faces, et possède un coefficient de réflexion de
16% sur l’autre face, indépendant de la polarisation.
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Fig. 4.3 – Chemin du faisceau de la pince optique.

avons par exemple utilisé des pieds “massifs” pour les deux miroirs de renvoi.
Nous avons également construit une grande “bôıte” autour de l’expérience pour
limiter la convection de l’air et les bruits d’origine acoustique. Ces efforts ont
porté leur fruits, comme nous le verrons au paragraphe 4.2.3.

La caméra CCD, quant à elle, est utile dans la procédure d’alignement de
la pince optique sur les atomes, comme expliqué au paragraphe 4.2.2. On peut
aussi l’utiliser pour visualiser le faisceau, et ainsi caractériser optiquement le
piège dipolaire.

4.2.1.3 Caractérisation optique

En prenant des images du faisceau à l’aide de la caméra CCD et en déplaçant
la platine de translation, on peut facilement observer le profil du faisceau et son
évolution au voisinage du foyer. Quelques profils à différentes positions z sont
reportés en figure 4.4(a). Nous pouvons constater la présence d’un anneau assez
important autour du lobe central, celui-ci étant par ailleurs bien ajustable par
une gaussienne [Fig. 4.5(b)] dont le waist est de l’ordre de 23 µm, proche de la
limite théorique attendue, due à la diffraction, de 20 µm. Le petit élargissement
et l’anneau sont dus à de l’aberration sphérique, bien que toutes les optiques sur
le trajet du faisceau soient censées en être dépourvues.

On voit également que le profil du faisceau se dégrade assez rapidement lors-
qu’on s’éloigne du foyer. En particulier, vers les z < 0 (nous rappelons que l’axe
z est orienté dans le sens de propagation du faisceau), les anneaux prennent de
plus en plus d’importance, provoquant une décroissance rapide de l’intensité pic
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au centre du lobe. En figure 4.5(c) est reportée l’évolution de l’intensité maxi-
male (seul le lobe central est pris en compte) en fonction de z. L’asymétrie au
voisinage du foyer confirme l’hypothèse de l’aberration sphérique. En s’éloignant
du foyer, on observe également des rebonds. Néanmoins, les nuages atomiques
que nous manipulons avec la pince optique n’ont pas une extension suffisamment
grande pour aller explorer ces parties du potentiel et donc en pratique, seule la
zone centrale est significative. Dans cette zone, nous pouvons ajuster la variation
de l’intensité par la fonction

Imax(z) = I0

(
1− z2

z2
r

− z3

z3
3

)
, (4.16)

dans laquelle le terme en z3 a été rajouté “à la main” pour tenir compte de l’asy-
métrie introduite par l’aberration sphérique. L’accord est bon et nous obtenons
zr = 3.1 mm et z3 = −4.4 mm. On peut remarquer que la distance de Rayleigh
n’est pas reliée au waist par la formule usuelle mais est sensiblement plus grande.

Au final, si l’on tient compte de la perte de puissance due à la présence de
l’anneau (presque 40 %), on pourra utiliser les formules données dans la partie
4.1.3 pour les faisceaux gaussiens, avec les wx, wy, zr mesurés. Il faut en revanche
prendre garde à ne pas trop s’éloigner du centre du piège, car alors le faisceau est
fortement dégradé et le piège devient très anharmonique. De plus, la profondeur
calculée de cette manière ne correspond pas à la profondeur effective du piégeage,
puisque les atomes peuvent fuir, à condition d’avoir la bonne direction, vers les
z > 0 avec une énergie sensiblement plus basse que U0 [Fig. 4.4(c)]. Elle est en
revanche correcte d’un point de vue énergétique (déplacement lumineux).

Compte tenu de ces mesures, nous pouvons donner les valeurs caractéristiques
du piège, avec la puissance comme paramètre ajustable. Les applications numé-
riques sont données pour une puissance P = 1 W en sortie de la fibre optique,
ce qui est à peu près le maximum utilisable. On rappelle que la profondeur et le
taux d’émission spontanée sont proportionnels à la puissance P , tandis que les
fréquences sont en

√
P .

– La profondeur : U0/kB = 100 µK.
– La fréquence transverse : ωx,y/2π = 1.3 kHz.
– La fréquence longitudinale : ωz/2π = 7 Hz.
– Le taux d’émission spontanée : Γsp = 0.35 s−1.

L’émission spontanée, qui doit absolument être évitée lorsqu’on cherche à mani-
puler un nuage très froid, pourra être réduite en baissant la puissance. En effet,
compte tenu de la profondeur, on peut n’utiliser qu’un dixième de la puissance
maximale pour piéger un nuage à une température de, par exemple, 1 µK. Le
taux de chauffage induit par l’émission spontanée (Eq. 4.15) est alors de 4 nK/s,
soit totalement négligeable devant les autres sources de chauffage (§4.2.3.1).
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Fig. 4.4 – Caractérisation de la pince optique, avec l’ouverture totale (voir texte).
L’origine de l’axe z est choisie au meilleur foyer, c’est-à-dire à l’endroit où l’in-
tensité est maximale. (a) Profils transverses de la pince optique. Le champ de
chaque image est de 250 × 250 µm2. (b) Coupes dans les deux directions trans-
verses du faisceau à z = 0. L’ajustement par une gaussienne, en ne prenant pas
en compte les rebonds, permet de mesurer les waists. On obtient wx = 23.4 µm
et wy = 23.7 µm. (c) Intensité maximale en fonction de z. Seul le lobe central est
pris en compte. La courbe continue est un ajustement, au voisinage de l’origine,
par l’équation (4.16). On obtient zr = 3.1 mm et z3 = −4.4 mm.
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Fig. 4.5 – Caractérisation de la pince optique, avec un diaphragme de diamètre
' 3 mm en entrée du système de focalisation. L’origine de l’axe z est choisie
au meilleur foyer, c’est-à-dire à l’endroit où l’intensité est maximale. (a) Profils
transverses de la pince optique. Le champ de chaque image est de 250×250 µm2.
(b) Coupes dans les deux directions transverses du faisceau à z = 0. L’ajustement
par une gaussienne permet de mesurer les waists. On obtient wx = 36.7 µm et
wy = 35.7 µm. (c) Intensité maximale en fonction de z. La courbe continue est
un ajustement par l’équation (4.16). L’ajustement colle parfaitement à la courbe
expérimentale et donne zr = 6.3 mm et z3 = 8.1 mm.
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Afin d’améliorer la qualité du faisceau, on peut travailler avec une ouverture
numérique plus faible de manière à réduire l’influence des aberrations. Il faudrait
alors prévoir un système de réduction de la taille du faisceau (télescope) avant
le système de focalisation. Une méthode plus brutale, mais plus rapide à mettre
en œuvre, consiste à simplement mettre un diaphragme. Les mêmes caractéri-
sations sont présentées en figure 4.5, avec un diaphragme de diamètre ' 3 mm
(transmission de 45 %) à l’entrée du système de focalisation.

On peut constater que dans ce cas, le faisceau est bien gaussien sur une
plage beaucoup plus grande, et que les anneaux ont disparu [Fig. 4.5(a)]. Il reste
néanmoins un résidu d’aberration sphérique, puisque l’asymétrie de la variation
d’intensité maximale en fonction de z est toujours présente [Fig. 4.5(c)]. De plus,
le confinement est nettement moins important, et en particulier le confinement
longitudinal est très faible. Le choix de la configuration utilisée (avec ou sans
diaphragme) dépendra donc de l’application envisagée.

Dans ces conditions, les paramètres obtenus avec un watt en sortie de la fibre
(avant le diaphragme) sont les suivants :

– La profondeur : U0/kB = 30 µK.
– La fréquence transverse : ωx,y/2π = 470 Hz.
– La fréquence longitudinale : ωz/2π = 2 Hz.
– Le taux d’émission spontanée : Γsp = 0.1 s−1.

4.2.2 Mise en place sur l’expérience : alignement sur les
atomes

La mise en place sur l’expérience a nécessité une méthode d’alignement non
triviale de la pince optique sur les atomes. En effet, la géométrie de l’expérience
ne permet pas d’avoir une imagerie directe de la position respective du nuage et
du faisceau. Notre méthode consiste à réaliser une imagerie indirecte, c’est-à-dire
faire l’image du plan xOy réel, dans lequel se trouve le nuage atomique, sur un
autre plan en dehors du système à vide, sur lequel on superpose une matrice
CCD. L’image est réalisée par réflexion partielle sur une lame de verre [Fig. 4.6].
La pince optique se réfléchit partiellement sur la lame et nous voyons donc sa
position sur la CCD. En revanche, l’image du nuage est virtuelle, et nous ne
pouvons donc pas la voir directement. Pour voir le nuage, le PMO en fluores-
cence dans un premier temps, toute imagerie par absorption étant de toute façon
impossible, nous disposons d’une autre caméra CCD, associée à un téléobjectif
de macro-photographie (longue focale mais possibilité de mise au point à une
courte distance) qui permet de regarder à la fois le PMO, par réflexion sur la
lame, et la matrice CCD par transmission. On règle alors la position de la matrice
CCD de manière à ce qu’elle et le PMO puissent être vus nets simultanément,
ce qui assure le bon positionnement de la CCD dans la direction longitudinale.
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Fig. 4.6 – Système d’alignement de la pince optique. Dans un premier temps, la
caméra avec téléobjectif permet de positionner convenablement l’autre caméra
CCD, puis le faisceau positionneur permet de repérer le nuage atomique.

Cela permet aussi de centrer transversalement la CCD sur l’image du PMO (ou
réciproquement, on peut jouer sur la lame et ne pas bouger la caméra).

Cette première étape permet d’aligner la pince optique sur le PMO, à une
précision de quelques millimètres selon z (le PMO étant un objet naturellement
flou, la mise au point n’est pas très précise) et à quelques centaines de microns
près selon les autres directions. Néanmoins, cela n’est pas suffisant pour piéger
des atomes dans la pince optique. En effet, la profondeur de celle-ci ne permet
de piéger des atomes qu’à une température de quelques microkelvins, c’est-à-dire
dans un piège magnétique après évaporation5. Dans ce cas, le nuage est beaucoup
plus petit que la taille du PMO initial, particulièrement dans la direction verticale
y. Par exemple, à 10 µK, la taille du nuage est σx× σy = 600× 18 µm2. Pour ne
pas avoir à balayer, à chaque alignement, tout l’axe vertical tous les 10 µm, nous
devons affiner le repérage initial de la position du nuage, en particulier lorsque

5On pourrait éventuellement piéger des atomes issus d’une mélasse, mais le volume de
capture de la pince optique par rapport au volume de la mélasse rendrait le taux de transfert
négligeable.
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Fig. 4.7 – Nombre d’atomes restant dans le piège magnétique en fonction de
la position sur la CCD du faisceau positionneur. Cercles et ligne rouge : selon
x. Triangles et ligne bleue : selon y. L’ajustement est gaussien. Selon y, cela
correspond à un waist de 140 µm, cohérent avec la taille du faisceau positionneur.
Selon y, la taille de 210 µm correspond à la convolution de la taille du faisceau et
de la taille du nuage (sa température est 360 nK). Notons que le centre de chaque
courbe est repéré à bien mieux (quelques microns seulement) que sa largeur.

celui-ci est froid.

Nous utilisons pour cela un faisceau, dit “positionneur” [Fig. 4.6], dérivé du
faisceau repompeur, et qui est donc à résonance avec les atomes dans le piège
magnétique. Les atomes absorbant un photon ont une probabilité importante de
se désexciter vers un état non piégé magnétiquement. La rencontre du faisceau
positionneur et du nuage piégé magnétiquement se traduit donc par une perte
d’atomes de ce dernier. L’avantage est que le faisceau positionneur, contrairement
à la pince optique, n’a pas besoin d’être très petit (son waist est supérieur à
100 µm) et le nuage n’a pas besoin d’être très froid. On pourra donc déceler un
effet du faisceau positionneur lorsque le nuage n’est pas encore évaporé (et donc
plus gros), puis baisser progressivement sa température, en ajustant au fur et à
mesure la position du faisceau. Il faut aussi baisser progressivement sa puissance
(ou le temps d’application) pour que la perte d’atomes soit détectable sans être
totale. Finalement, quand le nuage est suffisamment froid, nous réalisons un
balayage, dans les deux directions, de manière à repérer précisément le centre du
nuage [Fig. 4.7].

À l’aide de la CCD, on superpose ensuite la pince optique sur le centre du
faisceau positionneur, et cela est suffisamment précis pour détecter des atomes
piégés dans la pince optique [Fig. 4.8]. Nous allumons pour cela la pince optique
en une rampe de 500 ms, puis nous éteignons (soudainement) le piège magné-
tique. On peut ensuite ajuster finement la position de la pince en jouant sur les
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Fig. 4.8 – Atomes piégés dans la pince optique. L’image est prise après 1 s de
piégeage et 2 ms de temps de vol. Il y a environ 4 millions d’atomes à 6 µK. Le
champ de l’image est 3.9× 1.5 mm2.

piézoélectriques et en optimisant le nombre d’atomes transférés dans la pince
optique.

4.2.3 Propriétés du piège

Nous allons maintenant donner quelques propriétés importantes de notre
piège dipolaire, mesurées directement avec les atomes.

4.2.3.1 Profondeur, chauffage et durée de vie

Nous avons vu que la profondeur de notre piège dipolaire était au plus de
quelques dizaines de microkelvins. Les atomes piégés doivent donc avoir une
température suffisamment basse pour qu’une fraction importante ne s’échappe
pas par évaporation. La température du nuage s’équilibre à une température
telle que U0 = ηkBT , avec η en général de l’ordre de 10 (cela dépend du taux
de collision dans l’échantillon). De plus, si le nuage subit un chauffage, cela se
traduit alors par une perte d’atomes et réduit la durée de vie des atomes dans
la pince optique. Les trois grandeurs, profondeur, taux de chauffage et durée de
vie, sont donc liées.

Plus précisément, dN atomes évaporés emportent une énergie

dE = (η + κ)kBTdN , (4.17)

où κ est de l’ordre de 1 (plus précisément, κ dépend de η). Cela correspond à une
variation de température pour les atomes restant, après rethermalisation, telle
que

E − dE = (N − dN)× 3kB(T − dT ) , (4.18)

avec E = 3NkBT . En combinant ces équations, on obtient

dT

T
=
η + κ− 3

3

dN

N
. (4.19)
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Fig. 4.9 – Durée de vie des atomes piégés optiquement. La décroissance est
ajustée par une exponentielle de temps caractéristique τ = 130± 10 s.

En introduisant les dérivées temporelles et en utilisant U0 = ηkBT et κ ∼ 1, on
obtient le lien entre la profondeur du piège U0, le taux de chauffage Ṫch et la
durée de vie τ des atomes dans la pince optique due au chauffage :

kBṪch =
η − 2

3η

U0

τ
. (4.20)

Le facteur numérique (η− 2)/3η varie entre 0.22 et 0.28 pour η entre 6 et 13. On
pourra donc prendre

kBṪch ' 0.25U0/τ . (4.21)

Une mesure de la durée de vie des atomes dans la pince optique est présen-
tée en figure 4.9. Nous obtenons τ = 130 ± 10 s, ce qui est du même ordre de
grandeur que la durée de vie limitée par le vide (§2.5.4). L’obtention d’une telle
durée de vie a toutefois nécessité un important travail de stabilisation mécanique
du montage. En effet, toute fluctuation en position du piège optique se traduit
par du chauffage [214]. Nous avons ainsi constaté une amélioration significative
en augmentant la taille (et la masse !) des pieds supportant les deux miroirs de
renvoi de la pince optique. De même, la grosse bôıte entourant l’expérience, en
diminuant les fluctuations de l’air et les bruits d’origine acoustique, a permis
d’allonger la durée de vie. Notons que la mesure présentée en figure 4.9 a été ef-
fectuée avant la mise en place des transducteurs piézoélectriques, et que ceux-ci
ont eu pour effet de très légèrement diminuer la durée de vie, à 115 s environ,
de même que la fermeture de la boucle d’asservissement (corrigeant les dérives
lentes, qui n’induisent pas de chauffage mais nuisent à la répétabilité de l’expé-
rience), a diminué la durée de vie à 105 s. Cela reste toutefois largement suffisant.
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Afin d’évaluer le taux de chauffage via l’équation (4.21), il faut mesurer la
durée de vie avec une profondeur plus faible, de manière à rendre les pertes dues
au chauffage plus grandes que les pertes dues au gaz résiduel. Nous avons réalisé
une telle mesure avec une profondeur d’environ 20 µK, et avons obtenu une durée
de vie de 53 s (avec les piézos en boucle ouverte). Si l’on tient compte des pertes
dues au gaz résiduel, cela correspond à une durée de vie liée au chauffage seul
d’environ 80 s, ce qui donne un taux de chauffage de 60 nK/s. Cette évaluation
n’est pas très précise car on évacue de la discussion la baisse de profondeur
effective dans certaines directions à cause des aberrations. Néanmoins, on peut
conclure que le taux de chauffage est du même ordre de grandeur dans la pince
optique que dans le piège magnétique, c’est-à-dire de l’ordre de 100 nK/s, et ceci
sans stabilisation active, ce qui est particulièrement remarquable étant donné le
grand bras de levier entre le montage et les atomes (∼ 1 m).

4.2.3.2 Fréquences

Méthode de mesure

De même que pour le piège magnétique (§2.5.4), on mesure les fréquences
caractéristiques du piège en regardant le nuage osciller. Dans la direction longi-
tudinale z, on déclenche les oscillations en décalant le foyer de la pince optique
par rapport au piège magnétique. Lorsqu’on éteint ce dernier, le nuage est alors
excentré et commence à osciller. Le résultat de cette mesure pour deux valeurs
différentes de la puissance est reportée en figures 4.10(a) et 4.10(b).

Pour la fréquence transverse dans la direction verticale y (nous n’avons pas
pu mesurer la fréquence selon x, mais elle est a priori très proche de celle selon y),
nous déclenchons les oscillations en éteignant brutalement la pince optique et en
la rallumant toff = 1 ms plus tard. Pendant ce temps, le nuage s’est déplacé sous
l’effet de la gravité de δy = g t2off/2 = 5 µm. Cette amplitude des oscillations in
situ est trop faible pour être détectée expérimentalement. Nous mesurons alors
les oscillations en position du nuage après temps de vol, ce qui revient à mesurer
les oscillations in situ en vitesse. Leur amplitude est δv = ωy δy et correspond à
une amplitude d’oscillation en position après un temps de vol tv de d = ωy δy tv.
Cette amplitude doit être beaucoup plus grande que la taille du nuage après
expansion, qui vaut à long temps de vol σ = σ0 ωy tv. Il faut donc que la taille
initiale σ0 du nuage soit plus petite que 5 µm, c’est-à-dire avoir un nuage très
froid6. Nous avons donc réalisé la mesure à l’aide d’un condensat obtenu dans le
piège hybride (voir §5.1). Le résultat est reporté en figure 4.10(c).

6On pourrait aussi imaginer augmenter toff mais alors le nuage ne resterait plus dans la
zone harmonique, ce qui pourrait fausser la mesure.
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Fig. 4.10 – Mesure des fréquences d’oscillation du piège dipolaire. Pour une
puissance de 0.57 W (a) et 1.1 W (b) en sortie de fibre (configuration sans
diaphragme), nous mesurons une fréquence longitudinale de 5.2 ± 0.1 Hz et
7.1±0.1 Hz. L’ajustement est effectué avec une sinusöıde amortie. (c) Mesure de
la fréquence transverse, en configuration avec diaphragme, pour une puissance
(après le diaphragme) de 140 mW. L’ajustement par une sinusöıde amortie donne
une fréquence de 201.0± 0.4 Hz.

Résultats et commentaires

On constate que les trois oscillations présentent un amortissement. Cet amor-
tissement est dû à l’anharmonicité du piège. Il est faible dans la direction trans-
verse (temps caractéristique de l’ordre de 0.1 s) et n’influence donc pas la mesure.
Il est en revanche beaucoup plus important dans la direction z (temps caracté-
ristique aussi de l’ordre de 0.1 s). Cela est dû au fait que le nuage s’étale dans
la direction z au cours de l’expérience et il est donc difficile de rester dans la
zone harmonique. De plus, on peut déceler une légère asymétrie : l’amplitude
des oscillations est plus importante d’un coté que de l’autre. Cet effet est dû au
terme en z3 dans la variation du potentiel en fonction de z.

En utilisant notre connaissance du potentiel tirée de l’analyse du profil du
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faisceau (§4.2.1.3) et sachant la puissance utilisée pour chaque mesure, on peut
calculer la fréquence attendue. Selon z, les deux puissances utilisées (en sortie de
fibre) sont P = {0.57; 1.1} W, et avec les waists et zr mesurés dans la configura-
tion sans diaphragme [Fig. 4.4], on obtient ωz/2π = {5.2; 7.2} Hz. Les mesures
donnent ωz/2π = {5.2±0.1; 7.1±0.1} Hz. Elles sont donc en parfait accord avec
la prévision, malgré l’anharmonicité.

Dans le cas de la direction transverse, nous présentons une mesure réalisée
dans la configuration avec diaphragme (waist de 36 µm) car la zone harmonique
est plus grande et le résultat plus précis. La puissance utilisée est cette fois de
140 mW après le diaphragme, et on attend alors une fréquence de 265 Hz. Or
nous obtenons 201± 0.4 Hz, ce qui est nettement moins. Nous avons également
fait une mesure en configuration sans diaphragme et pour une puissance plus
grande (570 mW), et avons obtenu une fréquence mesurée de 738 Hz pour une
fréquence attendue de 960 Hz. Dans les deux cas, correspondant à des confi-
gurations pourtant assez différentes, la fréquence calculée à partir du profil du
faisceau est 1.3 fois plus grande que la fréquence mesurée avec les atomes. Ce
facteur 1.3 reste à ce jour inexpliqué. On prendra bien sûr la fréquence mesurée
avec les atomes comme étant la bonne, et cette fréquence est bien caractérisée,
ce qui est l’essentiel pour la suite.

4.3 Perspectives : transport de l’échantillon vers

une zone plus accessible

Une des limitations actuelles de notre expérience est le manque d’accès op-
tiques dans la zone de production du condensat. En effet, le condensat est obtenu
dans une cellule relativement petite (hauteur de seulement 1 cm), sur laquelle
sont accolées les bobines pour le PMO, le tout inséré dans la structure de l’élec-
troaimant, les pôles ferromagnétiques comme les bobines du dipôle venant au
plus près de la cellule pour avoir le plus grand confinement possible [Fig. 4.11].

Pour cette raison, la cellule est débouchante et prolongée par une chambre
secondaire [Fig. 2.3] disposant de larges hublots sur les six côtés. Le centre de
la cellule et le centre de cette chambre sont séparés de 26 cm. De plus, le mon-
tage de la pince optique est situé sur une platine de translation motorisée et
programmable (par GPIB), ayant une course de 30 cm. La pince optique peut
donc être utilisée pour transporter un condensat (ou un nuage très froid) dans la
chambre secondaire. Cette technique a été utilisée avec succès par le groupe de
W. Ketterle dès 2001 [203].

Intérêt de cette stratégie

Transporter un nuage atomique ultrafroid sur une distance de plusieurs cen-
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Fig. 4.11 – Plongé au cœur du dispositif expérimental. Les flèches rouges épaisses
symbolisent les faisceaux du PMO (celui du haut se réfléchit sur le cube) tandis
que la flèche fine représente le faisceau sonde, qui traverse le dipôle par un trou
d’un centimètre de diamètre, non visible sur la photo.

timètres est loin d’être simple. Il faut en particulier lutter contre les vibrations
pendant le transport afin d’éviter tout chauffage. On pourrait arguer que cette
approche est plus difficile (ou en tout cas au moins aussi difficile) que de créer
un condensat dans une structure laissant plus d’accès optique (au prix d’autres
difficultés techniques, telles que plusieurs centaines d’ampères nécessaires à la
création d’un piège magnétique suffisamment confinant, par exemple).

Il y a néanmoins un avantage particulier à séparer la zone de production
du condensat de sa zone d’utilisation : celui de pouvoir ouvrir le système plus
facilement. En effet, si l’on souhaite ajouter des dispositifs de manipulation du
condensat à l’intérieur même du système à vide, tels qu’une lentille ou des bobines
ou encore une puce, alors il n’est pas évident que ce dispositif soit compatible avec
l’obtention du condensat (s’il doit être très proche du nuage, par exemple, il peut
gêner le passage des faisceaux du PMO). De plus, il faudrait très certainement
démonter le piège magnétique de production du condensat, et probablement une
partie de l’optique du PMO autour, à chaque fois que l’on veut manipuler ou
changer ce dispositif. Enfin, c’est dans la zone de production du condensat que le
vide est le plus critique (car c’est là que se déroule l’évaporation, étape longue), et
la perspective de casser le vide à cet endroit est donc extrêmement désagréable.

Si la zone d’étude et/ou manipulation du condensat est séparée de sa zone
de production, et notamment par une vanne ultra-vide7, alors l’ouverture de la
chambre secondaire, afin de faire évoluer son contenu, pose nettement moins de

7Ce qui n’est pas le cas actuellement, mais le sera tout prochainement, après le déménage-
ment de l’expérience à Palaiseau (juin 2007).
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problème. La plus grande place permet également d’envisager une plus grande
variété de dispositifs. Cela donne donc une grande flexibilité à l’ensemble de
l’expérience. De plus, la production d’une source continue d’atomes condensés
devient envisageable [215], en maintenant un condensat dans la chambre secon-
daire, pendant qu’un nouveau est fabriqué, puis amené.

Premiers tests

Nous ne pouvons pas prétendre avoir travaillé sérieusement sur le sujet du
transport au cours de cette thèse, par manque de temps. Nous nous sommes
contentés d’un simple test : réaliser un aller-retour8 de distance totale 26 cm,
soit la distance requise pour transporter un nuage de la cellule au centre de la
chambre secondaire. Ce test, réalisé avec des atomes thermiques, s’est révélé po-
sitif, même si une proportion importante des atomes a été perdue pendant le
transport. Environ 10 % des atomes ont pu être conservés, et ceci sans aucune
optimisation de la vitesse ou de l’accélération du déplacement. On peut même
envisager optimiser le profil de la trajectoire de manière à minimiser les exci-
tations du nuage induites par le transport [39]. Enfin, il est permis de penser
qu’un aller-retour est moins favorable qu’un aller simple. Ces études pourront
faire l’objet d’une prochaine thèse.

4.4 Conclusion

Nous avons présenté dans ce chapitre le montage de la pince optique, sa mise
en place sur l’expérience, et sa caractérisation. Ce travail a constitué une étape
essentielle de cette thèse, au terme de laquelle la pince optique est devenu le
principal outil de manipulation du condensat.

Nous nous sommes concentrés dans ce chapitre sur l’aspect piégeage du po-
tentiel dipolaire, mais le caractère très anisotrope du piège en question permet
également d’utiliser ce dispositif comme un guide, du moins sur quelques milli-
mètres. C’est cet aspect qui est mis à profit pour l’obtention d’un laser à atomes
guidé.

8Nous n’avons pas encore installé de dispositif d’imagerie dans la chambre secondaire.



C H A P I T R E 5

Laser à atomes guidé

Nous présentons dans ce chapitre nos résultats sur l’obtention d’un laser à
atomes guidé [46]. Celui-ci est produit par couplage quasi-continu à partir d’un
réservoir d’atomes condensés, situé dans le piège hybride obtenu à l’intersection
des piège magnétique et optique. Le faisceau atomique se propage ensuite dans
la pince optique, très anisotrope, servant alors de guide d’onde.

Nous détaillons dans un premier temps la procédure expérimentale d’obten-
tion d’un tel laser, en commençant par la condensation dans le piège hybride,
qui nécessite des précautions particulières. Nous donnons ensuite les principales
caractéristiques du faisceau : intensité, longueur d’onde et mode transverse. Nous
présentons ensuite une description théorique du laser à atomes guidé. Nous cal-
culons sa fonction d’onde (§5.3) et détaillons le processus de couplage et d’ex-
traction (§5.4). Enfin, nous présentons quelques perspectives d’amélioration et
d’utilisation de ce nouvel outil pour l’optique atomique.

5.1 Condensation dans le piège hybride

Nous présentons dans cette section la réalisation d’un condensat dans le piège
hybride obtenu au croisement de la pince optique et du piège magnétique. Ceci
constitue l’étape préliminaire à la réalisation d’un laser à atomes guidé.

5.1.1 Caractéristiques du piège

La géométrie de l’expérience est rappelée en figure 5.1. Les deux types de
piège, magnétique et optique, sont anisotropes, mais dans des directions diffé-
rentes. Le piège magnétique est allongé selon la direction du dipôle x, tandis
que le piège optique est allongé selon la direction de propagation du laser z.
Par conséquent, selon la direction considérée, le confinement peut être largement
dominé par un piège devant l’autre. Ainsi, dans la direction x, l’effet du piège
magnétique est négligeable, tandis que dans la direction z, le confinement est as-
suré par le piège magnétique. Selon y en revanche, les deux pièges peuvent avoir
un confinement important. En fait, un tel piège, très confinant dans toutes les
directions, n’est pas vraiment favorable à l’obtention d’un condensat, ou en tout
cas d’un condensat comportant un grand nombre d’atomes, car alors la densité
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Fig. 5.1 – Géométrie de l’expérience. Le “piège hybride” est obtenu à l’intersec-
tion entre le piège magnétique et la pince optique.

atomique est tellement forte que le taux de recombinaison à trois corps devient
une source majeure de perte. Il nous est en fait apparu impossible de transférer
sans trop de perte un nuage très froid (donc très dense) dans ce piège hybride
sans auparavant décomprimer le piège magnétique.

Nous décomprimons donc le piège magnétique en abaissant le gradient du
quadrupôle à une valeur de 100 G/cm, correspondant à un courant dans les
bobines de 2.5 A. C’est dans ces conditions que les fréquences transverses du piège
magnétique ont été mesurées (§2.5.4), et elles sont de 34 et 35 Hz respectivement
dans les directions y et z. Aussi le confinement dans le piège hybride est-il toujours
largement dominé par le piège magnétique dans la direction z, tandis qu’il est
largement dominé dans la direction y, comme pour x, par la pince optique.

Au final, on peut écrire, avec des notations évidentes (on omettra dans la
suite les indices supérieurs lorsqu’il n’y aura pas d’ambigüıté),

ωPH
x = ωPO

x , ωPH
y = ωPO

y , ωPH
z = ωPM

z . (5.1)

L’erreur commise en négligeant le piège le moins influent est au plus de l’ordre
d’un pourcent, pour les paramètres typiques que nous utilisons, c’est-à-dire une
puissance laser telle que ωPO

x /2π = 200 à 500 Hz.
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5.1.2 Évaporation et condensation

Nous évaporons dans le piège magnétique comprimé jusqu’à atteindre une
température proche du seuil. L’idée est que nous ne voulons pas décomprimer
un nuage déjà condensé car cela engendre des oscillations qui ne s’amortissent
pas (ou peu). D’un autre côté, nous ne voulons pas non plus utiliser une grande
puissance laser, de manière à limiter le confinement du piège hybride, et il faut
donc que le nuage soit suffisamment froid. Enfin, plus le nuage est froid, meilleur
est le recouvrement géométrique entre le nuage piégé magnétiquement et le piège
optique, et donc meilleur sera le transfert. Décomprimer puis allumer la pince
optique sur un nuage proche du seuil nous semble donc être un bon compromis1.
Chaque étape, décompression puis allumage de la pince optique, est effectuée
adiabatiquement en 500 ms.

Une deuxième étape d’évaporation, dans le piège hybride, est alors néces-
saire. Nous utilisons toujours une rampe décroissante de radiofréquence, mais
cette fois, les atomes ne peuvent s’échapper que selon l’axe z, puisque c’est la
seule direction dans laquelle ils ne sont pas confinés par la pince optique (les
atomes évaporés sont dans l’état anti-piégeant |F = 1,mF = 1〉 et sont donc
expulsés par le champ magnétique). Cette étape d’évaporation est donc peu ef-
ficace, et est en compétition avec les pertes importantes dues aux collisions à
trois corps, car malgré la décompression du piège magnétique, le piège hybride
reste très confinant. Finalement, nous arrivons à obtenir la condensation après
quelques secondes d’évaporation dans le piège hybride, mais avec un nombre
d’atomes plus modeste que ce que nous obtenons dans le piège magnétique seul.
Nous avons typiquement 1 à 2 × 105 atomes condensés dans le piège hybride.
En figure 5.2 sont représentées deux images de nuages partiellement et presque
totalement condensés après temps de vol. Contrairement aux condensats obte-
nus dans le piège magnétique, nous voyons clairement ici l’anisotropie du nuage.
Cette anisotropie n’est pas présente dans le nuage thermique, ce qui permet éga-
lement de rendre plus flagrant le profil en double structure.

Remarques :
– On pourrait penser qu’afin d’améliorer l’efficacité de l’évaporation, on peut,

en plus de la RF, évaporer optiquement, c’est-à-dire baisser progressivement
la profondeur du piège dipolaire, afin que l’évaporation puisse avoir lieu
dans toutes les directions. En fait, cela ne marcherait pas. En effet, les
atomes qui s’échapperaient ainsi de la pince optique seraient encore loin de
la surface d’évaporation magnétique, puisque justement dans les directions
transverses le nuage est fortement confiné par le piège dipolaire. Ces atomes
constitueraient donc un réservoir d’atomes tièdes, piégés magnétiquement,
tout à fait néfaste.

1Une procédure légèrement différente sera présentée au paragraphe 5.2.1.



124 Chap 5 - Laser à atomes guidé
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Fig. 5.2 – Condensation dans le piège hybride. Les images sont obtenues après
un temps de vol de 17 ms, pour deux valeurs différentes de fin de rampe d’éva-
poration. À gauche, la fraction condensée est d’environ 20 % pour un nombre
d’atomes de 4.2× 105. À droite, le condensat est quasi pur et contient 1.5× 105

atomes. Le champ de chaque image est de 600× 600 µm2.

– Nous avons pu observer au cours de ces expériences un “effet dimple” : al-
lumer la pince optique, même adiabatiquement, augmente la densité dans
l’espace des phases, grâce au changement de forme du potentiel de pié-
geage [208, 216, 217]. Concrètement, cela se traduit par l’apparition d’une
petite fraction condensée après l’allumage de la pince optique, sans même
avoir commencé la deuxième évaporation, et alors que le nuage initial était
entièrement thermique.

Expansion

Contrairement au cas du piège magnétique, l’imagerie du nuage ne se fait
pas le long de l’axe de symétrie du piège hybride. Nous pouvons donc observer
l’inversion d’anisotropie caractéristique de l’expansion d’un nuage dans le régime
hydrodynamique, dans notre cas un condensat. Les images expérimentales sont
reportées en figure 5.3.

La mesure de la vitesse d’expansion dans la direction y donne directement
accès à la valeur du potentiel chimique du condensat. On obtient µ/h = 4.2 kHz,
en bon accord (à 10 % près) avec la fréquence et le nombre d’atomes.
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Fig. 5.3 – Expansion du condensat obtenu dans le piège hybride. L’inversion
d’ellipticité est bien visible. Sur la première image, la forte densité du condensat
entrâıne un effet de lentille produisant un halo parasite. La hauteur de chute
maximale est 1.8 mm.

Durée de vie du condensat

De même qu’au chapitre 2 (§2.5.6), la durée de vie du condensat est un para-
mètre essentiel. Malgré le nombre d’atomes plus modeste, le très fort confinement
du piège hybride fait que les pertes à trois corps sont là aussi le phénomène do-
minant. Les mesures sont reportées en figure 5.4 et sont en bon accord avec cette
hypothèse.

Finalement, les pertes à trois corps sont le facteur le plus limitant dans
l’obtention du condensat dans le piège hybride, aussi bien en terme de nombre
d’atomes condensés que de durée de vie du condensat. Ceci est dû au fort confi-
nement du piège hybride, causé par la géométrie croisée des deux pièges à partir
desquels il est produit. Signalons toutefois que cette géométrie a pour avantage
que le positionnement de la pince optique n’est critique que dans une seule direc-
tion. Enfin, un autre avantage de cette configuration apparâıtra au paragraphe
5.2.4.
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Fig. 5.4 – Durée de vie du condensat dans le piège hybride. La courbe est
ajustée par la formule (2.37) avec K3 comme paramètre libre. On obtient
K3 ' 10−29 cm6.s−1, c’est-à-dire le bon ordre de grandeur. L’encart permet
de vérifier que les pertes sont effectivement principalement dues aux collisions
à trois corps.

5.2 Le laser à atomes guidé : réalisation et ca-

ractérisation expérimentale

Nous allons dans cette section décrire en détail la procédure expérimentale
d’obtention du laser à atomes guidé ainsi que ces principales caractéristiques.
Nous serons amené à décrire précisément les potentiels auxquels celui-ci est sou-
mis (§5.2.3), afin de comprendre le comportement du faisceau. Nous montrons
que notre configuration permet un contrôle de l’accélération, et ultimement de
la vitesse, des atomes du laser, autorisant ainsi l’obtention d’un laser à atomes
à grande longueur d’onde (§5.2.4). Enfin, nous montrons qu’un faible nombre de
modes transverses du guide sont peuplés (§5.2.5)

Nous nous contenterons dans cette partie d’explications physiques simples
des phénomènes, nous présenterons une modélisation plus rigoureuse de notre
système dans les sections suivantes (§5.3, §5.4 et §5.5).

5.2.1 Cycle

La première étape consiste à obtenir un condensat dans le piège hybride. Nous
utilisons une procédure légèrement différente de celle présentée dans la section
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précédente, dont le but est que le guide d’onde formé par la pince optique passe
au plus près possible du centre du piège magnétique. Pour une raison qui sera
justifiée ultérieurement (§5.5.1), cela permet de minimiser le nombre de modes
transverses peuplés dans le guide. Dans la procédure utilisée précédemment, nous
décomprimons fortement le piège magnétique avant d’allumer la pince optique.
Cela a pour effet de décaler la position du nuage, à cause de la gravité, d’une
quantité g/ω2

PM valant 200 µm pour ωPM/2π = 35 Hz. Il faut donc adapter la
position de la pince à cet effet pour piéger les atomes, et le piège hybride est
alors assez éloigné du centre magnétique.

La solution idéale consisterait à ne pas décomprimer le piège magnétique avant
d’allumer la pince optique. Comme expliqué précédemment (§5.1.2), les pertes
liées aux collisions à trois corps sont alors trop importantes. Une solution inter-
médiaire consiste à ne décomprimer que légèrement, de manière à ne pas entrâı-
ner un grand décalage, mais suffisamment toutefois pour réduire sensiblement la
densité. Nous décomprimons donc dans un premier temps jusqu’à une fréquence
transverse du piège magnétique d’environ 130 Hz (soit un courant dans les bo-
bines du quadrupôle de 10 A). Le décalage correspondant n’est que de 15 µm,
ce qui est de toute façon l’ordre de grandeur vraisemblable de la précision avec
laquelle on positionne la pince optique sur les atomes (le waist étant de 24 µm).
Une fois le piège optique allumé, celui-ci piège les atomes dans les directions x
et y et nous pouvons décomprimer le piège magnétique jusqu’à la fréquence de
35 Hz sans que cela entrâıne de décalage supplémentaire. Dans ce chapitre, la
fréquence transverse typique de la pince optique est ωPO/2π = 360 Hz. À l’issue

laser

Évaporation

t

t

0

360 Hz

280 Hz

Évaporation

130 Hz

35 Hz

27 s 0.5 s 0.5 s 0.5 s 3 s

0

ωPM

2π

ωPO

2π

Fig. 5.5 – Cycle expérimental d’obtention d’un laser à atomes guidé. La décom-
pression du piège magnétique s’effectue en deux étapes, de façon à minimiser
l’écart entre la position du piège hybride et le centre du piège magnétique. Les
fréquences indiquées sont les fréquences transverses de chaque piège, respective-
ment y, z pour le piège magnétique (PM) et x, y pour le piège optique (PO).
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du cycle, dont un chronogramme est représenté en figure 5.5, nous obtenons un
condensat contenant environ 105 atomes.

5.2.2 Laser à atomes guidé

Une fois obtenu un condensat dans le piège hybride, nous utilisons la même
technique de couplage que celle déjà utilisée pour produire les lasers à atomes du
chapitre 3, à savoir un champ radiofréquence (∼ 5 MHz) induisant une transition
entre l’état piégé magnétiquement |F = 1,mF = −1〉 et celui peu sensible au
champ magnétique |F = 1,mF = 0〉. Dans notre configuration de piégeage hy-
bride [Fig. 5.6(a)], le piège magnétique est responsable du confinement selon l’axe
de propagation z du guide optique. En revanche, il est important de rappeler que
le piégeage dipolaire est insensible à la polarisation atomique. Les atomes dans
mF = 0 ressentent donc le même confinement optique que les atomes condensés,
mais ne sont en revanche plus confinés selon z. Ils peuvent donc se propager li-
brement dans cette direction, guidés par la pince optique [Fig. 5.6(b)].

La première propriété évidente de ce laser à atomes guidé est qu’il se propage
horizontalement ! Aussi ne subit-il pas l’accélération de la gravité. Nous pouvons
voir sur l’image 5.6(b) que le faisceau atomique s’est propagé sur environ 1 mm
en une centaine de milliseconde, alors qu’un faisceau se propageant sous l’effet

Guide optique
Piège magnétique

gRF

Condensat

(a)

(b)
z

y

x

Fig. 5.6 – (a) Rappel de la géométrie de l’expérience. (b) Image d’un laser à
atomes guidé. Le champ de l’image est de 1.4 mm et la durée du couplage est de
100 ms.
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de la gravité parcours la même distance en dix fois moins de temps (ou, il par-
courrait dans le même temps une distance cinquante fois plus grande). Ce laser
permet donc des temps d’opération beaucoup plus longs. De manière équivalente,
nous pouvons dire qu’il a une longueur d’onde beaucoup plus grande. Nous re-
viendrons sur ces questions au paragraphe 5.2.4, dans lequel nous examinerons
plus en détail la dynamique longitudinale du laser.

Autre paramètre important, le flux F est de l’ordre de quelques 105 atomes
par seconde. Nous extrayons donc à chaque réalisation quelques 104 atomes en
quelques dizaines de millisecondes. En s’étalant sur 1 mm, le faisceau a une
densité linéique n1D de quelques dizaines d’atomes par microns. Ces différentes
grandeurs sont reliées par

n1D =
F
v
, (5.2)

où v est la vitesse de propagation de l’onde atomique. Des paramètres typiques
sont F = 3× 105 at/s, v = 10 mm/s et n1D = 30 at/µm.

5.2.3 Potentiel ressenti par les atomes du laser

Pour comprendre le comportement du laser, il est nécessaire de décrire le
potentiel dans lequel il se propage, noté Vlaser(x, y, z). Celui-ci résulte de l’addition
de plusieurs potentiels :

– Le confinement de la pince optique, noté VPO. Nous noterons de plus

ω⊥ = ωPO
x = ωPO

y , ωz = ωPO
z .

– L’effet Zeeman quadratique, noté Vzq, s’appliquant aux atomes dans l’état
|F = 1,mF = 0〉 (S3.1.1). Seule sa contribution selon z a une importance
car il est négligeable devant le confinement transverse du guide optique
dans les autres directions. Nous noterons ωzq sa courbure caractéristique
(expulsante).

– La gravité −mg y.
– Le potentiel de champ moyen d’interaction avec le condensat-source, noté
Vcoll.

Enfin, on notera VCBE le potentiel de piégeage s’appliquant aux atomes conden-
sés. Ces derniers, dans le piège hybride, sont confinés dans les directions x, y par
la pince optique et dans la direction z par le piège magnétique, dont le potentiel
sera noté VPM et la courbure selon z, ωPM.

Toutes les notations et hypothèses présentées dans cette partie seront utilisées
dans toute la suite du chapitre.
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5.2.3.1 Variation longitudinale

Nous allons d’abord expliciter la variation du potentiel dans la direction de
propagation z. Nous nous plaçons donc, dans ce paragraphe, en x = y = 0, les
origines de ces coordonnées étant placées au centre magnétique.

Un avantage de notre configuration est que les confinements longitudinaux
de la pince optique et de l’effet Zeeman quadratique sont à la fois faibles, et du
même ordre de grandeur. Dans le cas du piège magnétique décomprimé à 35 Hz, le
gradient quadrupolaire est de 100 G/cm et l’effet Zeeman du second ordre donne
lieu à une courbure expulsante de ωzq/2π = 2.6 Hz seulement (Eq. 3.8). Nous
pouvons créer une courbure confinante de même valeur avec la pince optique,
avec une puissance laser relativement faible. En effet, compte tenu des mesures
présentées aux paragraphes 4.2.1.3 et 4.2.3.2, cela correspond à une puissance
laser pour la pince optique de P = 130 mW en sortie de fibre (en configura-
tion sans diaphragme). La fréquence transverse du guide optique est alors de
ω⊥/2π = 360 Hz (en prenant en compte le facteur correctif de 1.3, voir §4.2.3),
valeur tout à fait raisonnable. Aussi avons nous choisi de travailler dans cette
configuration, de manière à minimiser la courbure longitudinale et ainsi avoir
affaire à un guide d’accélération longitudinale constante.

En revanche, on peut, si on le souhaite, décaler longitudinalement la position
du waist de la pince optique de la distance z0 par rapport au piège magnétique.
De cette manière, on privilégie une direction d’extraction, puisqu’alors les atomes
sont attirés par le foyer optique. Plus précisément, nous écrivons

Vguide(0, 0, z) = −1

2
mω2

zqz
2 +

1

2
mω2

z(z − z0)
2 + cste . (5.3)

Lorsque ωzq = ωz, les courbures se compensent, et il ne reste qu’un potentiel
linéaire, de pente mω2

zz0, décroissant vers le waist.

À ce stade, il nous faut préciser les origines des coordonnées et des énergies.
Dans l’écriture qui précède, l’origine des z est au centre magnétique. Ce n’est pas
la position du condensat, car celui-ci est légèrement attiré par le centre du piège
optique. Le minimum du piège hybride

VCBE = Vguide + VPM , (5.4)

se situe en

zCBE =
ω2

z

ω2
PM + ω2

z

z0 '
ω2

z

ω2
PM

z0 . (5.5)

Nous allons effectuer le changement de variable z − zCBE → z, afin de placer
l’origine de l’axe z au centre du condensat, ce qui facilitera l’écriture du potentiel
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de champ moyen Vcoll. Le potentiel optique est alors centré en zPO avec

zPO = z0 − zCBE =
ω2

PM

ω2
PM + ω2

z

z0 ' z0 , (5.6)

et le potentiel magnétique (de piégeage initial, mais aussi de l’effet Zeeman qua-
dratique) est centré en

zPM = −zCBE = − ω2
z

ω2
PM

zPO (5.7)

Enfin, on choisit l’origine des énergies telle que Vguide(0) = 0.

On a donc finalement

Vguide(0, 0, z) = −mω2
zzPO z . (5.8)

En contrôlant zPO, on peut donc régler l’accélération subie par les atomes du
laser guidé. Avec zPO de l’ordre du millimètre, par exemple, l’accélération est de
l’ordre de 0.3 m/s2, soit plus de 30 fois plus faible que l’accélération de la gravité.

Le potentiel de champ moyen dû au condensat, quant à lui, s’écrit dans l’ap-
proximation de Thomas-Fermi (§2.1.2.3)

Vcoll = max (µ− VCBE, 0) , (5.9)

où VCBE = Vguide + VPM.

En additionnant les deux potentiels, on a donc

Vlaser = Vguide + Vcoll

=

{
µ− VPM dans le CBE,

Vguide hors du CBE,

(5.10)

c’est-à-dire

Vlaser(0, 0, z) =

{
µ−mω2

zzPOz − 1
2
mω2

PMz
2 pour z ∈ [−Rz, Rz],

−mω2
zzPOz pour z /∈ [−Rz, Rz].

(5.11)

Il s’agit donc d’un potentiel linéaire en dehors du condensat et d’un potentiel qua-
dratique expulsant, centré au centre magnétique zPM, dans la zone du condensat
[Fig. 5.7]. La valeur du potentiel chimique avec nos paramètres typiques (105

atomes condensés) est µ/h = 3.2 kHz, et le rayon de Thomas-Fermi selon z vaut
Rz = 25 µm.



132 Chap 5 - Laser à atomes guidé
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Fig. 5.7 – Variation selon z des différents potentiels ressentis par les atomes
du laser guidé. Vlaser (trait continu rouge), est la somme du potentiel optique
(tireté bleu), du potentiel Zeeman quadratique (pointillé mauve) et du potentiel
de champ moyen Vcoll. Encart : zoom au voisinage de l’origine. Vguide est en
pointillé vert. Nous avons choisi pour la figure zPO = 0.5 mm, ce qui donne
zPM = −2.8 µm.

5.2.3.2 Variation transverse

Nous allons maintenant examiner la variation du potentiel dans les directions
transverses. En dehors de la zone du condensat, il s’agit simplement d’un potentiel
harmonique, que nous prendrons symétrique, de courbure ω⊥ indépendante de z.
Ces approximations, servant principalement à alléger les écritures, sont justes à
quelques pourcents près (mieux que 2% pour la symétrie, environ 10% pour la
variation de ω⊥ en fonction de z sur une distance d’un millimètre, la distance
de Rayleigh caractérisant la pince optique étant de plusieurs millimètres). La
position du potentiel est légèrement décalée vers le bas par la gravité (“sag” de
g/ω2

⊥ = 1.9 µm avec ω⊥/2π = 360 Hz), mais il suffit de choisir correctement
l’origine des coordonnées pour que cela n’apparaisse pas.

Nous allons en revanche faire une autre approximation, importante cette fois.
Nous allons supposer que le potentiel {guide optique + gravité} est parfaite-
ment centré sur le piège magnétique, c’est-à-dire passe par le centre magnétique.
Cela est vrai à quelques microns près. Nous reviendrons ultérieurement sur les
conséquences de cette approximation, au paragraphe 5.5.1.

Ainsi, on prendra l’origine des axes x et y au centre du condensat, qui est éga-
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lement, avec cette hypothèse, au centre des potentiels magnétique et de guidage.
Finalement,

Vguide(x, y, z) =
1

2
mω2

⊥(x2 + y2)−mω2
zzPOz . (5.12)

On pourra également noter r =
√
x2 + y2 et r = (x, y).

Dans la zone de recouvrement avec le condensat, il faut tenir compte du
potentiel de champ moyen. Comme le confinement transverse du condensat est
dominé par la pince optique, le champ moyen de celui-ci compense le confinement
transverse de cette dernière, c’est-à-dire, du guide. Aussi obtient-on globalement
un potentiel harmonique avec un fond plat [Fig. 5.8] dont la largeur est donnée
par le rayon de Thomas-Fermi du condensat R⊥ dépendant de z

De manière plus rigoureuse, on peut appliquer le raisonnement précédemment
utilisé pour exprimer le potentiel de champ moyen selon z (équations 5.4, 5.9 et
5.10), et on obtient, pour |r| < R⊥(z),

Vlaser = µ− VPM . (5.13)

Il apparâıt donc dans cette zone un potentiel opposé au potentiel magnétique.
Néanmoins, la faible courbure magnétique rend cette variation de potentiel né-
gligeable à l’échelle du rayon transverse R⊥ du condensat : avec nos paramètres,
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Fig. 5.8 – Potentiel ressenti par les atomes du laser guidé dans les directions
transverses, en z = 0. Le champ moyen du condensat compense exactement le
fond du puits (la petite courbure expulsante due au champ moyen est à peine
perceptible).
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en z = 0, R⊥ = 2.4 µm, et mω2
PMR

2
⊥/2h ' 30 Hz seulement dans la direction y,

et encore moins selon x (direction du dipôle). Nous pourrons donc négliger cette
petite courbure et considérer que le fond est plat.

5.2.3.3 Récapitulatif

Il peut être utile, à ce stade, de récapituler les hypothèses effectuées pour
écrire le potentiel Vlaser ressenti par les atomes du laser à atomes guidé :

– Symétrie cylindrique dans le guide et courbure transverse ω⊥ indépendante
de z.

– Le faible confinement longitudinal du guide compense exactement la cour-
bure expulsante due à l’effet Zeeman quadratique : ωz = ωzq.

– Nous décrivons le condensat et son potentiel d’interaction en utilisant l’ap-
proximation de Thomas-Fermi.

– Le guide est parfaitement centré sur le piège magnétique.

Les deux premières approximations servent principalement à alléger les écri-
tures et sont sans grande conséquence, nous pourrions nous en passer. L’approxi-
mation de Thomas-Fermi ne permet pas de décrire correctement le potentiel au
voisinage immédiat de z ≈ ±Rz, mais est très bien vérifiée partout ailleurs. En-
fin, nous examinerons les conséquences d’un positionnement différent du guide
optique au paragraphe 5.5.1. Avec ces hypothèses, la courbure résiduelle du piège
magnétique apparaissant par l’intermédiaire du champ moyen du condensat est
négligeable, et l’ensemble du problème possède la symétrie cylindrique d’axe z.

r

Vlaser    (r,z)

z

Fig. 5.9 – Représentation de l’évolution du potentiel en fonction de r et z.
Lorsque z passe de 0 à Rz, la taille du fond plat diminue progressivement jusqu’à
s’annuler.
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Le potentiel global est résumé sur la figure 5.9. Il n’est pas séparable dans la
zone du condensat. Néanmoins, on pourra utiliser l’écriture suivante,

Vlaser(r, z) = V⊥(r, z) + V‖(z) , (5.14)

qui n’introduit pas d’approximation supplémentaire. Les expressions de V⊥ et V‖
sont récapitulées dans le tableau ci-dessous :

z ∈ [−Rz, Rz] z /∈ [−Rz, Rz]

V⊥(r, z) max
[

1
2
mω2

⊥ (r2 −R⊥(z)2) , 0
]

1
2
mω2

⊥r
2

V‖(z) µ−mω2
zzPOz − 1

2
mω2

PMz
2 −mω2

zzPOz

5.2.4 Contrôle de l’accélération et longueur d’onde

Comme évoqué précédemment, l’horizontalité du guide permet de supprimer
l’influence de la gravité sur la propagation du laser à atomes. Plus précisément,
nous avons vu au paragraphe précédent que notre configuration est particuliè-
rement flexible, puisque la courbure longitudinale de la pince optique peut être
compensée par l’effet Zeeman quadratique. Il en résulte un potentiel linéaire dont
la pente est ajustable en jouant sur la position zPO du waist de la pince optique
(Eq. 5.8). Nous pouvons pour cela utiliser la platine de translation motorisée.

Une configuration intéressante est évidemment celle où l’on annule l’accélé-
ration. On obtient alors un laser à atomes dont la vitesse de propagation est
constante, c’est-à-dire dont la longueur d’onde est fixe.

À titre d’illustration, nous présentons en figure 5.10 des mesures d’accéléra-
tion obtenues pour deux configurations expérimentales différentes. Dans la pre-
mière, nous avons centré au mieux la pince optique, de manière à minimiser
l’accélération. Nous observons en effet une accélération difficilement mesurable
et quasiment négligeable, a1 = 0.07 ± 0.06 m/s2, la propagation étant dominée
par la vitesse initiale. Une telle valeur d’accélération, de l’ordre de g/100, peut
être due à un défaut d’horizontalité du guide de l’ordre d’un centième de radian,
soit 0.5̊ , ou par un décalage z0 ∼ 300 µm, soit ∼ zR/10. Dans les deux cas, il
s’agit de l’ordre de grandeur de la précision à laquelle nous sommes capable de
contrôler ces paramètres2. Dans la deuxième réalisation, un décalage z0 ∼ 1 mm

2Il y a également une incertitude liée à l’anharmonicité du potentiel.
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0 0.5 1 1.5 2 2.5

30

60

90

0
(b)

z (mm)

(1)

(2)

t l
as

er
 (

m
s)

30

60

90

t l
as

er
 (

m
s)

(a)

(1)

z (mm)0 1

Fig. 5.10 – Propagation du laser à atomes. (a) Mesure de la position du front
d’onde en fonction du temps sur les images expérimentales. (b) Deux mesures,
numérotées (1) et (2), de la position du front d’onde en fonction du temps,
obtenues pour des configurations expérimentales différentes (voir texte), sont
ajustées par des polynômes du second degré. On mesure ainsi les vitesses initiales
et les accélérations. On trouve a1 = 0.07 ± 0.06 m/s2 et a2 = 0.36 ± 0.04 m/s2,
soit respectivement g/140 et g/30. L’accélération a1 est en fait peu mesurable
car quasiment négligeable devant l’effet de la vitesse initiale, identique dans les
deux réalisations, v0 = 9± 2 mm/s.

provoque une accélération a2 = 0.36 ± 0.04 m/s2. Nous démontrons ainsi que
nous pouvons contrôler l’accélération subie par le faisceau atomique.

La vitesse initiale, quant à elle, est v0 = 9±2 mm/s. Comme on peut le com-
prendre intuitivement en regardant le potentiel tracé dans l’encart de la figure
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5.7, cette vitesse initiale est donnée par le potentiel répulsif dû aux interactions
entre les atomes du laser et le condensat. L’amplitude de celui-ci est de 3 à 4 kHz,
ce qui correspond en terme de vitesse à 5 à 6 mm/s. Notre mesure expérimentale
est quelque peu supérieure. Une explication possible de ce désaccord est l’éven-
tuelle présence dans le faisceau d’atomes issus du nuage thermique résiduel. Il
est en effet difficile d’obtenir une fraction condensée supérieure à 80 %, ce qui
signifie que la température du nuage est de 150 à 200 nK. Les atomes ayant une
énergie de 5 à 6 fois l’énergie thermique moyenne (ce qui correspond à la queue
de la distribution) ont alors une vitesse de 9 mm/s. Ces atomes sont très peu
nombreux, mais notre méthode de mesure ne permettant pas de les discriminer
des autres, leur effet ne peut être exclu. Nous avancerons également une autre
hypothèse dans la suite de ce chapitre.

La longueur d’onde de de Broglie correspondante, λdB = h/mv, est de 0.5 µm.
Cette longueur d’onde est quasi-constante sur plus d’un millimètre de propaga-
tion. À titre de comparaison, un laser à atomes accéléré par la gravité a une
longueur d’onde, au bout de 1 mm de chute libre (soit après seulement 14 ms
de propagation), de 33 nm. Nous avons donc augmenté la longueur d’onde du
laser à atomes, en le guidant, de plus d’un ordre de grandeur, et bien au delà
en considérant une distance de propagation plus grande. La longueur d’onde du
laser à atomes est de l’ordre de grandeur des longueurs d’onde optiques, ce qui
ouvre de nombreuses perspectives d’études des propriétés de propagation d’onde
de matière à travers des obstacles façonnés par des potentiels dipolaires. Enfin,
nous verrons que l’on peut a priori ajuster cette longueur en jouant sur les pa-
ramètres du couplage (fréquence RF) et ainsi, ultimement, obtenir un laser à
atomes à longueur d’onde accordable.

La possibilité d’avoir un laser à atomes ayant une grande longueur d’onde,
fixe au cours de la propagation, est un point clef, et novateur, de notre dispositif.

5.2.5 Mode transverse

Une caractéristique importante lorsqu’on traite d’ondes guidées est leur mode
transverse. Dans notre cas, le guide optique est intrinsèquement multimode, c’est-
à-dire qu’il supporte un grand nombre de modes, sa profondeur étant bien plus
grande que l’écart entre modes : U0/~ω⊥ ∼ 750.

Afin d’évaluer le nombre de modes peuplés, on mesure l’énergie d’expansion
dans la direction transverse à laquelle notre imagerie donne accès, c’est-à-dire y.
En pratique, on mesure la largeur r.m.s σ (via un ajustement par une gaussienne)
du faisceau après un temps de vol tv. L’évolution de la taille est alors donnée par

σ(tv)
2 = σ2

0 + 〈v2
y〉 t2v , (5.15)

où
√
〈v2

y〉 est la vitesse quadratique moyenne dans la direction y. La taille in situ
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Fig. 5.11 – Évolution de la largeur r.m.s. du faisceau atomique au cours d’un
temps de vol. Les données expérimentales sont ajustées par l’équation 5.15.

σ0 est trop petite pour être résolue, et en pratique, l’ajustement donne donc une
taille limitée par la résolution du système d’imagerie.

Notre mesure, pour laquelle nous avons coupé le guide après 60 ms de pro-

pagation, est reportée en figure 5.11. Nous obtenons
√
〈v2

y〉 = 2.1 ± 0.1 mm/s.

En utilisant la symétrie cylindrique du problème, nous devons multiplier cette
valeur par

√
2 pour obtenir la vitesse quadratique moyenne

√
〈v2

r〉 à deux dimen-
sions. L’énergie d’expansion est égale à m〈v2

r〉/2. Celle-ci correspond à l’énergie
cinétique, et éventuellement d’interaction, dans le guide. Nous verrons dans la
suite que l’énergie d’interaction est négligeable. Nous devons alors simplement
doubler le résultat, afin d’ajouter l’énergie potentielle, pour finalement arriver à
l’évaluation suivante de l’énergie transverse,

E⊥ = (5.4± 0.8)~ω⊥ , (5.16)

dans laquelle l’incertitude prend en compte l’incertitude sur la fréquence trans-
verse (∼ 10%).

Si nous raisonnons en nombre de modes, et en supposant que le guide est
parfaitement symétrique, seuls les modes à symétrie cylindrique sont peuplés, et
on peut alors écrire E⊥ = (2n + 1) ~ω⊥, ce qui fait un “n moyen” de seulement
〈n〉 = 2.2± 0.4 . Nous n’observons pas de structure particulière dans le profil du
faisceau après expansion pouvant nous faire supposer, par exemple, que seul le
mode n = 2 serait peuplé. Nous concluons donc de ces mesures et observations
que le nombre de modes significativement peuplés est de l’ordre de quelques unités
seulement. Nous reviendrons dans la suite sur les phénomènes à l’origine de ce
nombre de modes et sur les perspectives d’amélioration.
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5.2.6 Conclusion intermédiaire

Dans ce premier paragraphe traitant du laser à atomes guidé, nous avons
décrit les aspects expérimentaux de notre réalisation, et avons mesuré les princi-
pales caractéristiques du laser, telles que son flux, sa longueur d’onde et l’énergie
de son mode transverse. Nous avons néanmoins laissé un grand nombre de points
en suspens, tels qu’une description précise du couplage ou de la dynamique de
propagation du faisceau, ou encore sur le mode transverse. Afin de clarifier ces
points, nous allons dans la suite de ce chapitre donner une description théorique
du laser à atomes guidé et du couplage.

5.3 Description théorique du laser à atome guidé

Nous nous intéressons dans cette partie à la fonction d’onde de l’état fonda-
mental du potentiel Vlaser. Le caractère très allongé de notre configuration auto-
rise une approximation d’adiabaticité, ce qui permet de découpler la dynamique
transverse de la dynamique longitudinale. La dynamique longitudinale peut alors
être modélisée par des équations hydrodynamiques, tandis que la fonction d’onde
transverse peut se calculer analytiquement.

5.3.1 Formalisme

Dans notre système, toutes les directions ne jouent clairement pas le même
rôle. Le condensat et le faisceau atomique sont très allongés dans la direction de
propagation z. Dans ces conditions, il est approprié d’écrire la fonction d’onde
du laser à atomes guidé sous la forme [218]

Ψ(r, z, t) = φ(z, t)ψ⊥(r, z) , (5.17)

avec les conventions de normalisation∫
|ψ⊥|2dr = 1 , (5.18)∫
|Ψ|2dr = |φ(z, t)|2 = n1D(z) , (5.19)

où n1D est la densité linéique. On peut alors dériver les équations de Gross-
Pitaevskii vérifiées par φ et ψ⊥ en utilisant la méthode variationnelle habituelle
(voir par exemple [146]). On obtient les deux équations couplées suivantes [218],[

− ~2

2m
∆ + Vlaser + gcoll|φψ⊥|2 +

~2

2m|φ|2

∣∣∣∣∂φ∂z
∣∣∣∣2
]
ψ⊥ = µψ⊥ , (5.20)
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où µ est le potentiel chimique du laser à atomes guidé (on notera à partir de
maintenant µCBE celui du condensat), et

i~
∂φ

∂t
= − ~2

2m

∂2φ

∂z2
+

(
~2

2m

∫
|∇⊥ψ⊥|2dr

)
φ

+

(∫
Vlaser|ψ⊥|2dr

)
φ+ gcoll

(∫
|ψ⊥|4dr

)
|φ|2φ .

(5.21)

Pour obtenir ces équations, nous avons omis la dépendance en temps de ψ⊥,
c’est-à-dire, en fait, le lien entre les variables z et t. Il s’agit d’une approximation
adiabatique : la dynamique transverse est suffisamment rapide pour s’adapter
adiabatiquement à l’évolution longitudinale.

De même, nous ferons une approximation de densité locale, qui consiste à
négliger la composante selon z du laplacien s’appliquant sur ψ⊥ dans (5.20). Avec
cette hypothèse, l’équation de Gross-Pitaevskii vérifiée par ψ⊥ peut se simplifier
en considérant z non plus comme une variable, mais comme un paramètre, c’est-
à-dire que l’équation devient bidimensionnelle. On pourra alors parler de “mode
transverse” concernant ψ⊥. Cette approximation se justifie si l’échelle sur laquelle
varie le profil transverse est petite devant l’échelle de variation longitudinale.

L’approximation de densité locale, parfois appelée approximation adiaba-
tique, est couramment utilisée dans les problèmes en configuration guidée [130,
131, 218, 219] et, comme souligné dans [130], est valable dans un grand nombre
de cas, même quand le faisceau subit des variations de potentiel assez abruptes.
Nous vérifierons à la fin de ce chapitre qu’elle est bien justifiée dans notre confi-
guration expérimentale (§5.5).

En utilisant la séparation du potentiel Vlaser, déjà introduite précédemment,
en une partie transverse et une partie longitudinale (Eq. 5.14), nous pouvons
réécrire l’équation (5.20) sous la forme[

− ~2

2m
∆⊥ + V⊥ + gcoll n1D |ψ⊥|2

]
ψ⊥ = µ̃(z)ψ⊥ , (5.22)

où ∆⊥ ne porte que sur les degrés de liberté transverses, et

µ̃(z) = µ−

(
~2

2m|φ|2

∣∣∣∣∂φ∂z
∣∣∣∣2 + V‖(z)

)
(5.23)

est le potentiel chimique effectif local du faisceau atomique [219]. Il se déduit du
potentiel chimique total µ par soustraction des énergies cinétique et potentielle
longitudinales. Comme on peut le voir sur (5.22), il prend en compte les énergies
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cinétique et potentielle transverses et l’énergie d’interaction dépendant de n1D(z).
On peut donc le réécrire3

µ̃(z) =

∫ (
~2

2m
|∇⊥ψ⊥|2 + V⊥|ψ⊥|2 + gcolln1D|ψ⊥|4

)
dr . (5.24)

En utilisant l’expression de µ̃(z) ci-dessus, on peut simplifier considérablement
l’équation (5.21) portant sur φ, qui se ramène alors à l’équation de Schrödinger

i~
∂φ

∂t
=

[
− ~2

2m

∂2

∂z2
+ (V‖(z) + µ̃(z))

]
φ (5.25)

dans un potentiel effectif prenant en compte µ̃(z).

Les deux équations (5.22) et (5.25) permettent donc de calculer la fonction
d’onde du laser à atomes guidé. Remarquons que ces équations sont toujours
couplées par l’intermédiaires de n1D(z) = |φ(z)|2 et µ̃(z).

5.3.2 Dynamique longitudinale

La dynamique longitudinale, donnée par l’équation (5.25), peut se réécrire en
utilisant les grandeurs physiques n1D, la densité linéique, et v, la vitesse. L’intérêt
est que ces grandeurs sont directement mesurables expérimentalement.

On introduit pour cela la notation φ =
√
n1D e

iS . Le champ de vitesse clas-
sique est alors donné par v = ~∇S/m. En insérant ces notations dans l’équation
de Gross-Pitaevskii portant sur φ (Eq. 5.25) et en égalisant les parties réelles et
imaginaires, on obtient les équations [218]

∂n1D

∂t
= −∂(n1Dv)

∂z
, (5.26)

~
∂S

∂t
= −1

2
mv2 − (V‖ + µ̃) +

~2

2mn
1/2
1D

∂2n
1/2
1D

∂z2
. (5.27)

En dérivant cette dernière équation par rapport à z, on obtient une équation
équivalente à l’équation d’Euler en hydrodynamique,

m
∂v

∂t
= − ∂

∂z

(
1

2
mv2 + V‖(z) + µ̃(z)− ~2

2mn
1/2
1D

∂2n
1/2
1D

∂z2

)
. (5.28)

Les équations (5.26) et (5.28) ne portent alors plus que sur les grandeurs phy-
siques n1D et v. Le dernier terme de (5.28) correspond à la“pression quantique”et,
pour un système très allongé comme le nôtre, pourra être négligé sans problème.

3Il s’agit bien du potentiel chimique et non de l’énergie, car le terme d’interaction devant
|ψ⊥|4 est gcolln1D et non gcolln1D/2 (Eq. 2.20).
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En se plaçant en régime stationnaire, on obtient alors des équations qui ex-
plicitent la conservation du flux F et de l’énergie E au cours de la propagation

n1D(z) v(z) = F , (5.29)

1

2
mv(z)2 + V‖(z) + µ̃(z) = Elaser . (5.30)

Les constantes F et Elaser sont déterminées par les conditions de couplage,
qui seront explicitées au paragraphe 5.4. Le potentiel chimique local µ̃, quant
à lui, dépend de la dynamique transverse, que nous explicitons au paragraphe
suivant.

5.3.3 Fonction d’onde transverse

Nous examinons d’abord la fonction d’onde dans le potentiel de guidage seul,
puis dans la zone de recouvrement avec le condensat.

5.3.3.1 Dans le guide

Dans le guide, le potentiel transverse est simple puisqu’il s’agit d’un oscillateur
harmonique à deux dimensions. La fonction d’onde de l’état fondamental dépend
néanmoins de l’importance des interactions.

Dans le régime d’interactions fortes, on peut faire l’approximation de Thomas-
Fermi, c’est-à-dire que l’on néglige, comme à trois dimensions (§2.1.2.3), le terme
d’énergie cinétique dans l’équation de Gross-Pitaevskii. La fonction d’onde est
alors de forme parabolique de rayon R =

√
2µ̃/mω2

⊥. On calcule le potentiel
chimique en normalisant la fonction d’onde, et on obtient dans ce cas

µ̃ = 2~ω⊥
√
an1D . (5.31)

Le domaine de validité du régime de Thomas-Fermi est donné par an1D � 1 :
l’énergie associée aux interactions doit être grande devant celle de l’état fonda-
mental sans interaction.

Au contraire, lorsque an1D � 1, il s’agit du régime d’interactions faibles. On
peut alors traiter ces dernières de manière perturbative, en considérant qu’elles
ne déforment pas la fonction d’onde. Celle-ci est alors une gaussienne de largeur
r.m.s. σ =

√
~/mω⊥, et on calcule la correction sur l’énergie en évaluant l’énergie

d’interaction via

Eint

N
=
gcoll n1D

2

∫
|Ψ⊥|4dr = ~ω⊥an1D (5.32)
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On obtient finalement le potentiel chimique effectif (Eq. 2.20),

µ̃ = ~ω⊥(1 + 2an1D) . (5.33)

Enfin, dans le régime intermédiaire an1D ∼ 1, on peut résoudre numérique-
ment l’équation de Gross-Pitaevskii. Une approche alternative est d’utiliser l’ap-
proximation présentée par A. L. Zubarev et Y. E. Kim dans [220]. Dans le cas
d’un piège symétrique, cette approximation conduit à une formule analytique
pour l’énergie du mode fondamental. Nous présentons cette méthode et son ap-
plication au cas d’un guide à symétrie cylindrique dans l’annexe B.

Lien avec l’expérience

Expérimentalement, nous mesurons une densité linéique au plus de n1D =
50 at/µm. Cela correspond à un paramètre d’interaction an1D < 0.3. Dans ces
conditions, on pourra utiliser l’approximation d’interaction faible et la formule
(5.33).

De plus, nous pouvons conclure que les interactions n’influencent que peu
une mesure de l’énergie d’expansion. En particulier, pour revenir à la mesure
expérimentale du paragraphe 5.2.5, l’énergie excédentaire par rapport à l’énergie
du mode fondamental ne peut être attribuée aux interactions. Enfin, dans le cas
des niveaux excités, la fonction d’onde est plus large, et les interactions sont
encore moins importantes en valeur absolue, et a fortiori en valeur relative.

Nous pouvons également conclure que l’influence de µ̃ dans l’équation (5.30)
est faible, comparé à V‖, et cela justifie a posteriori l’analyse des données expé-
rimentales présentées sur la propagation du laser à atomes guidé (§5.2.4), pour
laquelle seul le potentiel V‖ a été pris en compte.

5.3.3.2 Dans la zone du condensat

La situation dans la zone du condensat peut parâıtre un peu plus compliquée.
En fait, la seule différence entre le potentiel subi par les atomes du laser guidé et
celui subi par le condensat, interactions incluses, est la présence du potentiel ma-
gnétique. En effet, les deux sous-états magnétiques ressentent le même potentiel
dipolaire et possèdent la même longueur de diffusion, donc seule leur sensibilité
au champ magnétique les différencie. Or nous avons vu qu’à l’échelle du rayon
transverse du condensat, le piège magnétique, décomprimé jusqu’à une fréquence
de piégeage de 35 Hz, est tout à fait négligeable (voir la figure 5.8).

Nous en concluons donc que dans la zone de recouvrement avec le condensat,
c’est-à-dire pour |z| < Rz, la fonction d’onde transverse du laser à atomes, ψ⊥,
a la même forme que la fonction d’onde du condensat. Dans l’approximation de
Thomas-Fermi et dans l’hypothèse du couplage faible (§3.1.4), la fonction d’onde
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n’est pas perturbée par le couplage, et il s’agit d’une parabole inversée de rayon

R⊥(z) =

√
2µCBE

mω2
⊥

(
1− z2

R2
z

)
. (5.34)

Compte tenu de la normalisation, la fonction d’onde s’écrit

ψ⊥ =

[
2

πR⊥(z)2
max

(
1− r2

R⊥(z)2
, 0

)]1/2

. (5.35)

Dans la zone |z| ∼ Rz, où l’approximation de Thomas-Fermi n’est plus valable,
cette description n’est pas adaptée. On pourra alors résoudre numériquement
l’équation de Gross-Pitaevskii.

Quant au potentiel chimique effectif, il est très faible dans la zone du conden-
sat, puisque la fonction d’onde est large (peu d’énergie cinétique et d’interaction)
et le potentiel est plat (quasiment pas d’énergie potentielle). Typiquement, les
énergies cinétique et d’interaction sont de l’ordre de ~2/mR2

⊥, soit ∼ 20 Hz au
centre du condensat. Lorsque z tend vers Rz, le potentiel chimique augmente
et tend vers sa valeur dans le guide (donnée au paragraphe précédent). Néan-
moins, dans la zone du condensat, on pourra négliger µ̃(z) dans l’équation (5.25),
puisque sa variation est faible devant l’amplitude du potentiel longitudinal V‖,
qui vaut µCBE ∼ 3 kHz.

5.4 Couplage radiofréquence

Nous nous attachons dans cette section à décrire de manière plus rigoureuse
le couplage radiofréquence dans la configuration particulière permettant de créer
un laser à atomes guidé, en particulier afin de rattacher les constantes Elaser et F
(Équations 5.29 et 5.30) aux conditions expérimentales, à savoir l’amplitude et
la fréquence du champ RF. La démarche est la même que dans le cas d’un laser à
atomes se propageant sous l’effet de la gravité, et nous serons donc amenés, dans
un premier temps, à expliciter la condition de résonance imposée par le couplage
RF, puis, dans un deuxième temps, à calculer le recouvrement entre la fonction
d’onde du condensat et celle du laser à atomes.

Dans un souci de simplicité, nous nous plaçons dans cette partie dans le cas
d’une pente nulle dans le guide (zPO = zPM = 0). On a donc

V‖(z) = max

(
µCBE −

1

2
mω2

PMz
2, 0

)
. (5.36)
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5.4.1 Condition de résonance

Comme dans le cas des lasers à atomes se propageant sous l’effet de la gra-
vité, présentés au chapitre 3, le couplage radiofréquence vérifie la condition de
résonance

Elaser = ECBE − hνrf . (5.37)

L’énergie du laser à atomes contient cette fois deux composantes distinctes. Celle
correspondant aux degrés de liberté transverses est quantifiée à cause du confi-
nement. Longitudinalement, en revanche, le potentiel n’est pas confinant et il y
a donc un continuum d’énergie accessible, l’énergie étant une fonction continue
de la seule coordonnée z :

hνrf = ECBE − E⊥(z)− E‖(z) . (5.38)

Ainsi, dans une vision semi-classique, à chaque énergie de couplage hνrf corres-
pond une position de couplage zE, définie par la relation (5.38). Cependant, nous
avons vu, au cours de la section précédente, que l’énergie transverse est très faible
dans la zone du condensat, excepté sur le bord (|z| ∼ Rz) où elle tend vers une
valeur de l’ordre de ~ω⊥. Étant donné que la situation d’un couplage au bord
du condensat nous intéresse guère, puisqu’il correspond à un taux de couplage
très faible, nous pouvons négliger E⊥ devant E‖ dans tous les cas pertinents. Il
faudra néanmoins se souvenir que l’on ne peut pas avoir Elaser < E⊥(z ≥ Rz), et
ce que l’on calculera pour de telles énergies n’aura pas de sens. On notera dans
la suite E = Elaser.

Avec ces réserves, nous pouvons donner la position du couplage, qui cor-
respond au point de rebroussement classique du potentiel V‖, en fonction de la
radiofréquence utilisée,

zE = ±

√
2h(νrf − ν0)

mω2
PM

, (5.39)

CBE

hºrf

ECBE

Elaser

zE

V

∆

Fig. 5.12 – Schéma de principe du couplage radiofréquence. La condition de réso-
nance en zE est mise en évidence (nous avons omis celle en −zE pour simplifier).



146 Chap 5 - Laser à atomes guidé

où ν0 est la fréquence permettant un couplage au centre du condensat.

Notons que la largeur spectrale du continuum ∆ est donnée par le potentiel
chimique du condensat [Fig. 5.12]. Elle est donc de l’ordre de 3 kHz, soit nette-
ment plus faible que dans le cas des lasers à atomes soumis à la gravité, pour
lesquels on a ∆ = 2mgRy ' h×13 kHz (§3.1.4.2). Ceci doit de plus être comparé
aux fluctuations coup sur coup du biais magnétique (changeant ECBE), de l’ordre
du kilohertz (§3.2.2). On voit donc qu’il est plus difficile de produire des lasers à
atomes guidés avec des conditions de couplage précisément répétables.

5.4.2 Taux de couplage : approximation semi-classique

La dynamique selon z n’étant pas quantifiée, il est légitime de tester l’ap-
proximation semi-classique, consistant à considérer le couplage comme localisé
au point de rebroussement zE. Il s’agit donc d’appliquer la formule (3.28) [87],
rappelée ici :

Γ(E) =
π~Ω2

rf

2

∫
drdz |ΨCBE|2 δ

(
V‖(z)− E

)
. (5.40)

Nous utilisons pour la fonction d’onde du condensat les mêmes notations que
pour le laser à atomes, c’est-à-dire

ΨCBE(r, z) = φCBE(z)ψCBE(r, z) , (5.41)

avec les conventions de normalisation∫
|ΨCBE|2dr = |φCBE(z, t)|2 = nCBE

1D (z)/N , (5.42)∫
|ψCBE|2dr = 1 , (5.43)

où n1D est la densité linéique et N le nombre d’atomes. La fonction d’onde ΨCBE

du condensat doit être normalisée à l’unité pour obtenir le taux de couplage, et
non le flux, via la formule (5.40). Pour un condensat dans le régime de Thomas-
Fermi, on a

nCBE
1D (z) =

15N

16Rz

[
max

(
1− z2

R2
z

, 0

)]2

. (5.44)

De plus la fonction d’onde du condensat peut être prise réelle, et on a donc

φCBE(z) =

√
15

16Rz

max

(
1− z2

R2
z

, 0

)
. (5.45)
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L’intégration sur r donne

Γ(E) =
π~Ω2

rf

2

∫
dz |φCBE(z)|2 δ

(
V‖(z)− E

)
, (5.46)

et on aboutit à une formule identique à l’équation (3.25), obtenue au chapitre
3 dans le cas des couteaux plans, dans laquelle l’accélération de la gravité est
remplacée par l’accélération locale du potentiel4

F =
π~Ω2

rf

2

nCBE
1D (zE)

mω2
PMzE

. (5.47)

Ici, nous avons fait apparâıtre la densité du condensat, et il s’agit donc du flux.
De plus, nous ne prenons en compte qu’un seul côté d’extraction. En utilisant
les expressions de zE (5.39) et nCBE

1D (5.44), on obtient

Γ(δνrf) =
15π

64

~Ω2
rf

µ
5/2
CBE

(µCBE − hδνrf)
2

√
hδνrf

, (5.48)

où nous avons défini hδνrf = µCBE−E (δνrf = 0 pour un couplage au sommet du
condensat) pour faire apparâıtre la fréquence du coupleur. La courbe est tracée
en figure 5.13, avec Ωrf/2π = 20 Hz.

Comme on peut le constater sur la courbe ou les formules, le calcul semi-
classique fait apparâıtre une divergence pour un couplage au centre du condensat.
À cet endroit, la pente du potentiel s’annule, ce qui empêche de considérer le
couplage comme localisé. Une autre manière de comprendre pourquoi le modèle
semi-classique ne peut fonctionner au voisinage du maximum du potentiel est de
voir que pour une valeur de l’énergie très légèrement inférieure, le couplage est
maximal, alors que pour une énergie immédiatement supérieure, le couplage est
nul. Cela n’est bien sûr pas réaliste, et seul un modèle quantique plus complet
peut gommer la discontinuité.

Remarquons que ce problème ne se pose pas à trois dimensions, même si le
potentiel connâıt un maximum au sein du condensat, car dans ce cas, la surface
du couteau RF tend vers zéro suffisamment rapidement, ce qui permet d’annuler
le taux de couplage sans discontinuité5.

4La pente du potentiel apparâıt lorsqu’on fait le changement de variable, de l’énergie vers
la position, dans le Dirac de l’intégrale.

5Comme mentionné au paragraphe 3.1.4, il reste dans ce cas une discontinuité dans la
dérivée de Γ par rapport à l’énergie.
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Fig. 5.13 – Taux de couplage Γ en fonction de la fréquence RF, calculé de manière
semi-classique (formule 5.48).

Nous allons donc présenter un calcul quantique s’appuyant sur la règle d’or
de Fermi. Cela nécessite préalablement de connâıtre les fonctions propres lon-
gitudinales du laser à atomes guidé, afin de calculer leur recouvrement avec la
fonction d’onde du condensat (§3.1.4).

5.4.3 Fonction d’onde longitudinale

Nous nous intéressons maintenant à la fonction d’onde longitudinale φ(z),
solution de l’équation de Schrödinger dans le potentiel V‖(z) + µ̃(z) (Eq. 5.25).
Celle-ci est non linéaire, car elle comporte le terme µ̃(z), qui dépend en général de
n1D(z) = |φ(z)|2. Cependant, comme on l’a vu précédemment, ce terme, corres-
pondant aux interactions intra-laser, peut être négligé dans la zone du condensat.
En dehors, dans le cas d’un faisceau non accéléré, sa valeur µ̃ = ~ω⊥(1 + 2an1D)
est indépendante de z. Cette constante en énergie peut alors disparâıtre dans le
changement de variable E → E − µ̃, ce qui revient à considérer qu’elle abaisse
l’amplitude effective du potentiel Vcoll dû au champ moyen du condensat [Fig.
5.14].

Finalement, nous nous intéressons à la situation simplifiée suivante, dans la-
quelle les atomes du laser guidé ressentent le potentiel V‖(z) défini par morceaux

V‖(z) =

{
V0 − 1

2
mω2

PMz
2 pour z ∈ [−Rz, Rz],

0 pour z /∈ [−Rz, Rz],
(5.49)
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0
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V0=µCBE -~µ
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µCBE

Rz-Rz

~µ

(a) (b)

Fig. 5.14 – (a) En tireté bleu, potentiel longitudinal V‖ = Vcoll ressenti par le laser
à atomes guidé. Le potentiel effectif global V‖(z) + µ(z) est représenté en trait
continu rouge (il s’agit d’un schéma de principe et non d’un calcul exact). (b)
Après le changement de variable E → E − µ̃, l’amplitude effective du potentiel
devient V0 = µCBE − µ̃

avec ωPM/2π = 35 Hz, courbure selon z du piège magnétique décomprimé.

Il s’agit donc de résoudre l’équation de Schrödinger indépendante du temps,[
− ~2

2m

∂2

∂z2
+ V‖(z)

]
φ = E φ , (5.50)

séparément dans les deux zones, puis les solutions sont raccordées par continuité.
En dehors du condensat, il s’agit d’une onde plane, de vecteur d’onde k tel que
E = ~2k2/2m.

Dans la zone de recouvrement avec le condensat, on se ramène à l’équation
adimensionnée [

d2

dX2
+X2 + ε

]
φ = 0 , (5.51)

à l’aide des changements de variables suivants :

σ =

√
~

mωPM

, X =
z

σ
, zE =

√
V0 − E

mω2
PM/2

, ε = −z
2
E

σ2
=

E − V0

~ωPM/2
. (5.52)

L’énergie réduite ε est repérée par rapport au sommet de la bosse de potentiel,
et est donc négative dans les cas intéressants ; zE est le point de rebroussement
classique.

Les solutions de cette équation sont connues [221] et s’écrivent

φe(X) = e−iX2/2 F(
1 + iε

4
| 1
2
| iX2 ) , (5.53)

φ0(X) = Xe−iX2/2 F(
3 + iε

4
| 3
2
| iX2 ) , (5.54)
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où F(a|b|x) sont les fonctions hypergéometriques confluentes [222]. La combi-
naison linéaire de ces deux fonctions propres, respectivement paire et impaire,
correspondant à une onde propagative vers les X croissants, s’écrit

φ(X) ∝ eiπ/4Γ(
1− iε

4
)φe(X)− 2Γ(

3− iε

4
)φ0(X) , (5.55)

où Γ désigne la fonction Gamma.

Afin de traiter du couplage radiofréquence, nous nous intéressons dans la suite
la solution en onde stationnaire, la fonction paire φe. Nous supposerons que la
fonction d’onde s’annule sur les parois d’une bôıte en X = ±L, grandeur qui
disparâıtra à la fin des calculs. Nous noterons de plus α = (1+ iε)/4 pour alléger
les écritures. Sachant que l’ensemble du problème est symétrique, nous n’écrirons
les formules que pour X > 0.

La fonction d’onde φe est raccordée à une onde plane stationnaire, qui s’écrit

φ(X > ρz) =
sin(κX + ϕ)√

L
, (5.56)

avec les grandeurs adimensionnées

ρz =
Rz

σ
, κ =

√
ε+ ε0 , ε0 =

V0

~ωPM/2
. (5.57)

Afin de calculer dans la suite le taux de couplage, et malgré la notation n1D =
|φ|2, nous normalisons la fonction d’onde à 1 et non au nombre d’atome total
constituant le laser à atomes.

La continuité de la fonction d’onde et de sa dérivée en X = ρz permet de
calculer la phase ϕ et le coefficient multiplicatif de φe. On obtient6

φ(X < ρz) =
sin(κρz + ϕ)√

L

e−iX2/2 F(α|1/2|iX2)

e−iρ2
z/2 F(α|1/2|iρ2

z)
, (5.58)

avec

ϕ = −κρz + arctan

[
iκ

ρz

(
1− 4α

F(α+ 1|3/2|iρ2
z)

F(α|1/2|iρ2
z)

)−1
]
. (5.59)

Nous traçons en figure 5.15 la fonction φ(z) ainsi calculée pour différentes va-
leurs de ε. Nous pouvons observer que lorsque ε < 0 (c’est-à-dire E < µCBE), la
fonction d’onde a un comportement similaire à celui de la fonction d’Airy, fonc-
tion d’onde d’un laser à atomes se propageant dans le potentiel gravitationnel

6Le calcul ne pose pas de difficulté particulière, la seule subtilité étant l’utilisation de la
relation dF

dx (a|b|x) = (a/b)F(a+ 1|b+ 1|x) pour calculer la dérivée de φe.
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Fig. 5.15 – Fonctions d’onde φ(X) pour différentes valeur de l’énergie réduite
ε. Une énergie réduite positive signifie que l’énergie de l’onde est supérieure à
l’amplitude du potentiel. À droite de ρz = Rz/σ, la fonction d’onde est une onde
plane stationnaire. Avec un nombre d’atomes condensé de 105, on a ρz = 13.6.

seul : présence d’un lobe principal au niveau du point de rebroussement clas-
sique zE, décroissance exponentielle dans la zone classiquement interdite z < zE,
et oscillations de fréquence accélérée et d’amplitude décroissante dans la zone
z > zE. Au contraire, lorsque ε > 0, l’énergie de la particule est supérieure à la
hauteur du potentiel, la fonction d’onde oscille partout : classiquement, la parti-
cule “passe” sans jamais s’arrêter.

Remarques :

– Nous pourrions étendre ce calcul au cas d’un guide ayant une pente non
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nulle. Il faudrait alors se connecter à la fonction d’Airy, fonction propre dans
le guide linéaire, plutôt qu’à une onde plane. Néanmoins, cela ne changerait
rien à l’allure de la fonction d’onde dans la zone du condensat.

– Notons que le raccordement entre la fonction d’onde dans la zone du conden-
sat et la fonction d’onde en dehors ne se fait aisément que parce que nous
sommes ramenés, grâce au guide, à un problème unidimensionnel. À deux
dimensions, il s’agit en fait du problème présenté au chapitre 3 (§3.3) : la
prise en compte du champ moyen du condensat pour calculer la fonction
d’onde du laser à atomes nécessite alors un certain nombre d’approxima-
tions particulières.

5.4.4 Taux de couplage : calcul quantique

Le taux de couplage est donné par l’application de la règle d’or de Fermi [182],

Γ =
2π

~

(
~Ωrf

2

)2

ρ(E)

∣∣∣∣∫ Ψ∗
CBEΨE drdz

∣∣∣∣2 . (5.60)

Dans cette expression, Ωrf est la fréquence de Rabi associée au champ radiofré-
quence, ρ(E) est la densité d’état au voisinage de l’énergie du laser E, ΨE et
ΨCBE sont respectivement les fonctions d’onde du laser et du condensat, nor-
malisée à l’unité. On notera dans la suite I l’intégrale de recouvrement. Celle-ci
s’écrit

I =

∫ (∫
ψCBE(r, z)ψE(r, z)dr

)
φCBE(z)φE(z)dz . (5.61)

Cette intégrale se calcule donc en deux étapes.

Recouvrement transverse

Lorsque nous avons cherché à déterminer la fonction d’onde transverse du la-
ser à atomes guidé dans la zone de recouvrement avec le condensat (§5.3.3.2), nous
avons conclu que celle-ci avait la même forme que la fonction d’onde du conden-
sat (l’argument étant que les potentiels s’appliquant aux atomes du condensat et
du laser, interactions incluses, sont les mêmes). Par conséquent, et compte tenu
des normalisations, nous avons simplement∫

ψCBE(r, z)ψE(r, z)dr = 1, (5.62)

et ceci pour tout |z| � Rz.
Ceci est un résultat très important, car il indique que les atomes ne sont

couplés qu’à l’état fondamental du potentiel transverse. Cela justifie d’ailleurs
pourquoi nous ne nous sommes pas intéressés, jusqu’alors, aux niveaux excités.
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Recouvrement longitudinal

On calcule numériquement l’intégrale

I =

∫
φCBE(z)φE(z)dz (5.63)

en utilisant les expressions des fonctions d’onde calculées précédemment (équa-
tions 5.45 et 5.58). Nous traçons en figure 5.16 l’évolution de I2 en fonction de
E. Nous pouvons constater que la courbe est très piquée en E ≈ µCBE. À cet
endroit en effet, la densité du condensat et l’amplitude du lobe principal de la
fonction propre de l’oscillateur harmonique inversé sont maximales [Fig. 5.15].
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Fig. 5.16 – Recouvrement entre la fonction d’onde du condensat et la fonction
d’onde de l’état fondamental du guide, en fonction de l’énergie E.

Densité d’état

Afin appliquer la règle d’or de Fermi, il ne nous reste plus qu’à connâıtre la
densité d’état. Celle-ci est la même que s’il n’y avait pas la bosse de potentiel,
puisque la quantification s’effectue grâce à une barrière de potentiel (fictive)
située en dehors de cette zone. C’est donc la densité d’état de l’espace libre [182],

ρ(E) =
L

2π~

√
2m

E
. (5.64)
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Taux de couplage

Finalement, nous calculons le taux de couplage en appliquant la formule
(5.60), et traçons le résultat en fonction de δνrf = (µCBE − E)/h [Fig. 5.17].
Nous avons pris une fréquence de Rabi de 20 Hz.
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Fig. 5.17 – Taux de couplage Γ en fonction de la fréquence RF. Le résultat du
calcul à partir de la règle d’or de Fermi est tracé en trait continu rouge . Nous
rappelons, à titre de comparaison, le résultat du calcul semi-classique (Eq. 5.48)
(tireté bleu). La zone E ≈ µCBE est représentée plus en détail dans l’encart.

Bien que la densité d’état varie dans un sens opposé, l’allure du spectre de
couplage est quasiment identique à celle de l’intégrale de recouvrement. La lar-
geur totale de la courbe est de l’ordre de µCBE, mais le taux de couplage passe
par un maximum très piqué au voisinage de E ≈ µCBE. Du côté E > µCBE, le
taux de couplage décrôıt rapidement, de manière exponentielle, sur une échelle
caractéristique de l’ordre de ~ωPM. Il s’agit en effet de la partie classiquement
interdite. Les modèles quantique et semi-classique donnent des résultats diffé-
rents seulement au voisinage de E ≈ µCBE, sur une zone de largeur de l’ordre de
σ =

√
~/mωPM.

5.4.5 Lien avec l’expérience

Les fluctuations coup sur coup du biais magnétique étant de l’ordre du kilo-
hertz, nous n’avons pu résoudre expérimentalement l’allure du spectre de cou-
plage avec une précision suffisante. Remarquons que la stabilité en position de la
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pince optique est également cruciale. En effet, ce que nous appelons “biais” dans
le contexte de cette configuration est en fait l’énergie magnétique du condensat,
dont la position est déterminée par la pince optique. Une fluctuation en posi-
tion de la pince optique se traduit donc par une fluctuation de la condition de
résonance. C’est pour supprimer ce problème que nous avons mis en place l’as-
servissement en position de la pince optique .

Les réalisations expérimentales se situent dans la zone E/h ' 2 à 3 kHz, cor-
respondant à un taux de couplage, en prenant en compte les deux côtés d’extrac-
tion, Γ ' 1 à 4 Hz. Cela signifie qu’en 100 ms d’opération, 10 à 40 % des atomes
sont extraits du condensat. En deçà de ce flux, la détection du faisceau d’atomes
devient problématique, surtout lorsqu’on l’observe après expansion. Dans ces
conditions, nous sommes bien dans le régime du couplage faible, au sens de la
décroissance exponentielle du niveau discret vers le continuum [184], mais pas au
sens du suivi adiabatique de la fonction d’onde du condensat (§3.1.4). Des exci-
tations peuvent donc être créées au sein du condensat par le couplage. Il peut
alors y avoir des atomes couplés avec une vitesse initiale non nulle. Ceci est donc
une autre hypothèse pour expliquer le surplus d’énergie cinétique observée lors
de la propagation du faisceau (§5.2.4).

5.5 Adaptation de mode

Nous revenons dans cette partie sur le sujet du mode transverse du laser à
atomes guidé. Deux questions, en particulier, restent ouvertes à ce stade. Com-
ment expliquer l’énergie transverse mesurée ? Peut-on, ultimement, obtenir un
faisceau monomode ? Pour répondre à ces question, nous revenons sur deux ap-
proximations que nous avons utilisées dans ce chapitre : le parfait centrage du
guide optique sur le piège magnétique, et l’approximation adiabatique pour cal-
culer la fonction d’onde transverse.

5.5.1 Effet d’un défaut de centrage

Lorsque nous avons écrit le potentiel transverse dans la zone du condensat
(§5.2.3.2), nous avons formulé l’hypothèse que le guide (potentiel optique légè-
rement décalé par la gravité) était parfaitement centré sur le piège magnétique.
Une conséquence de cette hypothèse est que la courbure du piège magnétique,
exhibée par le potentiel répulsif de champ moyen du condensat, est négligeable7

[Fig. 5.8].

7On rappelle ici que le potentiel ressenti par les atomes du laser s’écrit Vlaser = Vguide +
Vcoll = µ− VPM (équations 5.4, 5.9 et 5.10).
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Fig. 5.18 – Potentiel transverse selon y, calculé au centre du condensat (z = 0),
pour différentes positions du guide optique par rapport au centre magnétique
(sur lequel nous fixons l’origine des y). (a) Le guide optique est centré sur le
piège magnétique, le décalage résiduel est dû à la gravité. Le potentiel au fond
du guide est quasiment plat. (b,c) Le guide est décalé respectivement de 15 µm
et 200 µm, ce qui correspond à la position du nuage dans le piège magnétique
seul, décomprimé respectivement à 130 Hz et 35 Hz.

Cela n’est vrai qu’au voisinage du centre du piège magnétique, car à l’échelle
du rayon du condensat, le champ magnétique varie peu : VPM(R⊥) − VPM(0) '
h × 30 Hz. En revanche, si l’on s’éloigne de cette position d’une quantité ∆y,
l’amplitude de variation de ce potentiel devient

VPM(∆y −R⊥)− VPM(∆y +R⊥) ' 2mω2
PM∆yR⊥ . (5.65)

Cette valeur peut devenir importante, par exemple, pour ∆y = 100 µm, cela
donne une amplitude de 5 kHz, ce qui est considérable [Fig. 5.18].

Une manière plus intuitive de comprendre cet effet est de considérer le dé-
calage transverse du condensat, sensible au champ magnétique, par rapport au
guide [Fig. 5.19]. Le gradient magnétique, correspondant à un potentiel de pente
mω2

PM∆y, décale transversalement le condensat par rapport au potentiel de gui-
dage ressenti par le laser à atomes, de fréquence ω⊥, d’une quantité

δy =
ω2

PM

ω2
⊥

∆y . (5.66)

Ce défaut de “mode-matching” entre le condensat et les modes propres du guide
provoque un couplage vers les niveaux excités. Pour ∆y = 100 µm, par exemple,
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Fig. 5.19 – Schéma de principe du décalage du condensat par rapport au guide,
induit par le piège magnétique, lorsque le guide n’est pas parfaitement centré.

le décalage correspondant vaut δy ' 1 µm, à comparer avec la taille du mode
fondamental du guide, donné par le rayon du condensat à l’endroit du couplage
(2.4 µm en z = 0).

Cet effet doit être pris en compte dans la procédure expérimentale. En effet,
lors de la décompression du piège magnétique, la gravité décale la position du
condensat par rapport au centre magnétique d’une quantité ∆y = g/ω2

PM. Il faut
alors placer la pince optique à cet endroit pour piéger les atomes. Il en résulte un
décalage δy = g/ω2

⊥ ' 1.9 µm, ou, de manière équivalente, une pente mg dans le
potentiel transverse [5.19(c)]. C’est dans le but de minimiser cet effet que nous
décomprimons le piège magnétique en deux étapes. De cette manière, le décalage
du nuage par rapport au centre magnétique au moment où l’on allume le guide
optique est ∆y = g/ω2

PM1, avec ωPM1/2π = 130 Hz (voir la figure 5.5). Ensuite,
la décompression supplémentaire jusqu’à ωPM2/2π = 35 Hz n’a pas d’effet sur
la position du nuage puisque celui-ci est maintenu par le guide. Le décalage
finalement induit magnétiquement entre le condensat et le guide est

δy =
ω2

PM2

ω2
⊥

∆y =
g

ω2
⊥

ω2
PM2

ω2
PM1

' 0.14 µm. (5.67)

Cette configuration correspond au potentiel tracé en figure 5.18(b).

Afin d’évaluer le nombre de modes susceptibles d’être couplés au condensat
dans cette situation, on peut résoudre numériquement l’équation de Schrödin-
ger [223] dans le potentiel 1D représenté en figure 5.18(b), et calculer l’intégrale



158 Chap 5 - Laser à atomes guidé

de recouvrement entre la fonction d’onde du condensat et les différents modes
propres. Au centre du condensat (zE = 0), on obtient que les 4 premiers modes
ont un recouvrement significatif, respectivement de 0.29, 0.37, 0.21 et 0.11 (le
cinquième mode étant à 0.01). Cela correspond à un “n moyen” 〈n〉 = 1.2, ce
qui est moitié moins que ce que nous avons mesuré expérimentalement (§5.2.5).
Néanmoins, ce calcul n’a qu’une valeur indicative, car pour être plus précis, il
faudrait tenir compte des deux dimensions x, y, qui ne jouent plus le même rôle,
et des interactions. Il permet toutefois de confirmer que ce phénomène d’excen-
trement du condensat par rapport au guide provoque un couplage vers plusieurs
modes.

Remarquons que cet effet n’est significatif que dans la direction y, car selon
x, direction du dipôle, le confinement du piège magnétique est beaucoup plus
faible (fréquence de 8 Hz). Or c’est justement dans la direction y que l’on mesure
l’énergie transverse (§5.2.5). Il se peut donc que nous surestimions cette énergie
transverse lorsque nous extrapolons à deux dimensions en utilisant la symétrie
cylindrique.

Afin de contrecarrer ce problème, on peut imaginer replacer la pince optique
(à l’aide des cales piézoélectriques, par exemple) au centre magnétique, une fois
les atomes piégés, ou pousser plus loin la décompression du piège magnétique.
Cette limitation n’est donc pas de nature fondamentale. On peut alors continuer
à supposer que le guide est parfaitement centré sur le piège magnétique, afin de
savoir si, dans cette situation idéale, on attend un faisceau monomode.

5.5.2 Approximation de densité locale

Nous avons calculé au paragraphe 5.3.3.2 la fonction d’onde transverse du
laser à atomes dans le mode fondamental du guide. Nous avons utilisé la connais-
sance de cette fonction d’onde pour traiter le couplage radiofréquence, et avons
en particulier montré que dans les conditions expérimentales adéquates (guide
parfaitement centré sur le piège magnétique), seul le mode fondamental trans-
verse du guide est couplé au condensat. Afin de valider ce résultat, il faut vérifier
que l’approximation de densité locale que nous avons effectuée au paragraphe
5.3.1, sur laquelle repose la calcul de la fonction d’onde, est justifiée.

Il s’agit de vérifier la condition suivante,

∂2ψ⊥
∂z2

� ∆⊥ψ⊥ , (5.68)

qui permet d’obtenir une équation de Gross-Pitaevskii bidimensionnelle (Eq.
5.22).

Dans le guide, en régime d’interaction faible, la fonction d’onde transverse ne
dépend par de z, ou très peu, si l’on tient compte de la variation de la fréquence



5.5 Adaptation de mode 159

r

Vlaser    (r,z)

z

Fig. 5.20 – Rappel de l’allure du potentiel en fonction de r et z. Lorsque z passe
de 0 à Rz, la taille du fond plat diminue progressivement jusqu’à s’annuler.

transverse du piège dipolaire avec z. Étant donné la grande distance de Rayleigh
(3 mm) de la pince optique, la condition (5.68) est respectée sans problème.

Il en est de même au voisinage du centre du condensat, grâce à la forte ani-
sotropie du piège hybride. On peut le vérifier facilement avec l’expression de la
fonction d’onde (5.35) pris en z = 0. En revanche, lorsqu’on s’éloigne de z = 0,
et en particulier dans le voisinage z ≈ Rz, cela n’a rien d’évident.

Nous ne disposons pas d’approximation permettant de donner une expression
analytique de la fonction d’onde dans cette “zone frontière”. Nous avons donc
résolu numériquement l’équation de Gross-Pitaevskii8 à deux dimensions (5.22)
(ou plutôt l’équation de Schrödinger, puisque nous traitons les interactions de
manière perturbative) dans chaque plan, ce qui équivaut à calculer la fonction
d’onde globale en utilisant l’approximation adiabatique. Le résultat du calcul est
présenté en figure 5.21(b).

Nous pouvons alors vérifier numériquement que la fonction d’onde ainsi cal-
culée vérifie bien la condition (5.68) presque partout. En effet, le calcul des lapla-
ciens transverse et longitudinal montre que partout où la fonction d’onde prend
une valeur significative9, le rapport entre le laplacien longitudinal et le lapla-
cien transverse est effectivement très petit devant un, à l’exception du voisinage
très immédiat de r = 0, z = Rz. En ce point, le rapport vaut environ 0.15 [Fig.
5.21(c)]. Cela signifie qu’en ce point, notre calcul de la fonction d’onde transverse
par une équation à deux dimensions n’est pas très précise. Néanmoins, le rapport

8Nous continuons d’utiliser, en revanche, l’approximation de Thomas-Fermi pour décrire le
potentiel de champ moyen du condensat s’appliquant aux atomes du lasers.

9La condition (5.68) ne peut être respectée en tout point, puisque sur les bords de la
fonction d’onde, il y a des points d’inflexion qui annulent le laplacien transverse.
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z0 Rz

r

0

|ψ (r,z)|2

 0 5 10 15 20 25
30-50

0

50

100

150

200

z  (µm)

∆ ψ (0,z)

∆zψ (0,z)

(Hz)

-3 -2 -1 0 1 2 3
0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

-3 -2 -1 0 1 2 3 -3 -2 -1 0 1 2 3

r (µm)

z  = 0 z  = 0.8Rz z     > Rz

|ψ
 (r

,z
)|

2

(a)

(b)

(c)

(a1) (a2) (a3)

Fig. 5.21 – (a) Fonction d’onde transverse du laser à atomes guidé, calculée
par une résolution de l’équation (5.22), pour différentes positions z. (b) Recons-
truction tridimensionnelle de la fonction d’onde transverse calculée tranche par
tranche. (c) Laplaciens longitudinal et transverse, pris en r = 0. Nous nous ra-
menons à une énergie, exprimée en Hz, en multipliant par ~2/2m. Le rapport
entre les deux laplaciens est au plus de 0.15, au voisinage de z ≈ Rz.

reste sensiblement inférieur à un, et la notion de “mode transverse” garde donc
son sens. Enfin, lorsque nous traitons du couplage radiofréquence, seule la zone
où le recouvrement avec le condensat est non négligeable (z � Rz) nous intéresse.
Les calculs basés sur l’approximation de densité locale sont alors valides.
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5.5.3 Suivi adiabatique du mode fondamental

Ces résultats ne sont toutefois pas suffisants pour conclure que le faisceau
doit forcément être monomode une fois dans le guide. Il faut pour cela vérifier
qu’au cours de l’évolution temporelle de ψ⊥, lors de la propagation, il n’y a pas
de couplage vers les modes excités du guide.

On peut reformuler le problème de la manière suivante. La fonction d’onde
transverse “initiale” du laser à atomes, juste après le couplage, en zE, a la lar-
geur du condensat (R⊥ ' 2.4 µm pour un couplage au centre [Fig. 5.21(a1)]).
Puis elle se propage jusqu’à finalement atteindre le guide, dans laquelle elle aura
une taille sensiblement plus petite, de l’ordre de la taille de l’oscillateur harmo-
nique

√
~/mω⊥ ' 0.57 µm [Fig. 5.21(a3)]. Si ce passage d’une fonction d’onde

à l’autre était soudain, on calculerait la projection de la fonction d’onde initiale
sur les modes propres du guide, et on obtiendrait quelques modes peuplés. Ici,
ce passage du point d’extraction au guide se fait sur un temps de quelques mil-
lisecondes. Il s’agit donc de savoir si, lorsque la fonction d’onde transverse sort
progressivement de la zone de recouvrement avec le condensat, la variation de
potentiel (rappelé en figure 5.20) est suffisamment lente pour autoriser un suivi
adiabatique de l’état fondamental.

Pour un hamiltonien H et un système initialement dans l’état propre |n〉, la
condition de suivi adiabatique, qui doit être vérifiée pour tout t, s’écrit [224]10

∑
m6=n

1

|ωmn(t)|
|Ḣmn(t)|
|Emn(t)|

=
∑
m6=n

∣∣∣∣〈m(t)|ṅ(t)〉
ωmn(t)

∣∣∣∣� 1 , (5.69)

où Emn = ~ωmn = Em − En.
Il s’agit donc de calculer le recouvrement de la dérivée de la fonction d’onde

ψ⊥ précédemment calculée avec les fonctions d’onde des états excités. En utilisant
∂t = v(z)∂z, on peut écrire que le couplage avec l’état excité représenté par ψm

est négligeable si pour tout z, on a

Am(z) =

∣∣∣∣ ~ v(z)
Em(z)− E⊥(z)

∫
∂ψ⊥(z)

∂z
ψm(z)dr

∣∣∣∣� 1 . (5.70)

Il nous faut donc calculer les états excités du potentiel transverse. L’algo-
rithme de résolution de l’équation de Schrödinger que nous utilisons [223] ne
permettant pas de traiter le potentiel à deux dimensions avec une résolution suf-
fisante11, nous avons effectué ce calcul à une dimension. Bien que le potentiel V⊥

10Ce critère n’est pas adapté à toutes les situations physiques, voir la discussion dans [225].
11Il faut diagonaliser une matrice M × M , où M est le nombre de points utilisés pour

échantillonner l’espace.
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ne soit pas séparable dans la zone du condensat, il est à symétrie cylindrique, et
on s’attend donc à ce que ce que cela ne change pas beaucoup le résultat.

Par raison de symétrie, le recouvrement avec les niveaux excités impairs est
nul. De plus, le calcul montre que seul le recouvrement avec le premier niveau
excité pair est non négligeable. Nous reportons en figure 5.22 le calcul de A2(z).
Nous avons pris pour v(z) la vitesse due au mouvement classique dans le potentiel
V‖, avec pour point de départ le centre du condensat, ce qui est l’hypothèse la
plus pessimiste (la vitesse est la plus grande à la fin).

On voit alors qu’au voisinage de z ≈ Rz, A2 atteint sa valeur maximale,
d’environ 0.17. Cette valeur reste sensiblement plus petite que l’unité, et il est
donc légitime de penser que l’évolution est bien suffisamment lente pour autoriser
le suivi adiabatique du mode fondamental. De plus, si l’on raffinait notre calcul,
en allant au delà de l’approximation de Thomas-Fermi pour décrire le champ
moyen du condensat, ou au delà de l’approximation de densité locale pour décrire
la fonction d’onde transverse du laser, on constaterait certainement un lissage
de l’évolution selon z de la fonction d’onde transverse. Notre calcul de A2 est
donc vraisemblablement une borne supérieure. Enfin, nous pourrions modifier
légèrement les conditions expérimentales, en décomprimant un peu plus le piège
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Fig. 5.22 – Vérification de la condition d’adiabaticité Am(z) � 1, calculé à une
dimension, pour m = 2, valeur qui maximise Am. Les petites oscillations sont
du bruit numérique. Nous avons tracé en encart la variation de ∆E = E2 − E⊥.
C’est en effet l’augmentation de l’écartement entre les niveaux qui limite leur
couplage.
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magnétique par exemple, de manière à favoriser encore plus cette adaptation de
mode.

5.5.4 Conclusion sur le mode transverse

Nous en concluons donc que notre configuration doit permettre l’obtention
d’un faisceau se propageant dans le mode transverse fondamental du guide. Cela
n’était pas évident a priori, car le champ moyen du condensat élargit la fonction
d’onde de départ par rapport à la taille du mode fondamental du guide. Si cela
conduisait à une excitation des modes transverses, cela aurait été l’analogue de
la dégradation du mode transverse du laser à atomes, dû aux interactions avec le
condensat, observé dans le cas d’une propagation sous l’effet de la gravité (§3.3).

Expérimentalement, on peut attribuer le nombre de modes observé à des im-
perfections d’origine technique. Il y a bien sûr le problème exposé au premier
paragraphe sur le décalage entre le condensat et le guide, susceptible de peupler
quelques modes transverses. Nous avons également évoqué, dans les sections anté-
rieures, la présence éventuelle d’excitations dans le condensat, dues au couplage.
Ces excitations entrâınent des fluctuations de densité locales dans le condensat,
de telle sorte que le suivi adiabatique de la fonction d’onde du laser guidé puisse
ne plus être assuré. Enfin, la présence dans le guide de quelques atomes issus du
nuage thermique résiduel pourrait, par l’intermédiaire de collisions, envoyer des
atomes du laser vers des états excités.

5.6 Conclusion et perspectives

Nous avons présenté dans ce chapitre nos résultats sur la réalisation d’un laser
à atomes en configuration guidée. Le grand avantage de guider le faisceau est de
s’affranchir de l’accélération de la gravité, ce qui permet d’obtenir un faisceau
de longueur d’onde fixe au cours de la propagation, longueur d’onde qui peut
alors être du même ordre de grandeur que les longueurs d’onde optiques. Ceci a
pu être démontré expérimentalement, et notamment grâce à notre configuration
particulière de pièges croisés, qui permet de compenser le confinement longitu-
dinal du guide optique par l’effet Zeeman du second ordre induit par le piège
magnétique.

Notre méthode expérimentale repose sur l’obtention du condensat-source dans
un piège hybride constitué pour partie du guide dans lequel se propage le laser à
atomes. Cette configuration assure une efficacité de couplage optimale, puisque
tous les atomes extraits du condensat sont effectivement injectés dans le guide12.

12Ce schéma n’est pas sans rappeler les diodes laser fibrées, ou pigtailed, en optique.
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Nous montrons de plus que ce schéma assure intrinsèquement une bonne adapta-
tion de mode et doit permettre l’obtention d’un laser à atomes guidé monomode.

Notre dispositif comporte encore des imperfections, que nous croyons ne pas
être de nature fondamentale, mais technique. Une des principales améliorations
visées, à court terme, est l’obtention d’un faisceau monomode. Il faudra pour
cela soigner particulièrement le positionnement de la pince optique par rapport
au piège magnétique, ou pousser encore plus loin la deuxième décompression du
piège magnétique, de manière à optimiser l’adaptation de mode entre le condensat
et le guide.

Nous pouvons également envisager l’obtention d’une longueur d’onde encore
plus grande, en diminuant le confinement du condensat (donc l’amplitude du
potentiel d’interaction) ou en choisissant une position d’extraction plus éloignée
du centre. Il faudra de même diminuer le taux de couplage, afin d’éviter toute
excitation. Pour tout cela, il est nécessaire de disposer de moyens d’observation
plus sensibles. Nous avons donc récemment réalisé l’acquisition d’une caméra
CCD amplifiée (EMCCD) qui permettra de détecter, en fluorescence, un très
faible nombre d’atomes (§2.6.4).

Enfin, nous pourrons envisager l’installation d’un blindage magnétique afin
de réduire les fluctuations du biais magnétique, qui nuisent au contrôle répétable
de l’énergie du laser à atomes.

Avec ces quelques améliorations, le laser à atomes guidé est la source ato-
mique parfaitement adaptée à l’étude expérimentale des propriétés quantiques
de propagation d’ondes de matière. L’observation d’effets quantiques au passage
d’un obstacle requiert un faisceau possédant une longueur d’onde du même ordre
de grandeur que la taille de l’obstacle. Un certain nombre d’études expérimentales
ont été réalisées, sur la réflexion quantique [226], par exemple, ou la propagation
en milieu désordonné [111–113], à l’aide de condensats de Bose-Einstein. Ces ex-
périences sont limitées par la présence d’interactions importantes [137] ou par la
dispersion en énergie, ou largeur spectrale, de l’ordre du potentiel chimique du
condensat. En utilisant un couplage quasi-continu, on peut à la fois obtenir un
faisceau d’une grande finesse spectrale (dont la limite fondamentale est donnée
par le taux de couplage ou l’inverse du temps d’opération, soit dans notre cas la
dizaine de hertz) et un contrôle, via le taux de couplage, de la quantité d’interac-
tion dans le faisceau, de manière à éviter, ou au contraire étudier, les effets non
linéaires [130,131].

Nous envisageons par exemple, sur notre expérience, de réaliser une barrière
de potentiel à l’aide d’un laser désaccordé vers le bleu, focalisé sur une taille
de l’ordre du micron. Le laser à atomes guidé ayant une longueur d’onde si-
milaire, il devrait être possible de mettre en évidence une transmission tunnel.
Il sera possible, dans un second temps, de réaliser une double barrière de po-
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tentiel, c’est-à-dire une microcavité. Des calculs préliminaires réalisés avec nos
paramètres expérimentaux [227] montrent qu’il devrait être possible d’observer
les résonances dues à l’existence d’états liés à l’intérieur de la cavité [136]. Les
effets non linéaires liés aux interactions entre atomes, à l’intérieur de la micro-
cavité, peuvent également donner lieu à de la bistabilité [135]. Ces expériences
seront l’objet de la prochaine thèse se déroulant sur l’expérience.





Conclusion

Nous avons présenté dans ce mémoire quelques expériences ayant trait aux
lasers à atomes, faisceaux cohérents d’onde de matière extraits de manière quasi-
continue d’un condensat de Bose-Einstein. Nous avons particulièrement étudié
les analogies et les différences avec les lasers photoniques, avec pour fil conduc-
teur le désir d’une plus grande mâıtrise des faisceaux atomiques.

Nous avons montré que les fortes interactions entre atomes du laser et du
condensat-source sont responsables d’une dégradation importante du profil trans-
verse du faisceau atomique. L’importance des interactions constitue une diffé-
rence essentielle avec l’optique photonique. Néanmoins, ceci n’est pas sans rap-
peler, si l’on veut y voir une analogie, les effets non linéaires dans les cristaux
au sein des cavités laser, qui peuvent induire de l’auto-focalisation et dégrader le
mode transverse. Nous avons alors étendu le formalisme de l’optique gaussienne
(matrices ABCD) au cas d’un faisceau atomique de profil quelconque. Cela a
permis de caractériser les faisceaux par un paramètre global, le facteur de qua-
lité M2. Surtout, cela a permis de souligner que les approximations usuelles de
l’optique peuvent se révéler utiles à l’étude de la propagation des ondes de ma-
tière.

Une autre différence fondamentale entre les ondes électromagnétiques et les
ondes de matière est que ces dernières sont sensibles à la gravité. Les lasers
à atomes étudiés jusqu’alors subissent donc une accélération au cours de leur
propagation, et par conséquent leur longueur d’onde de de Broglie n’est pas
fixe mais décrôıt rapidement. Afin d’éviter cette situation, il est nécessaire de
guider horizontalement l’onde de matière. Nous avons mis en place à cet effet
un piège dipolaire très allongé dont le confinement est insensible au sous-niveau
magnétique. En créant le condensat à l’intersection des pièges magnétique et
optique, on peut ensuite extraire l’onde de matière vers le guide. Nous montrons
que notre configuration assure une bonne adaptation de mode et permet d’obtenir
un faisceau dont la longueur d’onde est constante au cours de la propagation.
Nous obtenons expérimentalement une longueur d’onde de 0.5 µm, fixe sur 1 mm
de propagation. Des améliorations techniques, en cours d’étude au laboratoire
à l’heure où ces lignes sont écrites, devraient permettre d’obtenir des longueurs
d’onde encore plus grandes ainsi qu’un faisceau monomode.

Avec ce nouvel outil, notre expérience s’oriente vers l’optique atomique cohé-
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rente et guidée. Le laser à atomes guidé, combinant à la fois une grande longueur
d’onde et de faibles interactions, est en effet la source atomique idéale pour les
études expérimentales sur les propriétés quantiques de propagation d’ondes de
matière.

Soulignons que ce schéma, condensation dans un piège hybride et laser guidé
optiquement, est tout à fait compatible avec un système miniaturisé. Aussi pouvons-
nous imaginer une prochaine génération de dispositif expérimental combinant la
technologie des puces atomiques avec des guides optiques créés eux aussi avec
des éléments miniatures [228], voire sur la même puce que le piège magnétique.
Ceci pourrait permettre, à terme, la mise au point d’interféromètres atomiques
guidés miniatures [65].

Enfin, nous pouvons également évoquer d’autres possibilités offertes par un
système de pince optique. En utilisant par exemple des modulateurs acousto-
optiques, on peut déplacer le piège dipolaire ou encore le déformer, grâce à l’uti-
lisation de plusieurs fréquences. On peut ainsi créer un double puits de manière
dynamique, c’est-à-dire une séparatrice, en utilisant deux fréquences [229]. On
peut également imaginer moduler très rapidement les fréquences, de manière à
ce que les atomes ne ressentent que le potentiel moyen. Cela est le cas si la fré-
quence de modulation est grande devant les fréquences caractéristiques du piège
dipolaire sans modulation [204]. De cette manière, on peut “dessiner” des guides
d’onde de formes variées, par exemple un tore. L’étude des propriétés de propaga-
tion de condensats dans ce type de piège est un domaine très actif actuellement,
aussi bien sur le plan théorique [230,231] qu’expérimental [125–127,232]. Jusqu’à
maintenant, ce type de piège a été réalisé magnétiquement, et l’utilisation d’un
dispositif optique apporterait plus de flexibilité. Ceci pourra constituer un fu-
tur axe de recherche sur notre expérience, toujours dans le domaine de l’optique
atomique cohérente guidée.



ANNEXE A

Rubidium et lasers

A.1 L’atome de rubidium 87

Nous présentons dans cette partie quelques informations que nous croyons
utiles sur l’atomes de rubidium 87, sans toutefois prétendre à aucune exhaustivité.
Le lecteur pourra trouver une présentation plus complète dans [152], d’où est tiré
pratiquement tout ce qui est donné ici.

– Propriétés physiques

Nombre atomique Z = 37
Abondance relative 27.8%
Masse m = 1.44× 10−25 kg
Liquéfaction TL = 39.3◦C
Vaporisation TV = 688◦C
Spin nucléaire I = 3/2
Longueur de diffusion1 a = 5.3 nm
Constantes de recombinaison à 3 corps2 K3 = 5.8×10−30 cm6.s−1

– Propriétés de la raie D2

Longueur d’onde (air) λ = 780.03 nm
Largeur de raie Γ/2π = 6.07 MHz
Intensité de saturation Isat = 1.67 mW/cm2

Température Doppler TD = 146 µK

Énergie de recul Er/h = 3.77 kHz
Vitesse de recul vr = 5.88 mm/s
Température de recul Tr = 362 nK

1La longueur de diffusion est pratiquement indépendante des sous-états considérés. Cette
propriété n’est pas générale mais particulière au rubidium 87.

2Nous donnons la valeur de [98] mesurée pour un condensat dans l’état |F =1,mF =−1>.
Pour des atomes thermiques, le taux donné doit être multiplié par 6 (§1.2.3).
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– Raies 52S → 52P

F = 1

F = 2

6.835 GHz

F = 2

F = 1

816.7 MHz

F = 2

F = 1
F = 0

F = 3

72.2 MHz

156.9 MHz

266.7 MHz
52P3/2

Raie D1

λ = 794.98 nm

gF=2/3

Raie D2

λ = 780.24 nm

52P1/2

52S1/2

gF=2/3

gF=2/3

gF=2/3

gF=1/6

gF=-1/6

gF=1/2

gF=-1/2

Fig. A.1 – Raies D1 et D2 du 87Rb. Seule la raie D2 intervient dans le processus
de refroidissement laser (Chapitre 2). Les longueurs d’onde sont ici données dans
le vide.

Nous rappelons ici la relation entre le taux d’émission spontanée Γ et le dipôle
d = 2.53 × 10−29 C.m, associé à la transition S → P , indépendant de l’état fin
ou hyperfin [182] :

Γ =
8π2d2

3ε0~λ3
. (A.1)

A.2 Les lasers

Nos sources lasers utilisées pour le refroidissement et l’imagerie sont unique-
ment des lasers à semi-conducteur. Nous les montons en cavité étendue à l’aide
d’un réseau, afin de les affiner et les accorder spectralement. Un dispositif de
spectroscopie par absorption saturée sert ensuite à asservir le laser sur la tran-
sition atomique voulue. Enfin, des modulateurs acousto-optiques (MAO) servent
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Fig. A.2 – Synoptique des lasers utilisés pour le refroidissement et l’imagerie.

à régler certains lasers sur une raie différente de celle de l’asservissement. Tout
ceci fait perdre de la puissance, et ces diodes sur réseau servent donc en géné-
ral à injecter une autre diode laser, lui transmettant ainsi ses caractéristiques
spectrales sans perte de puissance. La diode sur réseau est dite “mâıtre” et la
diode injectée “esclave”. Chaque diode esclave débite donc 70 à 80 mW, avec une
largeur de raie inférieure à 1 MHz. Nous renvoyons le lecteur intéressé à la thèse
de M. Fauquembergue [39] pour de plus amples détails sur les sources laser et
leurs asservissements.

La figure A.2 résume ce qu’il faut savoir sur les transitions utilisées. Nous
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utilisons la transition fermée F = 2 → F ′ = 3 pour le piège et l’imagerie. Nous
l’utilisons aussi pour le ralentissement, mais le laser est désaccordé de 133 MHz
car le champ magnétique est non nul à la sortie du ralentisseur Zeeman.

Malgré le désaccord, la probabilité d’exciter le niveau F ′ = 2 au cours d’un
cycle avec un retour possible vers F = 1 est non nulle. Le temps caractéristique
de ce dépompage est 0.8 ms. Il est donc nécessaire de superposer au piège et au
ralentisseur1 un faisceau repompeur partant de F = 1 (et arrivant en l’occurrence
sur F ′ = 2). En revanche, pour transférer les atomes dans le piège magnétique
dans l’état F = 1, nous utilisons cette fois un dépompeur. Ce dépompeur est
également utilisé pendant la phase dite d’Ultra Dark Spot (§2.4.2). Enfin, les
atomes issus du piège magnétique sont repompés avant la prise d’image (pendant
leur temps de vol) puisque la sonde est accordée sur F = 2 → F ′ = 3. En
revanche, le temps d’exposition est suffisamment court (50µs) pour qu’il ne soit
pas nécessaire de repomper pendant la prise d’image.

1La dynamique de repompage/dépompage pendant le ralentissement est loin d’être triviale,
voir [41] pour une discussion approfondie.
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Approximation de Zubarev et
Kim

Nous avons présenté au paragraphe 5.3.3.1 le calcul de la fonction d’onde de
l’état fondamental d’un guide harmonique à deux dimensions, en utilisant des
approximations correspondant à deux régimes extrêmes. Lorsque an1D � 1, où
a est la longueur de diffusion et n1D est la densité linéique, les interactions sont
fortes et on peut faire l’approximation de Thomas-Fermi. Au contraire, lorsque
an1D � 1, les interactions sont faibles et peuvent être traitées de manière pertur-
bative. Dans le régime intermédiaire, lorsque an1D ∼ 1, on peut résoudre numé-
riquement l’équation de Gross-Pitaevskii. Une approche alternative est d’utiliser
l’approximation présentée par A. L. Zubarev et Y. E. Kim dans [220]. Les for-
mules données dans leur article ne s’appliquent directement que dans le cas d’un
piège tridimensionnel, mais la méthode reste valable quelque soit le nombre de di-
mensions. Il nous a donc semblé utile de dériver ici les équations correspondantes
à deux dimensions. De plus, dans le cas d’un piège symétrique, cela conduit à
des formules analytiques simples (B.13 et B.15).

B.1 Principe de l’approximation

Nous nous plaçons dans le cadre d’un piège harmonique. L’énergie par parti-
cule est donnée par la fonctionnelle

E

N
= 〈Ψ|

∑
i=x,y,z

Hi|Ψ〉+
gcollN

2

∫
|Ψ|4dr , (B.1)

où chaque hamiltonien Hi s’écrit

Hi = − ~2

2m

∂2

∂x2
i

+
1

2
mω2

i x
2
i . (B.2)

Nous introduisons alors le hamiltonien approché

H̃i =
~ωi

2

√
γi +

1

2
mω2

i (1− γi)x
2
i , (B.3)
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où γi est un paramètre compris entre 0 et 1. Nous pouvons alors réécrire l’énergie
sous la forme

E

N
= 〈Ψ|

∑
i=x,y,z

(Hi − H̃i)|Ψ〉+ 〈Ψ|
∑

i=x,y,z

H̃i|Ψ〉+
gcollN

2

∫
|Ψ|4dr . (B.4)

L’approximation de [220] consiste à négliger le premier terme de (B.4), c’est-
à-dire à remplacer Hi par H̃i dans (B.1). Le hamiltonien H̃i ne comporte pas
d’opérateur différentiel, et l’équation de Gross-Pitaevskii se résout donc comme
dans le cas de l’approximation de Thomas-Fermi. Celle-ci, qui consiste à négliger
l’énergie cinétique, est obtenue pour γi = 0. Ici, on a rajouté “à la main” une
énergie cinétique ~ω√γi/2, et en contrepartie on a diminué le confinement de
la fonction d’onde en remplaçant ωi par ω̃i =

√
1− γi ωi dans le potentiel. On

obtient donc la formule suivante pour l’énergie,

EZK

N
=
∑

i=x,y,z

~ωi

2

√
γi +

ETF(ω̃x, ω̃y, ω̃z)

N
, (B.5)

où ETF est l’énergie obtenue avec l’approximation de Thomas-Fermi, dans un
piège de courbures ω̃i. De même, on a

µZK =
∑

i=x,y,z

~ωi

2

√
γi + µTF(ω̃x, ω̃y, ω̃z) , (B.6)

et les rayons de la fonction d’onde s’en déduisent par la formule habituelle (équa-
tion 2.24).

Examinons maintenant le terme négligé (premier terme de B.4). On a

Hi − H̃i = hi −
~ωi

2

√
γi , (B.7)

avec

hi = − ~2

2m

∂2

∂x2
i

+
1

2
mω2

i γix
2
i , (B.8)

qui est l’hamiltonien d’un oscillateur harmonique de courbure ωi
√
γi. Par consé-

quent, quelque soit la fonction d’onde, on a toujours 〈Ψ|hi|Ψ〉 ≥ ~ωi
√
γi/2 , et

donc
〈Ψ|Hi − H̃i|Ψ〉 ≥ 0 . (B.9)

L’approximation consistant à remplacer Hi par H̃i conduit donc à sous-estimer
l’énergie. Par conséquent, on cherchera les paramètres γi qui maximisent l’ex-
pression (B.5). Cette optimisation peut se faire numériquement. Toutefois, dans
le cas d’un piège symétrique, un seul coefficient γ intervient, et nous pouvons
donner des formules analytiques.
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B.2 Application au cas d’un guide à symétrie

cylindrique

Dans un guide à deux dimensions possédant la symétrie cylindrique, caracté-
risé par une courbure ω, l’énergie dans le régime de Thomas-Fermi s’écrit1

ETF

N
=

4

3
~ω
√
an1D . (B.10)

L’approximation de Zubarev et Kim conduit donc à la formule

EZK

N
= ~ω

(
√
γ +

4

3

√
1− γ

√
an1D

)
. (B.11)

La maximisation de cette expression amène à la valeur suivante du paramètre γ,

γ =

(
1 +

16

9
an1D

)−1

, (B.12)

et finalement à une expression simple de l’énergie par particule :

EZK

N
= ~ω

√
1 +

16

9
an1D . (B.13)

De même, le potentiel chimique s’écrit

µZK = ~ω
(√

γ + 2
√

1− γ
√
an1D

)
, (B.14)

ce qui conduit à l’expression

µZK = ~ω
1 + 8

3
an1D√

1 + 16
9
an1D

. (B.15)

Nous comparons en figure B.1 les différentes approximations possibles per-
mettant de calculer l’énergie du mode fondamental, en fonction du paramètre
adimensionné an1D.

Lorsque an1D � 1, on peut faire l’approximation des faibles interactions,
consistant à supposer que la fonction d’onde n’est pas déformée par les interac-
tions. On obtient la formule E/N = ~ω(1+an1D). Cette approximation revient à
surestimer la densité et donc l’énergie. À l’inverse, l’approximation de Thomas-
Fermi (Eq. B.10), en négligeant l’énergie cinétique, sous-estime l’énergie totale.

1On obtient ce résultat en utilisant l’expression de µ (5.31) et la relation µ = ∂E/∂N .
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Elle est valide lorsque an1D � 1. L’approximation de Zubarev et Kim se situe
entre les deux précédentes.

Afin d’évaluer son degré d’exactitude, nous la comparons également à une
résolution numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii. Nous pouvons constater
qu’elle donne un résultat très proche de l’évaluation exacte, l’écart le plus im-
portant étant de l’ordre de 2 % pour an1D ∼ 1 (dans cette zone, les deux autres
cas limites sont très éloignés). À partir de an1D < 0.3, néanmoins, la limite des
interactions faibles donne de meilleurs résultats.

a    n1D

E/hω

10

1

0.1 1 10

Fig. B.1 – Énergie du niveau fondamental dans un piège harmonique à deux
dimensions de pulsation ω, en fonction de an1D. En trait continu rouge est repré-
sentée l’énergie calculée à l’aide de l’approximation de Zubarev et Kim, les points
sont calculés par une résolution numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii,
tandis que les approximations de faibles interactions et de fortes interactions
(Thomas-Fermi) sont respectivement en tireté bleu et pointillés mauves.
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We have developed a compact partially ferromagnetic electromagnet to produce an Ioffe-Pritchard
trap for neutral atoms. Our structure permits strong magnetic confinement with low power
consumption. Compared to the previous iron-core electromagnet �B. Desruelle, V. Boyer, P. Bouyer,
G. Birkl, M. Lécrivain, F. Alves, C. Westbrook, and A. Aspect, Eur. Phys. J. D 1, 255 �1998��, it
allows for easy compensation of remnant fields and very high stability, along with cost-effective
realization and compactness. We describe and characterize our apparatus and demonstrate trapping
and cooling of 87Rb atoms to quantum degeneracy. Pure Bose-Einstein condensates containing 106

atoms are routinely realized on a half-minute cycle. In addition we test the stability of the magnetic
trap by producing atom lasers. © 2005 American Institute of Physics.
�DOI: 10.1063/1.2090407�

I. INTRODUCTION

The realization of Bose-Einstein condensates �BECs� of
a dilute gas of trapped atoms1 has opened the way to great
improvements in the domain of atom optics and atom inter-
ferometry. The macroscopic population of atoms in a single
quantum state is the matter-wave analog to a laser in
optics2–5 for which the generalization of its use has revolu-
tionized interferometry technology.6–8 It is therefore ex-
pected that the use of Bose-Einstein condensed atoms will
advance the field of atom optics and nonlinear atom optics.9

In particular, BECs will bring about an unprecedented level
of accuracy in atom interferometry.10–12

In the several years since their first observation, BECs
have been studied extensively.13 In most cases the conden-
sate properties themselves are the focus of the investigations.
Relatively little work has been done so far using a conden-
sate as a tool to explore questions in other fields.11,14,15

Therefore, developing a system that could be used for these
purposes is worthwhile, but needs a special focus in the con-
ception of the key elements. One of the main challenges
when designing such a BEC apparatus is to produce in a
stable and reproducible way Bose-Einstein condensates with
a large number of atoms. For that, one needs to optically
collect many atoms and have a long lifetime for the atoms in
the trap where the atoms will be cooled down to a few hun-
dred nanokelvins. To reach these ultralow temperatures and
enter the quantum degeneracy regime, evaporative cooling of

trapped atoms16 remains at this time the most efficient
method. This technique relies on a sufficiently high binary
collision rate in order to allow fast thermalization of the ex-
ternal degrees of freedom of the atoms.17 Thus, besides re-
quiring an ultrahigh vacuum and a sophisticated timing sys-
tem, the major challenge lies in designing an adequate and
easy-to-use nondissipative trap with high confinement, either
using magnetic or optical fields, which forms the core ele-
ment of each BEC experiment. Potential applications, such
as inertial sensors in space,14 mandate the highest gradients
for the lowest power.

Several groups around the world have unveiled
condensate-producing technologies that may in the future
prove to fullfill the requirements.

One such system involves “macroscopic” magnets, ei-
ther permanent or electrically controlled.18–21 A magnetic
configuration commonly used is the Ioffe-Pritchard trap
configuration22 because it avoids trap losses due to nonadia-
batic spin flips: a quadrupolar linear trap providing the radial
confinement is combined with a dipolar trap providing the
axial confinement. To increase the density of trapped atoms
and ensure a high collision rate, tight confinement is neces-
sary. To accomplish those requirements, Ioffe traps typically
dissipate kilowatts of power necessitating considerable cool-
ing and stabilization as well as causing electronic switching
problems. Different structures of magnetic traps have been
widely used and a few, such as the quadrupole-Ioffe-
configuration �QUIC� traps,20 the ferromagnetic traps,18 the
permament magnets,21 or a combination19 have very low
power consumption. Another system called “atom chip” in-

a�Present address: Raman Research Institute, C.V. Raman Avenue, Sadashi-
vanagar, Bangalore 560080, India.
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volves a surface magneto-optical trap �MOT� and a magnetic
trap based on a wafer with lithographically patterned wires.23

This technology is compact, generates condensates with un-
precedented rapidity, and holds promise for eventually being
simpler and more robust than traditional condensate ma-
chines. Nevertheless it requires more expertise to fabricate24

and might not allow for high fluxes because of its small size.
The latest approach is the all-optical method.25 By eliminat-
ing the magnetic trap altogether, this method indeed may
eventually become the simplest route to BEC, but the need
for high-power lasers makes it still difficult with the present
technology.

Our system is a hybrid magnetic trap that falls in the first
category. It uses strong iron core magnets to produce radial
confining fields and low-power electromagnetic coils to pro-
duce axial confinement and a bias field. The ferromagnets
guide and concentrate the magnetic flux where it is needed,
i.e., on the atoms, and thus can be used to create a compact
and light apparatus that consumes very little power. They are
used above saturation threshold and thus, do not need to be
actively temperature controlled such as permanent magnets21

and only need moderate cooling compared to electromag-
netic coils producing the same field. The tight confinement
from the ferromagnets ensures that we have the necessary
collision rate to evaporatively cool the atoms. The longitudi-
nal bias field, the only parameter for which stability is criti-
cal, is produced by servocontrolled electromagnetic coils,
which are water cooled.

In this article, we report on the development of this new
hybrid electromagnet. In Sec. II we explain the main advan-
tages of ferromagnetic trapping. In Secs. III and IV we de-
scribe this electromagnet and present the way it is used to
cool 87Rb atoms. In Sec. V we present stability measure-
ments made using atom lasers.

II. WHY FERROMAGNETIC TRAPPING?

Ferromagnetic structures,18 which have been
developed26 in our group, make possible high gradient fields
with reasonable power consumption and large condensates.
Ferromagnetism27 manifests itself when exciting a magnetic
material with coils. This excitation orientates the micro-
scopic magnetic moments, so that field in the material is
enhanced. Due to the high permittivity of ferromagnetic ma-
terials, the ferromagnetic core guides the magnetic flux. To
understand this effect, let us consider the magnetic circuit
represented in Fig. 1.

The two tips are separated by a gap e of a few centime-
ters. The ferromagnetic structure has a total length l and a
section S�r2. The whole structure is excited by a coil of N
loops driven by a current I, leading to an excitation NI. From
Ampere’s theorem,28 we can introduce the reluctance Riron,

Riron = �
�i

dl

�r�0
�

l

�r�0
, �1�

inside the iron core and Rgap,

Rgap = �
�g

dl

�0
�

e

�0
, �2�

in the gap between the tips. A simple relation between the
excitation NI and the magnetic flux BS can be written

BS =
NI

Riron + Rgap
. �3�

Since �r is very large ��r�104� for ferromagnetic materials,
only the gap contribution is important ��r� l /e�.29 A more
complete calculation31 shows that the field created in the gap
is similar to that created with two coils of excitation NI /2
placed close to the tips as represented in Fig. 1. Thus, guid-
ing of the magnetic field created by arbitrary large coils far
away from the rather small trapping volume is achieved. This
is only true if a yoke links a north pole to a south pole. If not,
no guiding occurs and the field in the gap is significantly
reduced.

Ferromagnetic materials are also subjected to hysteresis
cycles generating remnant fields which must be compensated
to offer an appropriate magnetic environment. This is some-
what difficult to accomplish as long as some coupling exists
between the dipole and the quadrupole causing the remnant
field to have a complex geometry. In this case, several addi-
tional coils are required to provide the right compensating
field as previously described in Ref. 18. To avoid these cou-
plings, we use a partially ferromagnetic electromagnet where
iron cores are only used where strong fields �gradients� are
needed �i.e., the quadrupole part of the Ioffe-Pritchard con-
figuration�. With this configuration, we can independently act
on the bias and the gradients, and the remnant fields retain a
simple geometry.

III. DESCRIPTION AND CHARACTERIZATION
OF THE ELECTROMAGNET

The configuration of the electromagnet is shown in
Figs. 2 and 3. The quadrupole field is produced by two fer-
romagnetic pieces, each one composed of two poles in a way
very similar to Fig. 1. Each ferromagnetic piece is excited by
a coil of 5 cm diameter made with a hollow copper wire �5
mm diameter� with ten windings. The hollow wire allows the
exciting coils to be water cooled. Poles are 2 cm wide and
are beveled mainly in order to better guide the magnetic field

FIG. 1. �a� Ferromagnetic structure excited by a coil made of N loops, with
a gap e between the north pole and the south pole. �b� Equivalent magnetic
circuit.
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but also to leave some space for the vertical magneto-optical
trap beams. The dipolar coils are 100 turn coils of copper
wire excited by equal current and separated from each other
by 3 cm. They are conical to facilitate the path of the
magneto-optical trap beams and positioned on a macor and
brass support, which is also water cooled. Another pair of
electromagnetic coils called “antidipole coils” is used to
make the bias adjustable. These coils are larger than the di-
pole coils, separated from each other by 10 cm and placed at
the support termination. The dipole and antidipole coils are
mounted in series, but with the currents flowing in opposite
directions, so as to cancel out noise in the magnetic field due
to current fluctuations. We can set the value for the bias field
by controlling the number of windings of the antidipole
coils.32

A. Static performances of the ferromagnetic structure

The maximum achievable quadrupole gradient b� is
830 G/cm, obtained for a saturating current of 60 A
�see Fig. 4�. We limit the current in the dipole coils to 15 A,
beyond which heating becomes too important. With this
value, a bias B0 and a curvature b� of, respectively, 54 G and
150 G/cm2 are obtained for the dipole and 49 G and
68 G/cm2 for the antidipole �see Fig. 5�. The total bias can
thus be varied from 54 to 5 G.

The modulus of the magnetic field created by the elec-
tromagnet is then given by

B =��B0 +
b�x2

2
	2

+ �b�2 −
b�B0

2
	�y2 + z2� . �4�

B. Dynamical properties

The dynamical characteristics of the electromagnet are
also of great interest since it is necessary to be able to switch
on and off the magnetic field in times shorter than the oscil-
lation period of the trap. There are two important reasons for
this condition. The first one is that we wish to transfer the
atoms from the magneto-optical trap to the magnetic trap
without a loss of density. The second reason is due to the
way we image the atomic cloud: it is released from the trap
and expands ballistically before being illuminated by a near-
resonant probe beam �absorption imaging33�. From the im-
ages, we can deduce temperature, density, and the number of
trapped atoms.

To avoid eddy currents in the ferromagnetic structure,
which would limit switching times, we use a laminated ma-
terial. It is worth noting that the shape of the present quad-
rupole is simple enough to be easily produced by assembling
inexpensive laser-cut sheets of ferromagnetic material. It
consists of 100-�m-thick iron-silicium plates, each isolated
from the other.

To control the switching times, we use a capacitor C in
series with the coils of inductance L. To turn on the magnetic
field, the capacitors �Ccharge� are first loaded with a high volt-
age supply U. Then the energy 1/2CchargeU

2 accumulated in
the capacitors is transferred to the coils in a time equal to
2��LCcharge /4, i.e., a quarter of a period of the oscillating
circuit. Then the power supply takes over. The same idea
applies to the procedure to switch off the magnetic field, but
now, the switch off current will charge a capacitor called
Cdischarge which limits overvoltage in the circuit at switch off.
For our setup, the switching time is 150 �s. The electronic
circuit used for the quadrupole is presented in Fig. 6. For the

FIG. 2. Scheme and photo of the electromagnet.

FIG. 3. �a� Configuration of the dipole and antidipole coils. �b� Configura-
tion of the quadrupole poles.

FIG. 4. Magnetic gradient of the quadrupolar field intensity IQ.

FIG. 5. Bias and curvatures of the fields vs currents ID and IAD flowing,
respectively, in the dipole and in the antidipole.
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dipolar coils �Fig. 7�, the switching procedure is the same,
but now we also ramp the current in antidipole coils by using
a metal-oxide-semiconductor field-effect transistor �MOS-
FET� so as to precisely adjust the bias at a low value B0

without decreasing the curvature b�.

C. Canceling of the remnant magnetic field

To generate the compensating field in order to cancel
remnant fields, two thin coils �1-mm-diameter wire� have
been rolled on the two quadrupole exciting coils. They have
thus the same configuration and the compensation field au-
tomatically possesses the right geometry to cancel the rem-
nant field. The procedure to find the compensation current is
quite simple. We adjust the current after having cooled atoms
into a magneto-optical trap34 and then cut the MOT magnetic
field. If the compensating current is too high or too low, the
remnant field provokes a rotation of the atomic cloud, a situ-
ation which can be compared to the mechanical Hanle
effect.35 At the right value, there is no rotation anymore,
which can be seen by observing fluorescence along the x
axis.

We should stress the point that the remnant fields are so
easy to compensate only because we limited the ferromag-
netic structure to the quadrupolar plane so as to suppress
coupling between quadrupole and dipole.

IV. ATOMS TRAPPED IN THE ELECTROMAGNET

In order to trap the atoms, the electromagnet is placed
around a 1 cm square section parallelepipedic glass vacuum
cell �see Fig. 8�. The atoms are first loaded into a magneto-
optical trap whose magnetic field is produced by two thin
printed circuits �400 �m thick� positioned along the y direc-
tion. On each one are imprinted 6.5 loops which are 1 mm
wide and 35 �m thick, such that the full resistance is 1 �. A
current of 2 A in those circuits generates a spherical quadru-
pole field with an axial gradient of 15 G/cm. A slave laser,
injected by a grating stabilized diode laser, produces the six
independent circularly polarized trapping beams with a di-
ameter of 1 cm. The MOT sequence ends with an optical
molasses36 phase during which the spherical quadrupole field
is switched off and the laser frequency is detuned. It is im-
portant that there is no residual magnetic field—bias or
gradient—during the molasses phase so as not to disturb the
sub-Doppler cooling mechanism. To ensure this requirement,
three pairs of coils �“Molasses coils” in Fig. 8� are placed
along the three axes to compensate any residual fields �ter-
restrial field, ionic pump field,…� additional to remnant
fields. We obtain 6�108 atoms at 50 �K after the molasses.

Then, the atoms are optically transferred into the F=1
hyperfine state, in which only the mF=−1 sublevel experi-
ences an attractive potential which can be harmonically ap-
proximated around the minimum of the magnetic field with
the following trapping frequencies:

	ax =�gFmF�B

m
b�, �5�

	rad =�gFmF�B

m
�b�2

B0
−

b�

2
	 , �6�

where gF=−1/2 is the Landé factor and �B the Bohr mag-
neton. The values of the trap parameters are presented in
Table I.

FIG. 6. Electronic scheme of the control of the current in the quadrupole
coils �L=1.2 mH�. Switching times are assured by the two capacities with
Ccharge=8.8 �F and Cdischarge=3.14 �F. They are coupled with diodes to
limit the oscillation to a quarter of period.

FIG. 7. Electronic scheme of the control of the current in the dipole �L
=0.22 mH� and antidipole coils �L=0.14 mH�. Switching times are assured
by the two capacitors with Ccharge=Cdischarge=1 �F. They are coupled with
diodes to limit the oscillation to a quarter of period. The two MOSFETs
allow for a control of the current in the antidipole coils.

FIG. 8. Configuration of the coils used for the compensation of the external
fields �molasses coils in light gray� and the coils used for positioning the
MOT �positioning coils in dark grey�. Positioning the MOT in the vertical
direction is insured by an imbalance in the MOT coils currents.
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The magnetic Ioffe-Pritchard trap �IPT� is switched on
by applying a current of 15 A in the dipole coils and 5 A in
the quadrupole exciting coils. These values are selected so
that the size of the two traps—MOT and IPT—are well
matched. Moreover, the centers of the two traps have to over-
lap, otherwise the atoms will acquire a larger energy during
the transfer. To adjust the relative position of the trap centers,
we have added two pairs of coils in a Helmholtz configura-
tion in series with the MOT’s coil. They act on the field in
the x and z directions. Variable resistances are added in par-
allel to the three pairs of coils �including the MOT coils� as
shown in Fig. 9, allowing for tuning of the current in the
positioning coils. The MOT, which will be centered around
the zero of the magnetic field, can now be placed appropri-
ately using the positioning coils system described above.

It is to be noted that the right values for each resistance
must be found following an iterative method. By moving the
center of the MOT, as explained above, the magnetic envi-
ronment is slightly modified and the molasses coils need to
be fine tuned. This in turn displaces the MOT and we have to
center the cloud again.

After having transferred the atoms into the IPT, current
in the quadrupole is increased to 60 A and the current in the
antidipole coils is slowly ramped up. At this point, the quad-
rupole field gradient reaches 830 G/cm and the bias is re-
duced to 5 G. This provides a tight trap for which the colli-
sion rate is around 60 s−1, more than one order of magnitude
larger than before compression.

The compression of the trap is adiabatically done in one
second in order to minimize the loss of phase space density.
Compression time is thus chosen larger than the oscillation
time and the rethermalization time. Current values at each

stage are summarized in Fig. 10. At this stage, we obtain
typically 2�108 atoms at 250 �K, i.e., a phase-space den-
sity of 5�10−7.

Finally, evaporative cooling of the atoms is performed
by rf-induced spin flips. The rf magnetic field is produced by
the MOT coils �Fig. 9�, in which the rf current now flows in
the same direction for both coils such that the field is nearly
homogeneous on the atoms. It is applied perpendicular to the
IPT magnetic field at the center of the trap. Then, the radio
frequency is swept from 70 MHz to a final value of around
4.2 MHz. Figure 11 shows images of cooled atomic clouds
after 25 ms of ballistic expansion for different final values of
the ramp. The sudden appearence of the BEC can be seen in
the density profile measured by absorption imaging along the
x axis, as the distribution becomes bimodal. The distribution
of thermal atoms is Gaussian and is represented by a dashed
line in the profiles, whereas the distribution of condensed
atoms is an inverted parabola �in the Thomas-Fermi

TABLE I. Characteristics of the noncompressed trap �NCIPT� and the com-
pressed trap �CIPT�. 	rad and 	ax are, respectively, the radial and axial
trapping frequencies of the magnetic trap.

Trap B0 b� b� 	rad 	ax

�G� �G/cm2� �G/cm� �Hz� �Hz�

NCIPT 54 150 200 2��15 2��11
CIPT 5 82 830 2��330 2��8

FIG. 9. Electronic scheme for rf circuit and positioning circuit of the MOT
relative to the magnetic trap. Rx ,Ry, and Rz are variable resistances. The
filter cuts frequencies ranging from 1 MHz to 1 GHz and ensures the proper
circulation of the rf signal in the MOT coils. Likewise, capacitors force the
current to flow in the opposite direction in the coils.

FIG. 10. Temporal sequence for magnetic cycle. IQ , ID, and IAD are currents,
respectively, in quadrupole, dipole, and antidipole coils.

FIG. 11. Atomic cloud, 25 ms after release of the trap, for different final
values of the radio-frequency ramp: �a� 4.28 MHz, �b� 4.24 MHz, and �c�
4.20 MHz. 
�r� is the position-dependent atomic density �arbitrary units�.
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approximation�.37 For decreasing temperatures �lower final rf
frequency�, the fraction of thermal atoms decreases and at
sufficiently low temperatures, we obtain a pure condensate
containing 106 atoms.

V. STABILITY

One efficient way to check the stability of the bias cre-
ated by the electromagnet is to produce atom lasers by radio-
frequency outcoupling5 �Fig. 12� and measure the spectral
width of the condensate.

The principle of weak radio-frequency outcoupled atom
lasers has been developed in Ref. 38. Main features are sum-
marized in Fig. 13. The condensate is displaced from the
center of the magnetic field due to gravity. Thus, it crosses
magnetic equipotentials in the vertical direction only. By ap-
plying radiofrequency one flips the spin of atoms from the
trapped state 
F=1,mF=−1� to the untrapped one 
F=1,mF

=0�. The wave falls under the effect of gravity into the con-
tinuum of Airy functions.39 This gives rise to an atom laser
since the source �the condensate� is fully coherent.40 The
radio-frequency value �RF is directly related to the difference
in energy between the two involved states,

h�RF = EBEC − Efree�r� = Ebias + � − Efree�r� ,

where Efree�r� stands for the potential energy of outcoupled
atoms and depends on the extracting point r, and � and Ebias,
respectively, the chemical potential and the magnetic poten-
tial energy of the BEC. For a given radio frequency, fluctua-
tions of the coupling zone are only related to bias fluctua-
tions through Ebias.

To quantitavely give an estimation on the stability of the
experiment, we have to determine the spectral width of the
condensate. For a given weak radio-frequency power, we
have measured the number of extracted atoms as a function
of the value of the rf knife �experimental points in Fig. 14�.
If we assume that the number Ne of extracted atoms is pro-
portional to the number of condensed atoms on the surface

����� defined by the rf value �RF �i.e., one neglects the effect
of interactions on the coupling rate38�. Taking a Thomas-
Fermi profile for the condensate leads to

Ne���� � �
�����

dx max�1 − 
i=x,y,z

� xi

Ri
	2

;0	 ,

where ��=�RF−�0 is the difference between the outcoupling
radio frequency and its value in the center of the BEC, and xi

and Ri being, respectively, the coordinate and the Thomas-
Fermi radius of the dimension i. The surface ����� corre-
sponding to the radio-frequency knife resonance condition is
defined by

	ax
2 x2 + 	rad

2 �y2 + z2� + 2gy =
2h

m
�� .

If we assume that fluctuations are Gaussian with rms
value , the final output flux is the convolution between this
noise and Ne,

F���� =� du Ne�u�e−�u − ���2/22
.

We have fitted the experimental data with F as shown in
Fig. 14, and we obtain =1.5 kHz. This broadening could
come from bias variations during one scan.

In order to look more precisely for the different time
scales involved in these fluctuations, we have fixed the rf
outcoupler at a detuning of +5 kHz and we have looked at
the long term drift and fluctuations of the number of out-
coupled atoms. Once we have deduced the effects of atom
number fluctuations in the original BEC �8%�, we have mea-
sured a drift of 500 Hz/h �0.7 mG/h� and rms fluctuations of
700 Hz which correspond to shot-to-shot bias fluctuations of
1 mG.

Nevertheless, it is likely that the rapid fluctuations are
also of the order of 1 mG, which is sufficient to produce
stable quasicontinuous atom lasers as one can see in Fig. 12.

VI. DISCUSSION

In this article, we have presented the realization of a new
generation hybrid electromagnet designed to produce large
Bose-Einstein condensates containing 1�106 rubidium at-
oms. Due to the compact ferromagnetic design �20 cm diam-
eter� one achieves gradients as large as 830 G/cm which are

FIG. 12. 10 ms of atom laser. The BEC is displaced from the begining of the
beam due to a slight Stern-Gerlach effect at the switch off of the trap. The
continuity of the laser beam shows qualitatively that the magnetic field is
stable.

FIG. 13. Principle of radio-frequency coupling of an atom laser.

FIG. 14. Comparison between the experimental width and a Thomas-Fermi
width broadened by a bias instability of 2 mG. The curve is clearly asym-
metric due to the fact that the radio-frequency knife has a strong curvature
since the gravitational displacement g /	rad

2 =2.3 �m is shorter than the
Thomas-Fermi radius Ry =3 �m.
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sufficient to compress the atomic cloud for an efficient run-
away evaporative cooling. The total power consumption is
less than 800 W which is easy to dissipate. Due to the lamel-
lar structure of the ferromagnetic core and the driving elec-
tronic circuit, eddy currents are suppressed and the switching
time is reduced to 150�s. The high stability of the bias �fluc-
tuations measured to be of the order of 1 mG� enables us to
produce stable radio-frequency outcoupled quasicontinuous
atom lasers.
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We study the propagation of a noninteracting atom laser distorted by the strong lensing effect of the
Bose-Einstein condensate (BEC) from which it is outcoupled. We observe a transverse structure
containing caustics that vary with the density within the residing BEC. Using the WKB approximation,
Fresnel-Kirchhoff integral formalism, and ABCD matrices, we are able to describe analytically the atom-
laser propagation. This allows us to characterize the quality of the nonideal atom-laser beam by a
generalized M2 factor defined in analogy to photon lasers. Finally we measure this quality factor for
different lensing effects.
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Optical lasers have had an enormous impact on science
and technology, due to their high brightness and coherence.
The high spatial quality of the beam and the little spread
when propagating in the far-field enable applications rang-
ing from the focusing onto tiny spots and optical lithogra-
phy [1] to collimation over astronomic distances [2]. In
atomic physics, Bose-Einstein condensates (BECs) of
trapped atoms [3] are an atomic equivalent to photons
stored in a single mode of an optical cavity, from which
a coherent matter wave (atom laser) can be extracted [4,5].
The possibility of creating a continuous atom laser [6]
promises spectacular improvements in future applications
[7–11] where perfect collimation or strong focusing [12–
14] are of prior importance. Nevertheless, these properties
depend drastically on whether the diffraction limit can be
achieved. Thus, characterizing the deviation from this limit
is, as for optical lasers [15], of crucial importance. For
example, thermal lensing effects in optical laser cavities,
which cause significant decollimation, can also induce
aberrations that degrade the transverse profile. In atom
optics, a trapped BEC weakly interacting with the out-
coupled atom-laser beam acts as an effective thin lens
which leads to the divergence of the atom laser [16]
without affecting the diffraction limit. When the lensing
effect increases, dramatic degradations of the beam are
predicted [17], with the apparition of caustics on the
edge of the beam.

In order to quantitatively qualify the atom-laser beam
quality, it is tempting to take advantage of the methods
developed in optics to deal with nonideal laser beams, i.e.,
above the diffraction limit. Following the initial work of
Siegman [18] who introduced the quality factor M2 which
is proportional to the space-beam-width (divergence�
size) product at the waist, it is natural to extend its defini-
tion to atom optics as

�x�kx �
M2

2
; (1)

where �x and �kx � �px=@ characterize, respectively, the

size and the divergence along x (�px is the width of the
momentum distribution). Equation (1) plays the same role
as the Heisenberg dispersion relation: it expresses how
many times the beam deviates from the diffraction limit.

In this Letter, we experimentally and theoretically study
the quality factor M2 of a nonideal, noninteracting atom-
laser beam. First, we present our experimental investiga-
tion of the structures that appear in the transverse profile
[19]. We show that they are induced by the strong lensing
effect due to the interactions between the trapped BEC and
the outcoupled beam. Then, using an approach based on

FIG. 1 (color). Absorption images of a nonideal atom laser,
corresponding to density integration along the elongated axis of
the BEC. The figures correspond to different height of rf out-
coupler with respect to the bottom of the BEC: (a) 0:37 �m,
(b) 2:22 �m, (c) 3:55 �m. The graph above shows the rf out-
coupler (dashed line) and the BEC slice (red) which is crossed by
the atom laser. This results in the observation of caustics. The
field of view is 350 �m� 1200 �m for each image.
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the WKB approximation and the Fresnel-Kirchhoff inte-
gral formalism, we are able to calculate analytical profiles
which agree with our experimental observations. This al-
lows us to generalize concepts introduced in [18] for
photon laser and to calculate the quality factor M2. This
parameter can then be used in combination with the para-
xial ABCDmatrices [20] to describe the propagation of the
nonideal beam via the evolution of the rms width. Finally,
we present a study of the M2 quality factor as a function of
the thickness of the BEC-induced output lens.

Our experiment produces atom lasers obtained by radio
frequency (rf) outcoupling from a BEC [5,21]. The experi-
mental setup for creating condensates of 87Rb is described
in detail in [22]. Briefly, a Zeeman-slowed atomic beam
loads a magneto-optical trap in a glass cell. About 2� 108

atoms are transferred in the jF;mFi � j1;�1i state to a
Ioffe-Pritchard magnetic trap, which is subsequently com-
pressed to oscillation frequencies of !y � 2�� 8 Hz and
!x;z � 2�� 330 Hz in the dipole and quadrupole direc-
tions, respectively. A 25 s rf induced evaporative cooling
ramp results in a pure condensate of N � 106 atoms, cigar-
shaped along the y axis.

The atom laser is extracted from the BEC by applying a
rf field a few kHz above the bottom of the trap, in order to
couple the trapped state to the weakly antitrapped state
j1; 0i. The extracted atom-laser beam falls under the effect
of both gravity �mgz and second order Zeeman effect
V � �m!2�x2 � z2�=2 [23] with ! � 2�� 20 Hz [see
Fig. 2(a)]. The rf outcoupler amplitude is weak enough to
avoid perturbation of the condensate so that the laser
dynamics is quasistationary [21] and the resulting atom
flux is low enough to avoid interactions within the prop-
agating beam. Since the BEC is displaced vertically by the
gravitational sag, the value of the rf outcoupler frequency
�rf defines the height where the laser is extracted [5]. After
10 ms of operation, the fields are switched off and absorp-
tion imaging is taken after 1 ms of free fall with a measured
spatial resolution of 6 �m. The line of sight is along the
weak y axis so that we observe the transverse profile of the
atom laser in the (z; x) plane.

Typical images are shown in Fig. 1. Transverse struc-
tures, similar to the predictions in [17], are clearly visible
in Figs. 1(b) and 1(c). The laser beam quality degrades as
the rf outcoupler is higher in the BEC (i.e., the laser beam
crosses more condensate), supporting the interpretation
that this effect is due to the strong repulsive interaction
between the BEC and the laser. This effect can be under-
stood with a semiclassical picture. The mean-field inter-
action results in an inverted harmonic potential of frequen-
cies !i (in the directions i � x; y; z) which, in the Thomas-
Fermi regime, are fixed by the magnetic confinement
[16,24]. The interaction potential expels the atoms trans-
versally, as illustrated in Fig. 2(b). Because of the finite
size of the condensate, the trajectories initially at the center
of the beam experience more mean-field repulsion than the
ones initially at the border. This results in accumulation of

trajectories at the edge of the atom-laser beam [17], in a
similar manner to caustics in optics. This picture enables a
clear physical understanding of the behavior observed in
Fig. 1: if �rf is chosen so that extraction is located at the
bottom of the BEC [Fig. 1(a)], the lensing effect is negli-
gible and one gets a collimated beam. As the rf outcoupler
moves upwards [Figs. 1(b) and 1(c)], a thicker part of the
condensate acts on the laser and defocusing, then caustics
appear. We verified that when sufficiently decreasing the
transverse confinement of the trapped BEC, i.e., making
the interaction with the outcoupled atoms negligible, the
atom laser is collimated at any rf value [25].

In order to describe quantitatively the details of the
profiles of the nonideal atom laser one could solve nu-
merically the Gross-Pitaevskii equation (GPE) [17,19]. As
we show here, another approach is possible, using ap-
proximations initially developed in the context of photon
optics and extended to atom optics. These approxima-
tions allow calculation of the atom-laser propagation to-
gether with the characterization of its rms width evolu-
tion by means of the quality factor M2, in combination
with ABCD matrices. Note, however, that these matrices
can only be used in the paraxial regime, i.e., when the
transverse kinetic energy is smaller than the longitudinal
one [16]. This condition does not hold in the vicinity of
the BEC, and thus we split the atom-laser evolution into
three steps [Fig. 2(b)] where we use different formalisms in
close analogy with optics: (I) WKB inside the condensate
(eikonal), (II) Fresnel-Kirchhoff integral outside the con-

FIG. 2. (a) Principle of the rf outcoupler: the radio frequency
�rf � �EBEC � Elaser�=h selects the initial position of the ex-
tracted atom-laser beam. The laser is then subjected to the
condensate mean-field potential Uint, to the quadratic Zeeman
effect V, and to gravity�mgz. For the sake of clarity, V has been
exaggerated on the graph. (b) Representation of the two-
dimensional theoretical treatment: (I) inside the condensate,
phase integral along atomic paths determines the laser wave
front at the BEC output (WKB approximation). (II) A Fresnel-
Kirchhoff integral on the contour � is used to calculate the
stationary laser wave function at any point below the condensate.
(III) As soon as the beam enters the paraxial regime, we
calculate the M2 quality factor and use ABCDmatrix formalism.
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densate and, (III) paraxial ABCD matrices after sufficient
height of fall. In all the following, we do not include
interactions within the atom laser since they are negligible
for the very dilute beam considered in this Letter. In
addition, the condensate is elongated along the y axis, so
that the forces along this direction are negligible and we
consider only the dynamics in the (z; x) plane.

First, we consider that the atoms extracted from the
condensate by the rf outcoupler start at zero velocity
from r0. In region (I) the total potential (resulting from
gravity and interactions with the trapped BEC) is cylin-
drically symmetric along the y axis. The trajectories are
thus straight lines [see Fig. 2(b)]. The beam profile  �r1� at
the BEC border is obtained thanks to the WKB approxi-
mation, by integrating the phase along classical paths of
duration �0

 �r1� /
1�������������������������

sinh�2!z�0�
p e

i
R

r1
r0

k�r��dr
 BEC�r0�; (2)

where  BEC is the condensate wave function and the pre-
factor ensures the conservation of the flux.

The atom laser being in a quasistationary state, the wave
function satisfies in region (II) the time-independent
Schrödinger equation at a given energy E in the potential
V �mgz. Since this equation is analogous to the Helmoltz
equation [26,27] in optics, the Fresnel-Kirchhoff integral
formalism can be generalized to atom optics as [28]

 �r� /
I

�
dl � �GEr1 �r1� �  �r1�r1GE	: (3)

We take the contour � along the condensate border and
close it at infinity [see Fig. 2(b)]. The time-independent
Green’s function GE�r; r1� is analytically evaluated from
the time-domain Fourier transform of the Feynman propa-
gator K�r; r1; �� [28,29] calculated by means of the van
Vleck formula [30]. Using  �r1� from Eq. (2), the wave
function  �r� is then known at any location r. We verified
the excellent agreement of this model with a numerical
integration of the GPE including intralaser interactions,
thus confirming that they remain negligible throughout
propagation.

The method using a Kirchhoff integral is demanded only
for the early stages of the propagation. As soon as the
paraxial approximation becomes valid, the ABCD matrix
formalism can be used to describe the propagation of the
beam. An example of a profile calculated in the central
plane (y � 0) is presented in Fig. 3(a). In Fig. 3(b) we add
the profiles of all y planes, taking into account the mea-
sured resolution of the imaging system. In Fig. 3(c) we
present the corresponding experimental profile. The over-
all shape is in good agreement with theory, and the differ-
ences can be explained by imperfections in the imaging
process and bias fluctuations during outcoupling. The rms
size of the three profiles, which depend very smoothly on
the details of the structure, are the same within experimen-
tal uncertainties. Thus, hereafter, as in the case of propa-

gation of optical laser using the M2 parameter, we only
consider the evolution of the rms size of the atom laser.

To calculate the beam width change in the paraxial
regime, we define, following [18], a generalized complex
radius of curvature

1

q���
� C��� �

iM2

2�2
x���

; (4)

where �x is the rms width of the density profile and ��t� a
reduced variable which describes the time evolution of the
beam such that � � 0 corresponds to the position of the
waist. Equation (4) involves an invariant coefficient, the
beam-quality factor M2, as defined in Eq. (1). This coeffi-
cient, as well as the effective curvature C���, can be
extracted from the wave front in the paraxial domain, as
explained in [31]. In optics, the generalized complex ra-
dius obeys the same ABCD propagation rules as does a
Gaussian beam of the same real beam size, if the wave-
length � is changed to M2� [20]. Similarly, the complex
radius q��� follows here the ABCD law for matter waves
[16], and we obtain the rms width

�2
x��� � �2

x0cosh2��� �
�
M2

@

2m!

�
2 sinh2���

�2
x0

; (5)

where �x0 is taken at the waist.
This generalized Rayleigh formula allows us to measure

M2. In the inset of Fig. 4, the evolution of the transverse
rms width �x versus propagation �, taken from experi-
mental images, is compared to the one given by Eq. (5),
where �x0 is calculated with our model. For a chosen
rf outcoupler position, we fit the variation of the width
with a single free parameterM2. We then plot the measured
value of M2 versus the ouput coupler height (Fig. 4), and
we find good agreement with theory.

In conclusion, we have characterized the transverse
profile of an atom laser. We demonstrated that, in our
case, lensing effect when crossing the condensate is a
critical contributor to the observed degradation of the

FIG. 3. Beam profile after 600 �m of propagation for an out-
coupler height of 3:55 �m: (a) calculated in the central plane
y � 0, (b) resulting from the integration along the line of sight y,
(c) obtained experimentally. Deviations between the curves (b)
and (c) can be attributed to imperfections in the imaging process
and bias fluctuations. Note that for all three profiles, the overall
shape is preserved and the calculated rms width in the central
plane is in agreement with the measured one within experimental
errors.
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beam. We showed that the beam-quality factorM2, initially
introduced by Siegman [18] for photon laser, is a fruitful
concept for describing the propagation of an atom-laser
beam with ABCD matrices, as well as for characterizing
how far an atom laser deviates from the diffraction limit.
For instance, it determines the minimal focusing size that
can be achieved with atomic lenses provided that inter-
actions in the laser remain negligible [14,32]. This is of
essential importance in view of future applications of
coherent matter waves as, for example, when coupling
atom lasers onto guiding structures of atomic chips [33].
In addition, if interactions within atom laser become non-
negligible, a further treatment could be developed in anal-
ogy with the work of [34] for nonlinear optics.
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[28] Ch. J. Bordé in Fundamental Systems in Quantum Optics,
edited by J. Dalibard (Elsevier, New York, 1991); Ch. J.
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We report the first realization of a guided quasicontinuous atom laser by rf outcoupling a Bose-Einstein
condensate from a hybrid optomagnetic trap into a horizontal atomic waveguide. This configuration
allows us to cancel the acceleration due to gravity and keep the de Broglie wavelength constant at 0:5 �m
during 0.1 s of propagation. We also show that our configuration, equivalent to pigtailing an optical fiber to
a (photon) semiconductor laser, ensures an intrinsically good transverse mode matching.
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The Bose-Einstein condensation of atoms in the lowest
level of a trap represents the matter-wave analog to the
accumulation of photons in a single mode of a laser cavity.
In analogy to photonic lasers, atom lasers can be obtained
by outcoupling from a trapped Bose-Einstein condensate
(BEC) to free space [1–3]. However, since atoms are
massive particles, gravity plays an important role in the
laser properties: in the case of rf outcouplers, it lies at the
very heart of the extraction process [4] and in general, the
beam is strongly accelerated downwards, causing a rapid
decrease of the de Broglie wavelength. With the growing
interest in coherent atom sources for atom interferometry
[5–7] and new studies of quantum transport phenomena
[8–14] where large and well-defined de Broglie wave-
lengths are desirable, a better control of the atomic motion
during its propagation is needed. One solution is to couple
the atom laser into a horizontal waveguide, so that the
effect of gravity is canceled, leading to the realization of
a coherent matter wave with constant wavelength.

We report in this Letter on the realization of such a
guided quasicontinuous atom laser, where the coherent
source, i.e., the trapped BEC, and the guide are merged
together in a hybrid combination of a magnetic Ioffe-
Pritchard trap and a horizontally elongated far off-
resonance optical trap constituting an atomic waveguide
(see Fig. 1). The BEC, in a state sensitive to both trapping
potentials, is submitted to a rf outcoupler yielding atoms in
a state sensitive only to the optical potential, resulting in an
atom laser propagating along the weak confining axis of
the optical trap. In addition to canceling the effect of
gravity, this configuration has several advantages. First,
coupling into a guide from a BEC rather than from a
thermal sample [15] allows us to couple a significant flux
into a small number of transverse modes of the guide.
Second, the weak longitudinal trapping potential of the
guide can be compensated by the antitrapping potential
due to the second order Zeeman effect acting onto the
outcoupled atoms, resulting in an atom laser with a quasi-
constant de Broglie wavelength. Third, using an rf out-
coupler rather than releasing a BEC into a guide [14,16]

results into quasicontinuous operation, thus insuring sharp
linewidth, and gives a better control on the beam parame-
ters. Indeed, changing the frequency of the outcoupler
allows one to tune the value of the de Broglie wavelength
of the atom laser, and adjusting the rf coupler power allows
one to independently vary the atom-laser density from the
interacting regime to the noninteracting one [17]. In par-
ticular, those advantages open new prospects for studying
quantum transport phenomena, as, for instance, quantum
reflection [18], where interactions dramatically suppress
the reflection probability [19]. Finally, in spite of the lens-
ing effect due to the interaction of the atom laser with the
trapped BEC [3,20], adiabatic transverse mode matching
results into the excitation of only a small number of
transverse modes, and we discuss the possibility of achiev-
ing single transverse mode operation.

Our setup [21] produces magnetically trapped cold
clouds of 87Rb in the jF;mFi � j1;�1i state. After evapo-
rative cooling to 1 �K, an optical guide produced by
120 mW of Nd:YAG laser (� � 1064 nm) focused on a
waist of 30 �m is superimposed along the z direction and
after a final evaporation ramp of 6 s [22], Bose-Einstein
condensation is directly obtained in the optomagnetic trap.
We estimate the condensed fraction to 80% (T � 0:4Tc �
150 nK) with 105 atoms in the BEC. In this hybrid trap, the

 

FIG. 1. (a) Setup. The BEC is produced at the intersection of a
magnetic trap and a horizontal elongated optical trap acting as a
waveguide for the atom laser. A ‘‘rf knife’’ provides outcoupling
into the waveguide and an atom laser is emitted on both sides.
(b) Absorption image (along x) of a guided atom laser after
100 ms of outcoupling.
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optical guide ensures a tight transverse confinement, with
oscillation frequencies !x;y=2� � !?=2� � 360 Hz,
large compared to those of the magnetic trap (!m

x =2� �
8 Hz and !m

y =2� � 35 Hz). In contrast, the confinement
along the z axis is due to the shallow magnetic trap with an
oscillation frequency !m

z =2� � 35 Hz. The chemical po-
tential is then �BEC=h ’ 3:2 kHz and the Thomas-Fermi
radii are Rz � 25 �m and R? � 2:4 �m. The guided
atom laser is obtained by rf-induced magnetic transition
[2] between the j1;�1i state and the j1; 0i state, which is
submitted to the same transverse confinement due to the
optical guide, but is not sensitive (at first order) to the
magnetic trapping. We thus obtain a guided coherent mat-
ter wave propagating along the optical guide [Fig. 1(b)].
This configuration, where the optical guide dominates the
transverse trapping of both the source BEC and the atom
laser, enables to collect the outcoupled atoms into the guide
with 100% efficiency.

As explained below, the propagation of the guided atom
laser, after leaving the region of interaction with the re-
maining BEC, is dominated by a potential Vguide�z� result-
ing from the repulsive second order Zeeman effect
VZQ�z� � �m!

2
ZQ�z� zm�

2=2 and the weakly trapping
optical potential Vop�z� � m!2

op�z� z0�
2=2, where zm

and z0 are, respectively, the magnetic and optical trap
centers relative to the BEC center [23]. For our parameters
the curvatures of VZQ�z� and Vop�z� cancel each other
(!op=2� ’ !ZQ=2� � 2 Hz), so that Vguide�z� is nearly
linear, with a slope corresponding to an acceleration
aguide � !2

opz0, several orders of magnitude smaller than
gravity [Fig. 2]. Then the atom-laser velocity remains al-
most constant at v � 9 mm � s�1, corresponding to a
de Broglie wavelength �db � h=mv of 0:5 �m.

Besides its de Broglie wavelength, an atom laser is
characterized by its flux. In quasicontinuous rf outcoupling
and in the weak coupling regime [4,24], this flux can be
controlled by adjusting the rf power. We work at a flux
F � 5� 105 at � s�1 which is appropriate for efficient
absorption imaging of the atom laser. The dimensionless
parameter n1Das characterizing the interactions [25] is
about 0.25. In this expression, as � 5:3 nm is the (3D)
atomic scattering length and n1D is the linear density
(n1D � F =v ’ 45 at ��m�1 at v � 9 mm � s�1). For
n1Das < 1 we are in the ‘‘1D mean-field’’ regime [26],
where the mean-field intralaser interaction may influence
the longitudinal dynamics but not the transverse one.

Our modeling of the dynamics of the guided atom laser
is based on the formalism used in [25]. The strong trans-
verse confinement allows us to assume that the quantized
transverse dynamics adiabatically follows the slowly vary-
ing transverse potential as the laser propagates along the z
axis. In this ‘‘quasi-1D regime’’, the laser wave function
takes the form

 �� ~r; t� � ��z; t� ?� ~r?; z�; (1)

with the normalization
R
j ?j2d~r? � 1 so that the linear

density is n1D �
R
j�j2d~r? � j��z; t�j

2. In the following
we will assume that  ?� ~r?; z� is the ground state of the
local transverse potential including the mean-field interac-
tion due to the BEC, so that it matches perfectly the BEC
transverse shape in the overlap region and evolves
smoothly to a Gaussian afterwards. The longitudinal dy-
namics can then be described in terms of hydrodynamical
equations, bearing on n1D and the phase velocity v �
@rS=m such that � �

��������
n1D
p

eiS . In the stationary regime,
for an atom laser of energy EAL, these equations reduce to
the atomic flux and energy conservations:

 n1D�z�v�z� � F ; (2)

 

1
2mv�z�

2 � Vguide�z� ���z� � EAL: (3)

The quantity ��z� is an effective local chemical potential
which takes into account both intralaser interaction and
transverse confinement [25]. Inside the BEC,��z� is domi-
nated by the interaction with the trapped BEC and we can

 

FIG. 2. Longitudinal dynamics of the guided atom laser.
(a) Longitudinal potential Vguide � VBEC, sum of the quadratic
Zeeman (dashed line), optical (dash-dot line), and BEC mean-
field (inset) potentials. (b) Guided atom laser after different
lasing times tlaser. These images allow us to determine the
wave front position (estimated error bars are shown). (c) Wave
front position versus tlaser for two different adjustments of the
optical potential. Each set of data is fitted by a second degree
polynomial, yielding the same initial velocity v0 � 9	 2 mm �
s�1, and different accelerations a1 � 0:07	 0:06 m � s�2 (1)
and a2 � 0:36	 0:04 m � s�2 (2).
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rewrite ��z� � VBEC�z� � �BEC�1� z
2=R2

z�. Outside the
BEC and in the 1D mean-field regime, one has ��z� �
@!?
1� 2asn1D�z��.

To write Eq. (3), we have neglected the longitudinal
quantum pressure since the density n1D varies smoothly
along z. With this simplification, Eqs. (2) and (3) are
equivalent to the standard WKB approximation. The am-
plitude of ��z; t� is determined by the flux F [Eq. (2)] and
its phase S�z� can be derived from the classical motion of
an atom of energy EAL submitted to the 1D potential
VAL�z� � Vguide�z� ���z�. The parameters EAL and F ,
determining the atom-laser wave function, are fixed by
the frequency and power of the output coupler.

In the weak coupling regime, the coupling between the
trapped BEC and the continuum of propagating atom-laser
wave functions can be described by the Fermi golden rule
(see [4] and references therein). The atom-laser energy is
thus given by the resonance condition

 EAL � EBEC � h�rf ; (4)

where EBEC is the BEC energy, and the coupling rate,
which determines F , depends on the overlap integral
between the BEC and the atom-laser wave functions. For
a uniformly accelerated atom laser, the longitudinal wave
function ��z; t� is an Airy function with a narrow lobe
around the classical turning point zEAL

, defined by
v�zEAL

� � 0 in Eq. (3), and the overlap integral is propor-
tional to the BEC wave function at zEAL

[4]. This can be
interpreted by the so-called Franck-Condon principle,
which states that the rf coupler selects, via the resonance
condition, the atom-laser extraction position zEAL

[27]. In
contrast to the case where the atom laser is extracted by
gravity, here the acceleration due to Vguide�z� is small
enough that the potential VAL�z� is dominated by the
bump VBEC�z� [Fig. 2(a)], so that there are two outcoupling
points corresponding to two atom lasers emitted on both
sides of the trapped condensate [Fig. 2(b)]. If the slope of
the potential ma�zEAL

� varies slowly around the outcou-
pling point at the scale of the first lobe of the corresponding
Airy function, the atom-laser wave function can be locally
approximated by the Airy function and we can use the
result of [4] where gravity acceleration is replaced by
a�zEAL

�:

 F �
�@�2

rf

2

nBEC
1D �zEAL

�

ma�zEAL
�
: (5)

Here �rf is the Rabi frequency characterizing the rf cou-
pling between the different atomic internal states, and
nBEC

1D �z� �
R
d~r?j BEC�~r?; z�j

2 is the condensate linear
density. More rigorously, one can solve the Schrödinger
equation in a parabolic antitrapping potential [28]. We
checked that the two calculations give the same result
when the local slope approximation is valid, and the second
approach is necessary only when the coupling is close to

the maximum of the potential bump. As expected, the flux
is then predicted to reach its maximum value.

The modeling above allows us to analyze our experi-
mental data. First, for a Rabi frequency of �rf=2� �
40 Hz, a BEC of NBEC ’ 105 atoms and assuming a cou-
pling at about 5 �m from the center of the BEC, Eq. (5)
gives F � 5� 105 at � s�1, in agreement with the ob-
served decay of the atom number in the BEC. Second,
this modeling shows that with our parameters, the axial
dynamics of the atom laser associated to Eqs. (2) and (3) is
revealed by the propagation of the wave front of the atom
laser [Fig. 2(b)]. Indeed, out of the region of overlap with
the trapped BEC, and for a coupling close to the potential
maximum, the atoms have a kinetic energy of the order of
the BEC chemical potential (�BEC=h ’ 3:2 kHz), large
compared to ��z� [��z�=h�!?=2� � 360 Hz]. We can
thus neglect ��z� in Eq. (3), and out of the BEC the wave
front acceleration is dominated by Vguide�z�, while the
atomic velocity just leaving the BEC is determined by
VBEC�zEAL

�. For an outcoupling at the center of the BEC,
the expected value is v0 ’ 5:4 mm � s�1, somewhat less
than the observed value v0 � 9	 2 mm � s�1. The dis-
crepancy will be discussed below.

We now turn to the transverse mode of the guided atom
laser. To characterize it, we measure the transverse energy
using a time-of-flight: after 60 ms of propagation, the
optical guide is suddenly switched off and we measure
the expansion along the y axis. The evolution of the rms
size is directly related to the transverse kinetic energy
according to ��t�2 � �2

0 � hv
2
yit

2, where �0 is the resolu-
tion of the imaging system (7:5 �m) which dominates the
initial transverse size (0:6 �m). A fit gives hv2

yi � 4:5	
0:2 mm2=s2. Assuming cylindrical symmetry, this corre-
sponds to a total transverse energy E? � �5:5	 0:8�@!?,
i.e., an average excitation quantum number of 2 along each
transverse direction. This shows that only a few transverse
modes are excited, and we may wonder whether single
transverse mode operation is achievable.

Actually, we expect the atom laser to be outcoupled in its
lowest transverse mode. Indeed, the transverse potential
experienced by an atom in the atom laser has the same
shape as the one experienced by an atom of the BEC, i.e.,
in the Thomas-Fermi approximation, quadratic trapping
edges and a flat bottom of width 2R?�z�. As z increases,
this width decreases monotonically to 0 until the point
where the atom laser leaves the BEC and experiences a
pure harmonic potential. A numerical simulation shows
that this evolution is smooth enough to enable the trans-
verse atom-laser wave function  ?�~r?; z� to adiabatically
adjust to the local ground state, resulting in the prediction
of almost single-mode emission. The observed multimode
behavior may be attributed to different experimental im-
perfections, which can be fixed in future experiments.
First, if the magnetic trap is not exactly centered on the
optical guide, transverse mode matching between the BEC
and the guide is not perfect. Second, excitation of higher
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transverse modes can be provoked by the position noise of
the guide (we observe a heating rate of 100 nK=s). Finally,
a numerical resolution of the coupled Gross-Pitaevskii
equations suggests that at our value of the atomic flux,
the BEC decay is not adiabatic enough [4] so that the
outcoupling could induce excitations inside the BEC and
thus increase the energy transferred to the atom laser. This
might also explain why the observed values of atom-laser
velocity correspond to an energy somewhat larger than
�BEC.

In conclusion, we have demonstrated a scheme for effi-
ciently coupling a BEC into a waveguide. We have ob-
tained a guided atom laser with an almost constant
de Broglie wavelength, at a value of 0:5 �m, and by
coupling near the boundary of the BEC it should be pos-
sible to obtain even larger de Broglie wavelengths. Such
values are of interest for experiments in atom interferom-
etry as, for instance, the coherent splitting at the crossing of
two matter-wave guides [29,30], which could be imple-
mented in miniaturized components [31]. Furthermore, as
the atomic wavelength reaches values similar to visible
light wavelength, transport properties through wells, bar-
riers, or disordered structures engineered with light should
enter the quantum regime [8–14]. Also the control of the
atom-laser flux offers the possibility to tune the amount of
interaction inside the guided atom-laser beam. For in-
stance, the possibility of combining a large and well-
defined de Broglie wavelength together with a density
small enough to suppress interactions, should provide the
conditions to observe Anderson-like localization [13]. On
the other hand, the interacting regime should allow inves-
tigation of effects such as the breakdown of superfluidity
through obstacles [9,10], or nonlinear resonant transport
[11,12]. We thus believe that our scheme constitutes a very
promising tool for further development of coherent guided
atom optics.
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“Miniaturized wire trap for neutral atoms”, Phys. Rev. Lett. 81, 5310
(1998).

[116] J. Denschlag, D. Cassetari, et J. Schmiedmayer, “Guiding neutral
atoms with a wire”, Phys. Rev. Lett. 82, 2014 (1999).

[117] D. Müller, D. Z. Anderson, R. J. Gro, P. D. D. Schwindt, et
E. A. Cornell, “Guiding neutral atoms around curves with lithographi-
cally patterned current-carrying wires”, Phys. Rev. Lett. 83, 5194 (1999).

[118] M. Key, I. G. Hughes, W. Rooijakkers, B. E. Sauer, E. A. Hinds,
D. J. Richardson, et P. G. Kazansky, “Propagation of Cold Atoms
along a Miniature Magnetic Guide”, Phys. Rev. Lett. 84, 1371 (2000).

[119] J. Reichel, W. Hänsel, et T. W. Hänsch, “Atomic micromanipula-
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[138] B. Desruelle, Évaporation par radio-fréquence et condensation de Bose-
Einstein d’un gaz d’alcalins en régime de champ fort, Thèse de Doctorat,
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tiques intenses, Thèse de Doctorat, Laboratoire Charles Fabry de l’Institut
d’Optique, Université Paris XI, 2000.
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[150] J. Estève, Du miroir au guide d’onde atomique : effets de rugosité, Thèse
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1996).

[203] T. L. Gustavson, A. P. Chikkatur, A. Görlitz, S. Gupta, D. E.
Pritchard, et W. Ketterle, “Transport of Bose-Eistein condensates
with optical tweezers”, Phys. Rev. Lett. 88, 020401 (2002).

[204] R. Dum, A. Sanpera, K.-A. Suominen, M. Brewczyk, M. Kuś, K.
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Résumé

Un “laser à atomes” est un faisceau atomique extrait d’un condensat de Bose-Einstein, nuage
d’atomes piégé et refroidi jusqu’à la dégénérescence quantique. Dans la perspective de futures
applications de cette source atomique cohérente, par exemple à l’interférométrie atomique de pré-
cision, il est nécessaire de bien mâıtriser les propriétés du faisceau. Certaines caractéristiques, en
particulier, rendent les lasers à atomes bien différents des lasers photoniques, comme la présence
d’interactions fortes entre les atomes, et leur sensibilité à la gravité.

Nous rapportons dans ce manuscrit une étude du mode transverse d’un laser à atomes, et mon-
trons que celui-ci est fortement dégradé par les interactions avec le condensat-source. Par exten-
sion du formalisme existant pour les ondes optiques, nous caractérisons le faisceau par un facteur
de qualité M2.

Dans un deuxième temps, nous mettons en œuvre une méthode permettant de s’affranchir de
la gravité, qui habituellement accélère les atomes et fait décrôıtre très rapidement la longueur
d’onde de de Broglie de l’onde de matière. Nous utilisons pour cela un guide optique, formé d’un
piège dipolaire très anisotrope, pour guider le laser à atomes horizontalement. Nous obtenons
ainsi un laser à atomes dont la longueur d’onde est fixe au cours de la propagation, de l’ordre
de 0.5 µm. Afin d’injecter de manière efficace le faisceau dans le guide, nous créons le condensat
dans le piège hybride obtenu à l’intersection du guide optique et d’un piège magnétique. Nous
montrons que cette configuration assure intrinsèquement une bonne adaptation de mode.

Mots clés

Atomes froids – Optique atomique – Condensat de Bose-Einstein – Laser à atomes –

Pince optique – Guide d’onde

Abstract

An “atom laser” is an atomic beam extracted from a Bose-Einstein condensate, which is a cloud
of trapped atoms, cooled down to quantum degeneracy. For the prospect to use this coherent
atomic source in future applications, as for instance precision atom interferometry, a sufficient
control over the beam properties is needed. In particular, some characteristics make atom lasers
different from photonic lasers, as the strong interaction between atoms, and their sensitivity to
gravity.

In this manuscript, we report a study of the transverse mode of an atom laser, and we show that
it is highly degraded by interactions with the source-condensate. By extending the formalism of
photonic laser optics, we characterize the beam by a quality factor M2.

In a second part, we demonstrate a method allowing to cancel the effect of gravity, which usually
accelerates the atoms, thus causing a rapid decrease of the matterwave de Broglie wavelength.
We use an optical waveguide, consisting of a very elongated dipole trap, to guide the atom laser
horizontally. We thus obtain an atom laser with a constant wavelength over the propagation,
at a value of 0.5 µm. In order to efficiently couple the beam into the guide, we produce the
condensate in the hybrid trap obtained at the intersection of the optical guide and a magnetic
trap. We show that this configuration ensures an intrinsically good transverse mode matching.

Key Words

Cold atoms – Atom optics – Bose-Einstein Condensate – Atom laser – Optical tweez-

ers – Waveguide
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