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CHAPITRE 1

Introduction

En 1924, le physicien indien Satyendranath Nathanel Bose fit I’hypothese que la
lumiere peut étre décrite par des particules indiscernables, sans masse, ayant deux états
de polarisation : les photons. A partir de ces considérations, il retrouva I’expression de la
loi de Planck relative au corps noir. Einstein s’apercu rapidement de 'importance de ces
travaux [1] et étendit ce raisonnement au cas des particules bosoniques (particules de spin
entier). Il prédit ainsi qu’en refroidissant un gaz de bosons en-dessous d’une température
dite critique, un nombre macroscopique d’atomes s’accumulerait dans I’état fondamental
du systeme pour former une onde de matiere cohérente macroscopique, appelé condensat
de Bose-Einstein. Cette idée fut débattue par un grand nombre de scientifiques et certains
d’entres eux s’interrogeaient sur le temps de formation du condensat qu’il pensait étre
infini.

Il fallu attendre 70 ans pour que le groupe d’E. Cornell et de C. Wieman apporte la
confirmation expérimentale de la condensation de Bose-Einstein dans un gaz atomique
dilué de rubidium [2]. Dans les quelques mois qui suivirent, un foisonnement d’expé-
riences virent le jour et plusieurs autres especes atomiques alcalines furent condensées :
le sodium [3] et le lithium [4]. Actuellement, tous les éléments alcalins a I'exception du
francium [2,4-7] ont été condensés ainsi que ’hydrogene [8], I'hélium métastable [9] ou
des especes plus exotiques comme 'ytterbium [10] et le chrome [11]. Pres de 50 groupes
de recherche dans le monde possedent leur propre condensat et étudient leurs propriétés
quantiques dans différentes configurations de pieges et en particulier dans les régimes de
basses dimensionalités. Cet attrait pour ce type de régime est nourri d’une part par le
fait qu’il existe des modeles analytiques pour le cas purement unidimensionnel et d’autre
part pour les similarités profondes qui existent entre les condensats et la physique de la
matiere condensée (superfluidité, effet Hall quantique, transition Berezinsky-Kosterlitz-
Thouless pour un gaz bidimensionnel). Expérimentalement les propriétés du nuage ato-
mique peuvent étre, contrairement au cas de la matiére condensée, facilement variées que
ce soit en terme de nombre d’atomes, de confinement, ou méme de 'effet des interactions
entre atomes avec 'utilisation de résonances de Feshbach [12].

De plus, la dimensionalité du systeme étudié joue un role essentiel sur la formation
du condensat. Pour un systeme tridimensionnel, le nuage atomique subit une transition
de phase bien décrite par la théorie du gaz idéal [13] ou & partir de la température
critique, les atomes viennent s’accumuler dans le niveau fondamental du piege, I'effet des
interactions répulsives entre atomes n’ayant qu’un effet perturbatif sur la température
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de condensation (effet de 'ordre de 10% [14]) et vérifié expérimentalement par [15].
A contrario, pour un régime unidimensionnel, 'effet des interactions ne peut plus étre
considéré comme perturbatif puisque un gaz idéal piégé dans un potentiel harmonique
ne peut subir de condensation de Bose-Einstein a la limite thermodynamique. C’est
alors l'effet progressif des interactions répulsives entre atomes qui va amener le nuage
atomique, lorsque sa température est abaissée, vers un régime dit de quasi-condensat.
Dans ce régime, la densité atomique du nuage est donnée par celle d'un condensat idéal
mais présente une phase non uniforme sur 'ensemble du nuage [16,17]. Les premiers
quasi-condensats ont été observés expérimentalement dans le groupe de Ketterle dans
des pieges anisotropes obtenus a partir d'un piégeage optique [17,18]. Cependant, au seuil
de condensation le nuage n’est pas encore suffisamment unidimensionnel et ’apparition
du (quasi-)condensat se produit encore par une transition de phase.

Pour disposer de pieges tres anisotropes et étudier les propriétés de ces gaz quan-
tiques dégénérés dans le régime unidimensionnel, plusieurs solutions existent comme par
exemple I'utilisation de réseaux optiques 2D, obtenus a partir de 'interférence de deux
faisceaux contra-propageants. Les atomes sont alors piégés, via la force dipolaire, le long
de tubes de lumiere [19-21]. La solution de piégeage magnétique est également possible,
cependant le fort confinement transverse requis nécessite des précautions particulieres,
comme 1'utilisation d’un électro-aimant a noyau ferromagnétique [22] ou d’une puce ato-
mique qui permettent de créer des gradients de champ magnétique tres importants au
voisinage de la microstructure [23,24].

Dans cette these, nous avons utilisé cette derniere solution qui présente I'avantage
d’avoir un dispositif expérimental plus simple et la possibilité de concevoir des géométries
de piégeages variées (piege tres anisotrope, double puits de potentiel, guide magnétique,

L’une des questions centrales de cette these sera de savoir s’il est possible d’observer
I’apparition d’'un quasi-condensat par l'effet progressif des interactions répulsives entre
atomes. Nous verrons que la réponse est affirmative et sera détaillée aux chapitres 5 et
6.

Ce manuscrit est organisé de la facon suivante :

Premier chapitre : le premier chapitre sera consacré a des rappels théoriques sur la
condensation de Bose-Einstein ou nous verrons les différences fondamentales qui
existent entre un systeme tridimensionnel et un systeme unidimensionnel.

Deuxiéme chapitre : le second chapitre présentera le dispositif expérimental que nous
avons utilisé au cours de cette these. Nous rappellerons, a cette occasion, le principe
de fonctionnement d’une puce atomique pour piéger et manipuler des atomes froids.
Dans une deuxieme partie, nous décrirons les aspects techniques de notre dispositif
expérimental ainsi que la séquence expérimentale pour ’obtention d’un condensat
de Bose-Einstein a 3D.

Troisieme chapitre : au cours du troisieme chapitre, nous verrons qu’un nuage d’atomes
froids devient sensible aux imperfections de micro-fabrication de la puce atomique
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lorsqu’il est approché au voisinage de celle-ci ce qui limitent le confinement radial
accessible. Nous montrerons qu’il est possible de moyenner 'effet de ces imperfec-
tions en modulant le potentiel de piégeage de sorte que les atomes ne soient sen-
sibles qu’au potentiel moyen, exempt de rugosité. Dans une seconde partie, nous
présenterons également de maniere quantitative les limitations tant expérimentales
que théoriques de cette méthode de modulation. Nous finirons par montrer que la
technique de refroidissement évaporatif au moyen d’une onde radio-fréquence, lar-
gement utilisée dans la communauté, peut étre appliquée a ce type de piege.

Quatriéme chapitre : le quatrieme chapitre sera consacré a la mesure de fluctuations
de densité dans un gaz de Bose allongé. Nous verrons qu’elles sont un moyen
indirect pour sonder la transition entre le gaz de Bose idéal et le régime du quasi-
condensat et ceci pour une géométrie de piégeage proche du régime unidimension-
nel. Nous verrons ainsi que les fluctuations de densité suivent des comportements
notoirement différents dans ces deux types de régimes. Nous montrerons que les
fluctuations de densité sont associées d’une part au bruit de grenaille atomique
mais aussi a un phénomene quantique qui est le groupement de bosons. Nous ex-
pliquerons en quoi il consiste et nous présenterons les expériences qui ont déja
été réalisées a son sujet pour le mesurer. Nous décrirons ensuite l'originalité de
notre expérience qui réside dans la détection de ces fluctuations de densité & partir
d’images faites par absorption alors que les atomes sont encore confinés dans le
potentiel de piégeage.

Cinquieme chapitre : le cinquieme chapitre abordera une question sous-jacente pré-
sente au quatrieme chapitre concernant la nature de la "transition” qui existe entre
le régime du gaz idéal et le régime du quasi-condensat. Nous commencerons par
rappeler en quoi consiste la théorie de champ moyen, qui dans le cas d’un piégeage
a trois dimensions, prédit avec précision la température de condensation du gaz.
Nous appliquerons cette méthode pour calculer numériquement les profils de den-
sité atomiques attendus et nous les comparerons aux profils expérimentaux. Nous
constaterons, a ce titre, que la présence d’un quasi-condensat au centre du nuage,
observée expérimentalement, ne peut étre prédite par cette théorie. Pour finir, nous
conclurons en donnant les raisons pour lesquelles cette théorie de champ moyen
n’est pas applicable dans ce cas en montrant que les collisions entrent particules
correlent ces particules en position.






CHAPITRE 2

La condensation de Bose-Einstein

Ce premier chapitre présente des rappels théoriques sur le phénomene de condensa-
tion de Bose-Einstein.

A partir des propriétés du gaz idéal, nous dériverons les criteres de condensation pour
un piege harmonique a trois dimensions ainsi que pour un piege unidimensionnel. A la
limite thermodynamique, nous verrons qu’en fonction de la dimensionalité du systeme,
un nombre macroscopique d’atomes peut s’accumuler ou non dans 1’état fondamental du
piege (i.e. présence d'un condensat de Bose-Einstein). Nous nous pencherons ensuite sur
le cas des systemes réels ne contenant qu’un nombre fini de particules et pour lesquels
une condensation de Bose-Einstein est toujours attendue. Nous détaillerons pour finir
comment ces effets de taille finie modifient la température critique de condensation.

Dans un deuxiéme temps, nous inclurons dans le traitement précédent 'effet des
interactions répulsives entre atomes dans la limite du régime du gaz dilué. Nous verrons
qu’elles conditionnent, pour des pieges tres anisotropes, ’apparition d’objets quantiques
non idéaux : les quasi-condensats dont nous donnerons les caractéristiques essentielles.

2.1 Condensation de Bose-Einstein pour un gaz idéal

Considérons un gaz de N bosons identiques (méme état interne, méme état de spin)
confinés dans un potentiel de piégeage Vext. a une température T. Chacun des niveaux
d’énergie du piege €; est peuplé thermiquement, dont le nombre moyen est donné par la
distribution de Bose fBose :

1 0
fBose = BT avec Z fBose =N (21)
e kBT —1 i=0

ol p est le potentiel chimique du gaz et se trouve a ’aide de la condition de normalisation

> i [Bose = IN. Notons que pour que le taux d’occupation fpose(€;) ait un sens physique

(i.e. soit positif), il est impératif que le potentiel chimique soit inférieur a 1'énergie du

niveau fondamental €y. Nous voyons a partir de que lorsque nous augmentons progres-

sivement le nombre d’atomes IV du gaz a température et confinement fixés, le potentiel

chimique p augmente. Lorsque le potentiel chimique s’approche de ¢, la population du
kT

niveau fondamental s’écrit Ny ~ o et devient macroscopiquement grande.
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Pour s’en rendre compte écrivons ’expression du nombre d’atomes contenus dans le
piege. Nous traiterons le cas du niveau fondamental a part puisque lorsque g va tendre
vers €y, Ng va diverger et nous trouvons :

s 1
N = No+) —pe—
i#0 e *BT — 1

avec
z J)
Ny = 1 ou z est la fugacité du gaz définie par z=e*T (2.2)
-z

En se plagant a la limite thermodynamique, la différence d’énergie séparant deux
niveaux adjacents €;41 et €; devient négligeable devant kg7, ce qui permet de remplacer
la somme discrete par une intégrale et d’utiliser 'expression de la densité d’états p(e).

oo
N=Not [ p(e) famede (2.3)
€0

Pour obtenir le phénomene de condensation de Bose-Einstein, il faut que l'intégrale
présente dans 1’équation converge lorsque le potentiel chimique tend vers €g, c’est-a-
dire que le nombre d’atomes présents dans les états excités sature & la valeur N5, Si le
nombre d’atomes confinés dans le potentiel de piégeage est supérieur & N3 les atomes
excédentaires n’ont d’autre choix que de s’accumuler dans 1’état fondamental du sys-
teme. Le phénomene de condensation de Bose-Einstein est donc associé a la saturation
des états excités. Nous voyons que ce phénomene n’aura pas lieu dans toutes les géomé-
tries de piégeage puisqu’il est conditionné par la convergence de l'intégrale et donc
par I'expression de la densité d’états. Nous allons dans les sous-sections suivantes nous
concentrer sur I’exemple du potentiel harmonique, largement utilisé dans les expériences
d’atomes froids.

2.1.1 Piege harmonique faiblement anisotrope a 3 dimensions

Pour commencer cette étude, nous prendrons un potentiel harmonique faiblement
anisotrope pour Vgy dont I’expression est :

1
Vext, = im(wgﬁ + wsyz + w?2?) (2.4)
avec Wy, wy, w, les trois fréquences d’oscillation du piege et nous noterons la fréquence

d’oscillation moyenne @ = (wywyw,)'/3.
Dans ce cas, la densité d’états p(e) s’obtient facilement (voir annexe [A]) et s’écrit :

p(e) = € avec w = (waywz)l/g (25)




2.1 Condensation de Bose-Einstein pour un gaz idéal

Le calcul de I'intégrale de nous donne ’expression du nombre d’atomes en fonc-
tion de la fugacité du gaz :

kT ‘

N:No+<hw)393(z) avec ga(z)Zgi

‘ I\

(2.6)

Q

De cette expression, nous voyons que le nombre d’atomes présents dans les niveaux
excités sature lorsqu’a température fixée, nous augmentons le nombre d’atomes total.
En effet, augmenter le nombre d’atomes total fait croitre le potentiel chimique vers €g
et donc la fugacité vers 1. Comme la fonction de Reimann g3(z) prend une valeur finie
en z =1 (g3(1) = 1.202), le nombre d’atomes maximum qu’il est possible de placer dans
les états excités est :

kT
N%~1.202 [ — 2.7
= (2.7)
La température de condensation a laquelle se produit ce phénomene se trouve lorsque
le nuage sature juste ses niveaux excités (la proportion du nombre d’atomes dans le
niveau fondamental est encore négligeable) :
hiwo
T3P ~ 0.94-=N'/3 (2.8)
kg
A cette température, 'ajout de tout atome supplémentaire ne fera que peupler le
niveau fondamental du piege qui pourra alors prendre une proportion macroscopique. Le
nombre d’atomes condensés dans I’état fondamental est alors donné par la formule :

No=N (1 - <T€D>3> (2.9)

Toutes les formules précédentes ont été données a la limite thermodynamique. Pour
les expériences réalisées dans ce manuscrit, le nombre d’atomes est typiquement de
quelques 10% et des effets au-dela de la limite thermodynamique peuvent étre visibles.
A nombre fini d’atomes dans le piege, la condensation n’est pas a proprement parlé une
transition de phase puisque les variables thermodynamiques ne subissent pas de discon-
tinuité au passage de la "température critique”. Elles varient cependant suffisamment
rapidement pour laisser une signification physique a cette derniere.

En prenant en compte le nombre fini de particules contenues dans le piege, le nombre
d’atomes condensés peut s’écrire [25] :

No ( T )3 30492 (1) ( T ) 1y
U - N (2.10)
N T3P 2wy (1) \T2P

ol 2 = %(wx + wy + w;) est la moyenne arithmétique de la fréquence d’oscillation
du piege.
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La température de condensation est également décalée d’une quantité [14,25] :

0. Q(2)
3D 2w((3)23

Q
N7V~ _073=N"1/3 (2.11)
w

Pour les parametres expérimentaux que nous utiliserons dans les chapitres 4 et 5
(wey = wy = 2750 Hz , w, ~ 15 Hz, N = 10%) cet effet correspond & un décalage de la
température de condensation de 12% et doit étre pris en compte si nous souhaitons la
mesurer de maniere précise.

2.1.2 Piege harmonique a une dimension

Pour réaliser un piege harmonique unidimensionnel, il faut fortement comprimer
deux des trois dimensions du piege précédent. A cette condition il faut rajouter que
I’énergie d’agitation thermique par particule du nuage piégé doit étre inférieure a I’écart
en énergie de deux niveaux transverses successifs. Dans ces conditions, les degrés de
liberté transverses du nuage sont gelés et les atomes ne peuplent que le mode fondamental
transverse du piege. Dans la direction longitudinale, par contre, aucune contrainte n’est
imposée et beaucoup de modes peuvent étre peuplés. Nous parlerons alors de distribution
thermique unidimensionnelldﬂ

Contrairement au cas 3D, un nuage 1D de bosons ne pourra condenser a la limite
thermodynamique. Ceci peut se voir en regardant a nouveau ’expression de la densité
d’état dans le régime 1D et en montrant que le nombre d’atomes contenus dans les états
excités ne va peut saturer lorsque la fugacité tend vers 1. En prenant, comme expression
pour le potentiel de piégeage Vet (2) = %mwng, la densité d’états s’écrit :

1
th
Le nombre d’atomes présents dans les états excités se trouve, comme précédemment,
a partir du calcul de I'intégrale de ’équation m (voir I'annexe [A)) :

p1p(€) = (2.12)

Nl = / p1D(€) fBose(€)de

0

hwz
- (i)ma-orm

En se plagant a la limite thermodynamique (w, — 0, N — oo en gardant Nw,
constant), nous voyons en faisant tendre z vers 1 dans I’expression que la température
de condensation tend vers 0. Il n’est donc pas possible d’obtenir un condensat de Bose-

(2.13)

Einstein a la limite thermodynamique dans cette configuration. Heureusement, si 'on

1 est & noter que dans ce régime purement unidimensionnel, il ne peut pas y avoir d’échange
d’énergie entre les degrés de liberté transverse et longitudinal et la rethermalisation du nuage peut alors
poser un probléme.
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Fi1Gg. 2.1 — Les différents régimes possibles d'un gaz de Bose idéal en fonction de I'ani-
sotropie du piege. Pour un grand nombre d’atomes et un piége faiblement anisotrope,
la traditionnelle condensation a 3 dimensions a lieu. Pour des systemes plus allongés, la
condensation se fait en deux étapes : premierement le systeme condense dans la direction
transverse lorsque la température décroit en dessous de TC3D . Nous sommes alors en pré-
sence d’un systeme quasiment 1D qui condensera ensuite dans la direction longitudinale
lorsque T sera inférieure & T1P. Pour des pitges encore plus anisotropes, le degré de
liberté transverse est gelé avant méme d’atteindre le critere de condensation transverse.

reste avec un nombre fini d’atomes, le potentiel de piégeage harmonique introduit une
énergie de point zéro et la température de condensation est non nulle et s’écrit :
hw, N

TP — S S 2.14
¢ kg In(2N) ( )

2.1.3 Piege fortement anisotrope a 3 dimensions

Voyons maintenant ce qui ce passe dans le régime intermédiaire, ¢’est-a-dire pour un
piege fortement anisotrope mais dans le cas ou le nuage ne peut pas étre approximé par
un systeme 1D. Nous nous placerons dans le cas ou les deux fréquences transverses du
piege sont égales : w| = w; = wy.

Sur la figure [2.1] nous avons représenté les différents régimes du gaz en fonction du
nombre d’atomes et du rapport d’anisotropie du piege :

TCSD < Tch : la condensation est tridimensionnelle, comme dans un piege isotrope et se
produit a TC?’D en utilisant comme fréquence du piege la fréquence moyenne w.
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T3P > TP : A nombre d’atomes fixés en baissant la température, nous allons d’abord
saturer les états transverses a 727, Le comportement du nuage devient alors uni-
dimensionnel et rien ne se passe avant 71 ot le nuage condense dans la direction
longitudinale.

hw) > T3P > TP : il s'agit d'un régime ot le mouvement transverse des atomes est
gelé, non pas par un effet de condensation mais simplement parce que 1’énergie
d’agitation thermique est trop faible. Dans ce régime, nous attendons simplement
une condensation dans la direction longitudinale donnée par TP,

Nous voyons clairement que la condensation en deux étapesE] sera d’autant plus visible
que le rapport d’anisotropie du piege est important (partie haute du diagramme .
A notre connaissance, celle-ci n’a jamais été observée expérimentalement notamment
parce que la présence des interactions répulsives entre atomes va profondément modifier
ce type de scénario.

2.2 Condensation de Bose-Einstein pour un gaz dans le
régime d’interactions faibles

Bien que qualitativement valable, la théorie du gaz idéal ne permet de rendre compte
quantitativement de la valeur de la température critique pour un gaz réel car la densité
atomique au seuil de condensation est relativement élevée et donc l'effet des interactions
entre atomes (répulsives dans le cas du rubidium 87) ne peuvent pas étre négligées.
L’hamiltonien du systeme a N corps s’écrit alors en seconde quantification :

H = /drqﬁ(r) (-iv%%xt,) U(r)

+% // T (r) UF (r*) Vi (r — ) U (x') ¥ (r)drdr’ (2.15)

ou ¥(r) est 'opérateur champ et Viy (r — r’) est le potentiel d’interaction.

A tres basse température, les collisions binaires entre deux particules se font unique-
ment en onde s et il est possible de remplacer le potentiel d’interaction Viy (r — r’) par
un potentiel de contact en delta : Viy (r — r’) = gspd(r —r’) avec gsp la constante de
couplage a 3D qui a pour expression [26] :
drh2a

2m
Meéme avec cette expression simplifiée du potentiel d’interaction, 1’état fondamen-

tal du probleme a N corps n’est pas facilement calculable et il est nécessaire de faire
des approximations supplémentaires notamment ce que nous appelons communément

gsp = (216)

I’approximation de champ moyen.

2Condensation obtenue d’abord suivant la direction transverse puis suivant la direction longitudinale
du piege.
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2.2.1 Interactions traitées sous forme de champ moyen

Dans le cas du régime du gaz dilué, c’est-a-dire pa® < 1 ou1 p est la densité atomique
et a la longueur de diffusion, les interactions entre particules peuvent étre traitées en
premiere approximation par une théorie de type champ moyen et ainsi permettre de don-
ner une expression plus commode de H. Dans cette approche, chaque particule évolue
dans le potentiel de piégeage Vox. sur lequel vient s’ajouter un potentiel moyen supplé-
mentaire créé par les (N-1) autres particules Virp. = 2¢3pp(r). Le gaz est ainsi décrit,
au dessus du seuil de condensation, par un gaz parfait confiné dans un potentiel qui dé-
pend de la densité atomique par un terme en 2gspp(r) (pour la présence du facteur 2 on
pourra se reporter au chapitre 6). Il faut alors résoudre le probléeme auto-consistant (la
densité atomique modifiant le confinement qui lui-méme détermine la densité atomique
du nuage).

Nous voyons ainsi que dans le cas du gaz homogene a 3D, 'effet des interactions
entre atomes n’aura aucun effet sur le critere de condensation puisque 'effet de champ
moyen ne produit qu'un décalage global du spectre d’énergie sur I’ensemble du nuage. Par
contre dans le cas d'un gaz piégé dans un potentiel harmonique 3D, le profil de densité
dépend des coordonnées spatiales et le raisonnement est tout autre. Bien que le critere de
condensation sur la densité atomique au centre reste donné par ngp)\gB = 2.612, comme
dans le cas du gaz idéal, la température de condensation sera alors légerement plus faible.
En effet, les interactions répulsives entre atomes vont avoir tendance a élargir le profil
de densité du nuage (i.e. diminuer la densité pic du nuage), et la condition précédente
ne sera vérifiée que pour une température 750 légérement inférieure. Le décalage de la
température critique, dérivé dans [14], s’écrit :

0T a0 6
73D 1.3ah0N (2.17)
Ce décalage en température est de 6% dans le cas de nos parametres expérimentaux
(gaz de 8"Rb contenant 10* atomes au voisinage de la transition dans un piege de fré-
quences d’oscillation w; = 2750 et w, = 15 Hz). Cet effet est non négligeable puisqu’il
est du méme ordre de grandeur que les effets de taille finie et a déja été observé dans le
groupe par Fabrice Gerbier et al [15].

2.2.1.1 Description du condensat dans 1’approximation de Thomas-Fermi

Passons maintenant a ’analyse du profil de densité du condensat, en se placant a
température nulle. Dans ce cas, la fonction d’onde du condensat est régie par I’équation
de Gross-Pitaevskii [27,28] :

'hg\lf( t) = —ﬁ2v2+v (r) 4 gap|U(r,t)[? ) ¥(r, 1) (2.18)
1 ot r, — o ext. \T g3D r, r, .

En régime stationnaire, il est possible d’écrire ¥(r,¢) sous la forme gb(r)e*i“t/ b et en
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normalisant ¢ par le nombre total de particules contenues dans le systeme ([ |¢(r)|?d®r =
N), nous obtenons :

h2v?
(= Vo 1)+ qupl 0 ) 06) = () (219)

Cette expression n’est toujours pas soluble analytiquement, mais dans le cas ou les
interactions entre particules sont importantes, il est possible de se placer dans I’approxi-
mation dite de Thomas-Fermi et de résoudre simplement

Approximation de Thomas-Fermi 3D :

Pour gsp > 0 (i.e. interactions répulsives entre atomes) et un confinement faible dans
les trois directions de l’espace, il est possible de négliger le terme d’énergie cinétique
(—%) par rapport au terme d’interactions (g3p|¢(r)|?) dans ’équation m Le profil
de densité a 3 dimensions s’écrit alors :

p(r) = # = Vext.(r) pour g — Vex.(r) > 0. (2.20)
93D
Le profil de densité est alors donné par la forme du potentiel de piégeage qui dans le
cas oll Veyt. est un potentiel harmonique correspond a une parabole inverséeﬂ
L’approximation de Thomas-Fermi est en général bien vérifiée dans la direction lon-
gitudinale alors que la condition (—% < g3p|é(r)|?) est plus difficile & satisfaire dans
la direction transverse. On parle alors de régime Thomas-Fermi 3D si approximation
de Thomas-Fermi est vérifiée dans les trois directions de I'espace, et de régime Thomas-
Fermi 1D lorsqu’elle n’est vérifiée que dans la direction longitudinale.

Approximation de Thomas-Fermi 1D :

Pour les pieges anisotropes ou regnent de tres forts confinements transverses, la fonc-
tion d’onde dans le plan transverse est dominée par le terme d’énergie cinétique et donc
donnée par le mode fondamental transverse de I'oscillateur harmonique.

En écrivant la fonction d’onde du condensat, en coordonnées cylindriques, sous la
forme

1 s
e 1 (2.21)

U(r,z) =¥, (r,0)¥(z) avec U, (r,0) =

2ma |
et a la largeur rms du mode fondamental transverse de I'oscillateur harmonique
h

=4 — 2.22
aj mea ( )

3Notons que cette approximation n’est en général pas valable sur les bords du condensat, ol la densité
atomique est faible. Ainsi la densité atomique ne présente pas de point anguleux, comme attendu pour
une parabole inversée, mais une décroissance douce vers 0.
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t=4ms t=5ms t=6ms t=8 ms

FiG. 2.2 — Evolution en temps de vol du profil de densité d’un quasi-condensat. Quatre
images par absorption d’un nuage obtenue apres ouverture du piege (w; = 1.5 kHz,
w, = 10 Hz). A faible temps de vol, le profil de densité est donné par une parabole
inversée. Des modulations de densité apparaissent pour des temps de vol plus longs
traduisant la présence de fluctuations de phases dans le quasi-condensat.

I’équation de Gross-Pitaevskii peut alors se simplifier en :

2 42
(G 5oz + Vet (2 | ap () ) Win() = pan¥inz)  (223)
m 0z

ou g1p = 2w, a correspond a la constante de couplage a une dimension et uip est
le potentiel chimique du gaz. La fonction d’onde ¥1p(z) est reliée & la densité atomique
1D par la formule nip(z) = [¥1p(2)[%.

Un critere théorique introduit par Menotti et Stringari et présenté dans [29] permet
d’estimer dans quel type de régime le nuage se trouve. Il repose sur le parametre £ =
Na/(aay), ou « est le rapport d’anisotropie du piege. Pour £ < 1 le nuage est dans
le régime de Thomas-Fermi 1D alors que pour £ > 1 le nuage trouve dans le régime
Thomas-Fermi 3D. Pour nos parameétres expérimentaux typiques (¢ ~ 1), nous nous

trouvons donc & la frontiere entre ces deux régimes (u ~ hw ).

2.2.2 A température non nulle : régime de quasi-condensat

A température non nulle, les excitations élémentaires dans le nuage a faibles énergies
se produisent principalement sous la forme de phonons et induisent des fluctuations de
phase sur I'extension longitudinale du condensat. Alors que dans le cas 3D la cohérence
en phase est un caractere global, c’est-a-dire que la phase est uniforme sur toute 1’ex-
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tension du condensat, un condensat unidimensionnel présente une phase non uniforme
sur son extension caractérisée par une longueur de cohérence l, [30-33]. Ces condensats
unidimensionnels sont alors appelés quasi-condensat. Bien qu’ils possedent encore des
fluctuations de phases importantes, leurs fluctuations de densité sont fortement réduites
par rapport a celles du gaz idéal (voir chapitre [5| pour leurs mesures expérimentales). Ces
fluctuations de phases sont visibles apres expansion du nuage puisqu’elles se traduisent
en fluctuations de densité [34](voir figure [2.2| pour illustration). Deux températures T ,.
et Ty permettent de distinguer les différents régimes possibles [35-37] :

Lorsque la température du gaz est réduite au voisinage de T, & nombre constant
d’atomes, le gaz entre doucement dans le régime de quasi-condensat. Ensuite, il faut
distinguer les cas suivants :

— pour Ty < T <K T, les fluctuations de densité sont fortement réduites par rapport
au cas du gaz idéal. Cependant il persiste des fluctuations de phase dont la longueur
caractéristique /4 est plus petite que 'extension du quasi-condensat.

- T < Ty, les fluctuations de phase s’établissent sur une longueur qui est plus
grande que la taille du condensat et nous retrouvons les propriétés d’un condensat
3D c’est-a-dire une phase globale bien définie.



CHAPITRE 3

Description du dispositif
expérimental

3.1 Piégeage d’atomes neutres sur microstructure

Dans cette partie, nous allons rappeler brievement le principe de piégeage d’atomes
neutres dans un champ magnétique ainsi que les différents types de configurations de
piégeage utilisés.

Un atome de moment cinétique total F possede un moment magnétique p dont
son interaction avec un champ magnétique inhomogene B(r) est régi par I’hamiltonien
Zeeman suivant :

H=—pn.B(r) (3.1)

En faisant I'approximation adiabatique, c’est-a-dire que le moment magnétique p de
I’atome suit a tout instant l'orientation du champ magnétique, ’hamiltonien d’interac-
tion se met sous la forme :

_ grmp

H
h

pB|B(r)] (3.2)

ou gr est le facteur de Landé associé a la structure hyperfine de 'atome, mp le
nombre quantique correspondant au sous-niveau Zeeman considéré, et up le magnéton
de Bohr. Dans la formule précédente, nous avons négligé le terme Zeeman quadratique
dans la limite ou |B(r)| est faible. Dans la majeure partie des cas, cet effet est négligeable
puisque le champ magnétique vu par les atomes reste tres faible par rapport a la largeur
de la structure hyperfine (qui est typiquement de 0.5 T dans le cas du rubidium 37 Rb).
Dans toute la suite, sauf mention contraire, nous considérons I'état |F' = 2, mp = +2)
dont le facteur de Landé est gp = 1/2.

Pour des champs magnétiques statiques, les équations de Maxwell interdisent 1’exis-
tence d’un maximum de champ magnétique dans une zone de I’espace exempt de sources
(théoréeme de Wing [38]). Seuls les atomes dont le moment magnétique p est anti-aligné
avec la direction du champ magnétique peuvent étre piégés et ceci au voisinage d’un
minimum local de champ magnétique.
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Fia. 3.1 — La combinaison d’un champ magnétique homogene avec le champ créé par un
fil rectiligne produit un champ magnétique quadrupolaire a une hauteur h au-dessus du
fil.

3.1.1 Guide magnétique quadrupolaire

Pour créer un guide magnétique quadrupolaire, considérons un fil rectiligne de sec-
tion infiniment minceﬂ parcouru par un courant I (voir figure . Pour des raisons
de symétrie et d’invariance par rotation, le courant I produit dans le plan transverse
(Oxy), a une distance r du fil, un champ magnétique orthoradial au fil dont la norme
vaut |Bgi| = pol/(27r) (Fig[3.1|(a)). Pour obtenir un champ quadrupolaire dans le plan
transverse, il suffit de superposer au champ précédent, un champ magnétique homogene
By (voir Fig(b)) qui en général est créé par des bobines macroscopiques en confi-
guration Helmholtz & lextérieur de la chambre & vide. A une hauteur h = pol /(27 By)
au-dessus du fil, les deux champs précédents se compensent et créent un minimum local
de champ magnétique dans le plan transverse (Fig[3.1c)). L’invariance longitudinale du
fil, permet ainsi d’obtenir un guide pour les atomes. Notons que le centre du guide peut
étre déplacé a distance constante autour du fil en changeant simplement ’orientation du
champ homogene.

Au voisinage du minimum transverse, le champ magnétique est au premier ordre
quadrupolaire. Ses axes propres sont orientés a 45° de la droite passant par le fil et

!Les dimensions de la section doivent étre tres faibles devant la hauteur h, future position de piégeage

(voir figure .
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F1G. 3.2 — Prise en compte des effets de taille finie dans le cas d’un fil de section rectan-
gulaire a X b : pour un point M situé sur 'axe Oy, la direction du champ magnétique est
suivant I’axe Ox par raison de symétrie. Le calcul de ce champ est effectué dans le repére
Oxy ayant pour origine le centre du fil. La norme du champ est obtenue en sommant
les contributions élémentaires de chacun des éléments de courants situés aux différents
points P.

le centre du piege et les composantes du champ ont pour expression, en prenant les
conventions de la figure [3.1] :

By = | ", "] (33)

bz

Hol
2mh?

diminue. Ainsi, pour obtenir de forts gradients, il est intéressant de réaliser des pieges au

ou b = est le gradient quadrupolaire. Nous voyons que b’ augmente lorsque h
tres proche voisinage du micro-fil. Ce gradient peut atteindre des valeurs de 'ordre de
6000 G.cm~! (pour des valeurs expérimentales typiques I = 3 A, h = 100 pum) difficile-
ment réalisables dans le cadre d’expériences plus conventionnelles utilisant uniquement
des bobines macroscopiques (gradient de 'ordre de 600 G.cm™!). Cependant, les résul-
tats de cette section ne sont valables que pour des dimensions faibles du micro-fil devant
la hauteur h. Ainsi pour des distances de piégeage plus faibles, les effets de taille finie
du micro-fil viennent réduire la valeur du gradient quadrupolaire. Nous nous proposons
dans la section suivante d’estimer ces effets.

3.1.2 Effets de taille finie

Prenons le cas d’un fil de section rectangulaire de largeur a et de hauteur b s’étendant
sur une distance £ dans lequel circule une densité de courant uniforme jo = I/(ab).
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FiG. 3.3 — Comparaison du champ magnétique créé par un fil infiniment mince avec celui
produit par un fil de section carrée (10 x 10 ym?) (figure (a)) et d'un fil plat de hauteur
2 pm et de largeur 50 pm (figure (b)) avec un courant identique I = 3 A dans les deux
cas. Dans le cas (b), nous observons une saturation plus nette du champ magnétique au
voisinage de la surface du fil (y = b/2).

Dans un premier temps, nous considérons que h < L, c’est-a-dire que nous négligerons
I’extension longitudinale finie du fil.

Dans le plan de symétrie (Oyz), le champ magnétique Bg) est suivant 1'axe x et se
calcule, a 'extérieur du fil, en additionnant les contributions élémentaires des différents
éléments de courant dI = jodxdy et nous trouvons alors que :

pol (2 (P2 (y—y)
By(x =0,y ://dey = — dxdy 3.4
( ) @) 2rab J_a/2 Jv)2 (2 + (v —y')?) (3.4)
cette intégrale est analytique et s’écrit :
I

By(z=0,y) = Q?ab [(b+2y) arctan(b —|—a2y> — (b—2y) arctan(b _a2y)]+ (3.5)
wol a 8by

“In(l4 ————2 3.6

2mab 2 i +a2+(b—2y)2) (36)

Sur la figure nous avons reporté le résultat du calcul précédent (pour a = b =
10 pm : figure [3.3((a) et pour a = 20 pm, b =5 pm : figure [3.3(b) avec un méme courant
de 3 A) ainsi que du champ magnétique obtenu dans le cas d’un fil de section nulle. Pour
une distance au-dessus du fil supérieure a deux fois la largeur du fil, les effets de taille
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finie sont négligeable&ﬂ Pour des distances plus faibles, par contre, le champ magnétique
ne diverge plus sature a la valeur

I 4p*
B3 (y) = Z/jfab <2b arctan(%) +aln(l+ a2)> (3.7)

A partir de la figure (b) nous voyons que la saturation du gradient est bien plus
prononcée dans le cas des fils plats par rapport au cas des fils de section carrée. Pour
toutes les expériences que nous avons réalisées dans la suite du manuscrit, la hauteur du
piege par rapport aux fils est au moins 5 fois supérieure aux dimensions caractéristiques
des fils ce qui valide 1'utilisation du modele du fil infiniment fin.

Dans le cas ou 'approximation h < L n’est pas valable, il suffit de remplacer dans le

calcul du champ magnétique (fait au centre de la structure, x=2z=0) dB,(y) = 2“0\1'/0%
T/ T2ty

par dB,(y) = MO% sin(arctan(ﬁ)). Pour nos parameétres expérimentaux h o~

100 pm au dessus du fil et une extension £ = 2800 um la correction induite par cet effet
de taille finie sur le champ est inférieure & 1078, c’est-a-dire completement négligeable.

Ainsi pour ne pas étre limité par les effets de taille finie, augmenter le gradient de
champ magnétique a courant fixé, requiert de réduire la section du fil. Il faut cependant
prendre garde a I’échauffement du fil par effet Joule qui est augmenté par les dimensions
réduites du fil [39]. En supposant que toute la chaleur est évacuée au travers de la surface
de contact entre le fil et le substrat, via la couche d’isolation électrique de 1 pm (en
Si02 dans notre cas, voir figure , le courant limite, pour ne pas avoir une croissance
exponentielle de la température a l'intérieur du fil, est donné par [40] :

ka2b
ap

(3.8)

Imax -

oil, k est la conductivité thermique de la couche d’isolation (typiquement 3.5 105 W/K.m?,
p est la résistivité de I'or (2.2 1078 Q.m™1) et « le coefficient de variation de la résistivité
ohmique de I’or en fonction de la température (i.e. tel que p = po + a(T —Tp)). L’appli-
cation numérique pour le fil en Z que nous utilisons (¢ = b = 10 pm) donne un courant
critique de 6 A. Nous prendrons donc une marge de sécurité et nous travaillerons avec
un courant de 3 A.

Pour un fil & section carrée, les lois d’échelle sur le gradient (Ijpax Va2b et V BMaX
I/a?) montrent qu’il faut diminuer les dimensions des fils pour augmenter le gradient.

3.1.3 Ajout d’un confinement longitudinal

Jusqu’a présent, nous avons uniquement décrit la réalisation de guides magnétiques
quadrupolaires. Ce type de confinement ne permet pas de piéger les atomes dans les

2Pour une hauteur de deux fois la distance au fil, ’écart entre les deux formules est seulement de
0.2%.



20

CHAP 3 - DESCRIPTION DU DISPOSITIF EXPERIMENTAL

trois directions de I’espace. Il faut, en effet, rajouter une dépendance spatiale du champ
magnétique suivant 1’axe longitudinal du fil pour obtenir un piégeage tridimensionnel.
Ceci peut se faire, par exemple, en courbant les extrémités des micro-fils [41]. Nous
citerons comme exemple les deux principales configurations utilisées dont une description
détaillée peut étre trouvée dans [42] :

fil en U : la barre centrale du U joue le role du fil infini précédent et les deux autres
sections de fils créent, quant a elles, le champ magnétique longitudinal. En ajou-
tant au champ magnétique produit par le fil en U, un champ homogeéne externe
orthogonal a la barre centrale, nous obtenons au centre de la barre centrale du
U un zéro de champ magnétique. En effet, en ce point, les champs magnétiques
produits par les deux barres externes du U se compensent exactement. Autour
de cette position, un développement au premier ordre montre que le champ ma-
gnétique croit linéairement avec les trois coordonnées de ’espace prouvant que le
champ magnétique créé est alors un champ quadrupolaire.

fil en Z : siau lieu d’utiliser un fil en forme de U, nous retournons I'une des barres du U
pour former un Z, nous voyons que le champ magnétique longitudinal ne s’annule
plus au centre de symétrie de la structure. Nous créons toujours un minimum de
champ magnétique au centre de symétrie de la structure qui cette fois-ci est non
nul contrairement au cas précédent. Nous sommes alors en présence d'un piege dit
de Toffe-Pritchard.

3.1.4 Piege loffe Pritchard
3.1.4.1 Critere d’adiabacité

La condition de suivi adiabatique du spin, que nous avons supposée précédemment,
n’est pas vérifiée au centre d’un piege quadrupolaire. En effet, pour que celle-ci soit valide
il faut, dans une approche semi-classique, que les variations temporelles de la direction
instantanée du spin 6(t) soient lentes par rapport a la fréquence de Larmor wy, [43] :

do(t)

3.9
a SwL (3.9)

Or wy, s’annule au centre du piege quadrupolaire et la condition ne peut donc
étre vérifiée. Ceci induit des pertes par basculement de spin entre un état piégé et un
état anti-piégé. Pour réduire ces pertes, appelées également pertes Majorana [44], une
méthode consiste a ajouter un champ directeur B§ au centre du piege suivant la direction
longitudinale du piége. Les auteurs de [45] ont estimé, par un calcul quantique, le taux
de perte par basculement de spin pour un nuage d’atomes de spin demi-entier, piégé
transversalement dans un guide (fréquence d’oscillation w/(27)), & une température T

par :
o CHBBGER) oy (e
w

T (3.10)

I' = 27w tanh( ZkBT)e
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Ainsi si nous souhaitons un temps de vie de 100 s (supérieur au temps de vie associé
aux collisions avec le gaz résiduel) pour un nuage & une température de 1 puK avec une
fréquence d’oscillation de w/(27) = 1 kHz, il faut imposer un champ Bj d’au moins
90 mG. En pratique nous sommes en fait limités par des bruits techniques qui nous
imposent de travailler avec des champs Bj de l'ordre de 1 G.

Différentes configurations de champs utilisant un minimum de champ magnétique
non nul peuvent étre employées. Initialement proposée par Pritchard en 1983 [46], la
configuration qu’il utilise consiste a superposer un piege quadrupolaire (transverse) avec
un champ magnétique homogene B§ ayant une légere courbure longitudinale pour obtenir
un minimum tridimensionnel de potentiel. Ce champ magnétique peut étre créé par des
bobines externes ou directement avec des fils de la puce (piege en Z)ﬂ 1l existe également
d’autres configurations pour limiter les pertes par spin-flip comme par exemple les pieges
TOP (Time Orbiting Potential) ol la position du zéro de champ magnétique est modulée
temporellement.

3.1.4.2 Approximation harmonique

Un guide magnétique créé par la combinaison d’'un quadrupodle transverse et d’un
champ longitudinal est, dans le cas général, semi-linéaire. Cependant pour des nuages
suffisamment froids (de largeur rms transverse £), le potentiel per¢u par les atomes au
centre du piege est dans une trés bonne approximation harmonique et ceci tant que
Bi > U'l, ou U est le gradient de champ magnétique transverse du guide. Cette ap-
proximation est particulierement intéressante puisque d’une part la connaissance de la
fréquence d’oscillation du piege et I’énergie du fond du piege est suffisante pour caracté-
riser completement le piege. D’autre part, ’ensemble des propriétés du nuage atomique
(états propres, énergies propres, densité atomique a toute température, etc ...) ont des
expressions analytiques [49].

Pour pouvoir se limiter a I'ordre deux dans le développement limité du potentiel, il
faut que I’énergie moyenne par particule kg1’ pour chaque degré de liberté de I’atome soit
faible devant I’énergie du fond du piege ppBj. Concrétement, pour un champ magnétique
B§ de 1 G au fond du piege, la température du nuage doit étre inférieure a Tryax = 20 EBBS
[50] soit 135 pK.

A la condition précédente, il faut rajouter I’approximation du champ quadrupolaire

transverse pour conserver un potentiel harmonique. Pour un piege créé a partir d’'un
micro-fil, cette approximation reste valable tant que £ < h ou h est la hauteur du piege
par rapport au fil. Pour le piege en H, que nous utiliserons dans la suite (voir , les
deux approximations précédentes sont parfaitement légitimes puisque la température du
nuage est de l'ordre de quelques dizaines de uK et le nuage s’étend alors transversalement
sur une distance £ = 1.6 ym < h.

Dans la direction longitudinale, la condition pour vérifier ’approximation harmo-

3Pour une revue compléte voir [47,48].
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nique est plus difficile a satisfaire. Pour la suiteE]7 il est intéressant de quantifier I’erreur
faite sur la détermination du potentiel par rapport a celui obtenu dans ’approximation
harmonique pour une distance typique de 500 um de part et d’autre du minimum de
potentiel. Il suffit pour cela de développer a 'ordre 4 le champ magnétique suivant la
direction longitudinale dans le cas d’un fil en Z (voir § :

B® 5@
B(0,h,z) = B®) + %% + %24 + O(z%) (3.11)
ol
© _ Hol 2h
B! T (3.12)
pol 1 2L2%h 2h
B2 — T( e 22) (3.13)
TN R (F+h2)
I/ 2L% 6L%h 2h
BY = ZL( 2 2 (L2 paa (2 g 3) (3:-14)
TG R (R (TR
(3.15)

Pour un courant de 3 A dans le fil en Z avec un champ de biais transverse By de
40 G, nous obtenons un écart de 2% par rapport au potentiel harmonique & une distance
de 500 pm. Dans toute la suite du manuscrit, nous nous placerons dans le domaine ou
I'approximation harmonique est valable.

3.1.4.3 Configuration en H

Dans ce paragraphe, nous nous intéresserons a configuration en H, alternative de
la configuration en Z, pour créer un piege de type loffe-Pritchard. Cette géométrie,
permet d’introduire un degré de liberté supplémentair@ pour faire varier la fréquence
longitudinale du piege sans trop affecter la fréquence transverse, ce qui est impossible
dans le cas du fil en Z. Reprenons brievement le cas du fil en Z, pour ensuite généraliser
au cas de la structure en H.

Considérons donc un fil en forme de Z (décrit sur la figure dans lequel circule
un courant I, ainsi qu’'un champ de transverse By homogene sur la zone d’étude suivant
la direction de ’axe 0x. Le courant circulant dans la partie centrale du fil en Z avec
le champ transverse By produit un guide magnétique transverse (0xy) a une hauteur h
au-dessus du fil. Le confinement longitudinal est obtenu grace aux champs magnétiques
créés par les deux bras du fil en Z dans le plan Oyz. Les lois de symétrie montrent que le
champ pointe suivant axe z au centre de symétrie du Z (x=0, z=0). En considérant les

4Pour notamment la mesure du taux d’amortissement des oscillations dipolaires dans un piége non
harmonique (voir chapitre [4]).
5Par l’ajout d’un courant supplémentaire.
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Fi1c. 3.4 — Schéma du fil en H : celui-ci se compose de deux fils en Z (Z; et Z3). Le
principe de superposition permet de calculer le champ magnétique pour la configuration
en H. Les deux courants Iz et Iz s’ajoutent dans le fil central du H.

bras du Z, comme des fils semi-infinis, 'expression du champ magnétique que les deux
barres créent dans le plan (Oyz, x=0) est :

Be(y,2) =0

Iz z 4
By(y’ z) = _Miﬁ ((sz/2)2+y2 + (z+L/2)2+y2) (3.16)

Iy
B.(y,2) = %((Z_L/g)2+y2 + (z+L/g)2+y2>

Les deux barres de la structure en Z produisent au centre de la structure x = 0,z =0
un champ magnétique longitudinal (de 150 mG pour y = 100 pgm et un courant I, = 3 A
dans les deux barres du Z). Comme nous I’avons mentionné précédemment, ce champ
est en général trop faible pour éviter les pertes par spin-flip d’origine technique (bruits
techniques & quelques centaines de kHz), un champ homogene longitudinal de I'ordre de
1 G est ajouté a ’aide de bobines en configuration Helmholtz situées a l'extérieur de
I’enceinte a vide.
Donnons les propriétés essentielles de ce piege en Z :
— Le minimum de potentiel est localisé, par raison de symétrie, sur 'axe (x=z=0).
Autour du minimum de potentiel, il est possible de développer le champ au premier
ordre (x,y,z) sous la forme :

B, 0 b'(y—h) 0
(B)- (3« (%) () e
—_—— —_— ——

champ constant longitudinal fil central4+champ transverse bras du Z
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avec b, = ‘;OEIQZ et b = 5‘;{;2 respectivement les gradients de champ magnétique

longitudinal et transverse. A cet ordre, le développement du champ magnétique

ne fait pas apparaitre le confinement longitudinal. Pour 'obtenir, il convient de
pousser le développement a ’ordre 2 en la variable z.
— La valeur du minimum de potentiel en z = 0 est :

|BI* =b'(y — h)* + (V,y + Bj)* (3.18)

— La présence du gradient magnétique b, modifie la hauteur du piege par rapport
au fil d’une quantité Ah. Au point (x=z=0), Ah s’écrit :

_@h+%35

Al ==

(3.19)

L’application numérique pour nos parametres expérimentaux (£ = 2800 um, I =
3 A, Bf =1 G) donne les résultats suivants :

dans le cas d’un piége comprimé (B de 35 G) : un déplacement Ah de 46 nm.

Cet effet de déplacement est donc completement négligeable par rapport a la
hauteur i du centre du piege.

dans le cas d’un piége décomprimé (By de 12 G) : un déplacement Ah de
4,6 pum qui devront prendre en compte pour des expériences fines (double
puits de potentiel par exemple). Par ce biais, nous voyons que cet effet est
d’autant plus important que la décompression transverse du piege est impor-
tante.

Passons maintenant au cas de la structure en H. Cette derniere peut étre vue comme
la, superposition de deux fils en Z (figure parcourus par des courants différents Iz
et Iz9. En applicant le principe de superposition, il est possible de calculer simplement
le champ magnétique global de la structure a partir de celui d’un fil en Z. Etant donné
la configuration des courants utilisés, il suffit de remplacer dans toutes les expressions
précédentes, le courant circulant dans la barre centrale du Z par Iz1 + Iz5 et le courant
circulant dans ses bras par Iz9 — Iz1. De la méme maniere que précédemment, ces
expressions ne sont valables que dans un domaine restreint au voisinage du centre de la
structure (z < L)

La partie non longitudinale du champ magnétique créée par les barres du H a pour
effet de tourner les axes principaux du piege dans le plan (Ozz). Pour trouver ces nou-
veaux axes propres (z',y,2'), il suffit de calculer la matrice aux dérivés partielles du
champ magnétique (matrice Hessienne) et de la diagonaliserﬂ

Au fond du piege, comme le champ Bj est grand devant le champ quadrupolaire trans-
verse, il est possible d’utiliser 'approximation harmonique. Suivant les axes (2,y,2’), les

5Dans le cas contraire, il faudrait prendre en compte les effets de taille finie.
"Notons quand méme que la condition h < £ permet de négliger 'angle que fait le piége avec les
axes (0x,0z).
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fréquences d’oscillation sont proportionnelles a la courbure du champ magnétique et sont
données par la formule :

m 0’B .
wi = | /Fgfmg&xg ol z; = {2y, 7'} (3.20)

Pour les deux directions transverses, le résultat est identique et nous trouvons :

0’B 472 B} ,
= ol xzy ={2"y 3.21
03 pg(Iz1+ 122)?Bj t v} (3.21)

de méme pour la direction longitudinale :
623 . 3[1(2)(122 — 121)2
0212 472 L4 By

Le degré de liberté supplémentaire introduit par les deux courants (Iz1, Iz2) permet

(3.22)

de mieux découpler le confinement transverse du confinement longitudinal, ce qui était
impossible dans le cas du fil en Z . En jouant notamment sur le différentiel de courant
171 — 179 & Iz + 179 constant, il est possible de modifier le rapport d’anisotropie du
piege tout en maintenant le confinement transverse constant. Ainsi, tout en gardant des
confinements transverses tres importants (quelques kHz), il est possible de décompri-
mer tres fortement le piege dans la direction longitudinale et d’atteindre des situations
proches du régime unidimensionnel. Dans les expériences présentées aux chapitres [5] et [6]
nous avons fait varier le rapport d’anisotropie entre 100 et 400.

3.2 La puce atomique

La puce atomique que nous avons utilisée pour toutes les expériences décrites dans
ce manuscrit a été réalisée au Laboratoire de Photonique et de Nanostructures de Mar-
coussis (LPN), avec la collaboration de Dominique Mailly et JuanCarlo Faini.

3.2.1 Les différentes implémentations des micro-fils

La puce atomique que nous utilisons est composée de deux substrats en silicium.
Le premier substrat d’épaisseur 1 mm, que nous appellerons substrat principal dans la
suite, contient un fil en forme de U pour le piege quadrupolaire, une structure en H pour
le piege de Ioffe-Pritchard ainsi que ’ensemble des plots de connection pour amener les
différents courants sur la puce atomique. Sur la figure a), nous avons représenté le
schéma d’implantation des différents fils (les proportions des différentes longueurs sont
préservées sur le schéma, seul un facteur de réduction global est appliqué) :
— Le fil en U est situé entre les plots de connection (1) et (2) et est alimenté par une
alimentation stabilisée en courant (5 A, 5 V) de marque High Finess. Sa largeur
importante (100 pm permet de faire passer un courant conséquent (4 A) pour
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(b)

Ho——————a(¥) |

B+ +
+ 0+ + o+
+ o+ +

(4= - (ﬂ

F1G. 3.5 — Schéma d’implantation des fils. Sur la figure (a) se trouve les fils contenus sur
la puce principale : entre les pattes (1) et (2) se trouve le fil en U. Le fil en Z connecté
entre les pattes (1)-(6). Il est possible de brancher un second fil en Z entre les pattes (3)-
(7) pour former le H. Sur la figure (b) nous avons représenté le schéma d’implantation
des petits fils dont la masse commune est la patte (1). Les croix de centrage marquées
avec un plot sont utilisées pour 'alignement respectif des deux substrats lors de 1’étape
de collage.

pouvoir créer un champ quadrupolaire important). Le plot noté (1) constitue la
masse générale de notre montage électriqueﬁ

— Le piege loffe-Pritchard utilisé pour 'obtention du condensat utilise le fil en Z
(noté Z1) situé entre les plots de connection (1) et (6). Ce fil est également alimenté
par une alimentation faible bruit de type High Finess (3 A, 12 V). Sa résistance
ohmique est de 0.5 €.

— Le second fil en Z noté (Z3)(connections (3)-(7)), de méme résistance que le pre-
mier, utilisé pour créer le piege en H, doit étre piloté par une alimentation de
courant flottante. Malheureusement l'isolation du mode commun des alimenta-
tions High-Finess lorsqu’elles sont alimentées par le secteur, n’est pas suffisante et
des fuites de courant ainsi que des bruits apparaissent sur les courants des deux
fils en Z. Pour pallier ce probleme, nous avons choisi d’utiliser une alimentation
fonctionnant sur batteries de voiture. La faible charge du fil en H et donc les faibles
puissances dissipées permet de réaliser environ 50000 cycles expérimentaux avant
de devoir recharger les batteries. Il faut, de plus, isoler le controle en tension de
cette alimentation par rapport a la masse, ce que nous réalisons a 1’aide de circuits
électroniques utilisant des opto-coupleurs.

— la longueur de la barre centrale du H (2800 pm) a été choisie pour réaliser des

8Notons que cette configuration peut poser des problémes de boucles de masse. Une seconde géné-
ration de puce utilisant des fils complétement indépendants ainsi que le remplacement du connecteur
électrique ultra-vide (limité & 10 connections) est & I’étude pour éviter ce type de probléme.
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@ (Ip—l o

© (d)

Fic. 3.6 — La puce utilisée dans nos expériences est composée de deux substrats (a)
et (b). Les fils en U et en H sont réalisés par lithographie optique sur le substrat (a).
Les petits fils sont, quant a eux, réalisés par lithographie électronique sur le substrat
(b) (d’épaisseur 100 pm). Avant d’étre collés avec une colle epoxy ultra-vide, les deux
substrats sont positionnés 'un par rapport I'autre a ’aide de croix de centrage précé-
demment lithographiés sur les deux substrats. Le substrat (b) est également clivé pour
laisser apparaitre les connections du substrat (a). De plus, des connections électriques
(fil d’or) visible sur la figure (c) entre les deux substrats permettent de faire circuler le
courant entre les deux puces.

pieges fortement anisotropiques ( son rapport d’anisotropie pouvant varier de 8 &
400). Nous utiliserons cette spécificité dans les chapitres 5| et @

Sur le second substrat beaucoup plus fin (100 um d’épaisseur), appelé substrat se-
condaire, nous avons déposé cing nano-fils d’or de section carrée 700 x 700 nm?. Ils
s’étendent longitudinalement sur 2 mm et ont une forme de serpentin. Ils sont connectés
sur les plots (1),(4),(5) et (8) (voir figure[3.12|b)). Pour des questions de stabilité relative
(107%) et de bande-passante élevée (~ 100 kHz) requises, nous avons choisi d’utiliser
des alimentations de courant faites au laboratoire par nos électroniciens André Villing et
Fréderic Moron. Elles sont au nombre de trois et peuvent délivrer un courant de 20 mA
(30 V). Leur utilisation sera détaillée au chapitre
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3.2.2 Fabrication de la puce atomique

Commencgons par rappeler brievement les grandes étapes de fabrication des différentes
structures en orfl

Pour le substrat principal :

Nous avons choisi d’enterrer le fil en U ainsi que la structure en H dans le substrat
en silicium pour faciliter I’étape finale de planarisation de la surface de la puce (voir
figure . Premiérement, il convient d’oxyder thermiquement (four a 220°C sous flux
d’oxygene) le substrat pour former une couche d’oxyde SiOs en surface. Cette couche
servira de masque lors de la gravure chimique du silicium (voir figure [3.7(a) et [3.7](b)).

Pour la réalisation du substrat principal, nous utilisons une étape de lithographie
optique (UV) qui permet de transférer les motifs d’'un masque en chrome directement
sur une couche de résine photo-sensible préalablement déposée sur le substrat. Le déve-
loppement de la résine met & nu la couche de silicium oxydée sur les zones non éclairées.
Celle-ci est a son tour retirée au moyen d’une attaque en phase séche (a I'aide d’un
plasma contenant du SFs (figure[3.7(b))). Apres avoir éliminé cette couche de résine, la
couche de Si0; joue le role de masque pour la gravure du silicium en phase humide (qui
est faite avec de I'acide fluoridrique figure [3.7)(c)). Cette attaque chimique se fait suivant
les plans cristallins du silicium ce qui confere une forme trapézoidale aux tranchées. Le
temps de la gravure est ajusté pour que la profondeur des tranchées soit égale a la dimen-
sion verticale des futurs fils en or (10 pum). Une seconde étape d’oxydation thermique est
alors nécessaire avant le dépot des fils pour les isoler du substrat en silicium, matériau
semi-conducteur.

Une fois cette étape finie, nous devons déposer une fine couche d’or au fond de ces
tranchées pour jouer le réle de germe lors de la croissance électrolytique de 1’or. Pour
ce faire, nous réalisons une seconde étape de lithographie optique. La révélation de la
résine permet de mettre a nu le fond des tranchées. Cette étape est ensuite suivie d'un
dépot par évaporation d’une couche de titane (5 nm, couche d’accroche) et d’une couche
d’or (300 nm) sur I’ensemble de la puce. La résine restante ainsi que 'or se trouvant a
sa surface sont retirés (étape de lift-off ), ne laissant sur la puce que l'or présent au fond
des tranchées (voir figure [3.7)(d)).

La croissance électrolytique de l'or est alors réalisée de la facon suivante : la puce est
introduite dans un bain contenant une solution de cyanure d’or. Un courant de quelques
mA circule entre deux électrodes (dont la cathode est jouée par la fine couche d’or
présente au fond des tranchées de la puce) et permet de réduire les ions Au™ sous la
forme métallique. Nous déposons par cette technique une épaisseur d’or de 10 pm (figure
37(c))-

Pour planariser ’ensemble de la puce nous I'enduisons, a 'aide d’une tournette,
d’une résine de 15 pm d’épaisseur (BCB,Cyclotene(©) que nous chauffons & 220° sous

9Pour tous les détails techniques sur les valeurs des paramétres expérimentaux, on pourra se référer
a [40].
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flux d’azote pour qu’elle se polymérise. La surface de la puce est finalement polie méca-
niquement et les contacts électriques, situés sur les bords de puce sont découverts par
une attaque plasma du BCB (figure [3.7(f)).

Initialement, a la suite de cette derniere étape, nous souhaitions déposer directement
les petits fils d’or (700 x 700nm?) sur la couche de BCB. Nous avons renoncé pour les
deux raisons suivantes :

— premierement, bien que l'état de surface soit relativement correct, des micro-
rayures apparaissent en surface de la puce et auraient un effet néfaste sur la forme
finale des nano-fils d’or.

— deuxiemement, les mauvaises propriétés thermiques de la couche de BCB limitent
le courant maximal dans les petits fils & 10 mA, ce qui est insuffisant pour les
expériences que nous souhaitons réaliser.

Nous avons donc choisi d’utiliser un second substrat en silicium qui permet de mieux
répartir le transfert de chaleur. En effet, en ’absence du substrat en silicium le transfert
de chaleur au travers de la couche de BCB ne s’effectue que sur les dimensions caractéris-
tiques du fil (700 nm). Par contre en présence du substrat, bien meilleur conducteur que
le BCB, le transfert de chaleur au niveau de la couche de BCB, est réalisé sur une zone
de contact de l'ordre de ’épaisseur du substrat (100 pm). Nous pouvons alors augmenter
le courant a 20 mA pendant des durées de quelques secondes sans les détruire.

Pour le substrat secondaire :

Comme pour le substrat principal, le substrat secondaire est oxydé thermiquement
pour former une couche de Si0Os isolante électriquement d’environ 1 pm .

Il n’est plus possible, comme dans le cas du substrat principal, d’utiliser une lithogra-
phie optique puisque la résolution requise pour écrire le motif sur la résine est inférieure
a la limite de diffraction de la source UV utilisée. Nous avons donc utilisé un masqueur
électronique de marque Leica qui consiste & insoler une résine de PMMA sensible aux
électrons. Pour des questions de temps d’insolation, nous avons choisi une résolution de
5 nm pour écrire le motif. En effet, I'insolation compléte de notre motif avec une réso-
lution de 5 nm prend pres de 40 min et notre taux de succes aux étapes ultérieures est
encore relativement faible (typiquement de 1 sur 10). De plus, comme nous le verrons
au chapitre suivant, les atomes piégés sont trop éloignés des fils pour étre sensibles a ce
type d’imperfections sur des échelles typiques de 5 nm.

Les dimensions importantes du motif (grande zone d’exposition & couvrir) imposent
des contraintes supplémentaires :

— il faut déplacer mécaniquement 1’échantillon durant la procédure d’insolation. Ceci
implique donc de prendre grand soin a positionner parfaitement le substrat sur
le porte-échantillon car le masqueur ne peut pas compenser des désalignements
angulaires supérieurs a 5°.

— la qualité de surface (notamment poussiere, mauvais dépot de résine) doit étre

impeccable sur toute la zone & couvrir qui s’étend quand méme sur plusieurs mm?.
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substrat principal :
(a) )
couche SiO <« résine photo-sensible gravure en phase séche (plasma SFe)

substrat silicum

() (d)

gravure chimique (acide fluoridrique) i i . .
. N . . dépot par évaporation (Ti (5 nm + Au (200 nm))
suivant plan cristallin du silicium

(e) ()
croissance électrolytique de I'or (10 pm) enduction de la couche de planarisation BCB+ recuit a 220 °C

substrat silicum

(g

libération des plots de contacts par attaque plasma

substrat secondaire :

(h) @
insolation masqueur ¢électronique + révélation dépot par évaporation (Ti (5 nm + Au (700 nm))
de la résine (PPMA)

substrat Si (épaisseur 100 pm)

étape de lift off dépot par PECVD de 800 nm de SiO;
I | = === =
| (m)
O clivage du substrat en silicium

dépot du miroir d'or final (200 nm)

par évaporation

schéma final de la puce :

miroir d'or

. . . . .pumxﬁ]s

couche d'isolation (BCB)
fils d'or couche de SiO,
(U.H)

4= couche d'accroche|
en Titane

substrat silicium

FiG. 3.7 — Présentation des grandes étapes de fabrication de la puce atomique
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Apres révélation du PMMA, nous déposons une couche d’or par évaporation de 700
nm d’épaisseur sur I’ensemble du substrat. Cette étape est également délicate, puisqu’elle
requiert également un dépot homogene sur I’ensemble du substrat. A plusieurs reprises,
pour des raisons inexpliquées, nous avons observé I'apparition de bulles d’or en sa surface,
nous forcant a éliminer ’échantillon. La solution a consisté a diminuer considérablement
la vitesse de dépot (0.07 nm/s). Le PMMA résiduel ainsi que le dépot situé en sa surface
sont ensuite éliminés a I'aide d’une solution d’acétone. Apres cette étape, il est possible
de controler la qualité des fils et notamment de leur rugosité résiduelle. Nous avons
remarqué que cette derniere dépend fortement de la quantité d’électrons que la résine a
recue lors de son insolation. Nous avons alors optimisé la valeur de la dose d’électrons
pour minimiser ces imperfections.

Nous déposons ensuite une couche de 800 nm de Si0O2 par pulvérisation cathodique
(PECVD), pour recouvrir complétement les petits fils et les isoler électriquement avant
le dépot du miroir d’or final™%(voir figure [3.7(k)). Comme la couche de SiO, est déposée
de maniere uniforme sur ’ensemble de la puce, les plots de contact électrique associés
aux différents fils sont également recouverts de SiOs . Pour les découvrir, la couche de
Si04 est uniquement gravée (attaque plasma) au niveau des plots de contact apres avoir
protégé le reste de la puce a I’aide d’un masque (morceau de silicium). Avant de déposer
le miroir d’or, il faut veiller & masquer ces zones découvertes pour ne pas mettre en
contact électrique les petits fils avec le miroir. Des plots de résine (résine AZ5214) sont
déposés au niveau des plots de contact au moyen d’une lithographie optique. Notons
qu’il faut bien vérifier que la résine recouvre completement les zones ou les petits fils
d’or sont directement visibles pour éviter les contacts électriques entre les fils et le futur
miroir.

Le miroir d’or, d’une épaisseur de 200 nm, est déposé par évaporation sur une couche
d’accroche de 5 nm en titane préliminairement déposée sur I’échantillon. Pour finir, les
plots de contact sont ensuite découverts en enlevant la résine avec une solution d’acétone
pure.

Avant de coller les deux substrats ensemble, il est indispensable de cliver le substrat
secondaire sur deux de ses bords (voir figure (m)), pour réduire ses dimensions
et laisser apparaitre les plots de contact présents sur le substrat principal. Le clivage
s’est également révélé étre une étape difficile a cause de la faible épaisseur du substrat
(100 pm) qui le fragilise énormément. Nous avons développé une technique spécifique
pour augmenter le taux de réussite de cette étape. Une pré-entaille est faite a I’aide d’un
scriber (pointe en diamant), puis le substrat est déposé entre deux lames de microscope
que nous plaquons 'une sur 'autre avant de donner un "petit coup sec” avec une pointe
en diamant sur le bord du substrat.

Pour aligner les deux substrats I'un par rapport a ’autre, nous avons au moment des
différentes lithographies, déposé des croix de centrage sur chacun des deux substrats.
L’alignement est réalisé sous lunette binoculaire et la précision de centrage que nous

10Utilisé pour les pieges magnéto-optiques (voir §3.6.1)).
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avons réussie a obtenir est de 50 um dans chacune des directions du plan transverse.
Les deux substrats sont ensuite collés ensemble par 4 points de colle ultra-vide (Epotek
77). La polymérisation de la colle nécessite d’étuver la puce & 150°C pendant une heure.
Cette étape va malheureusement induire des contraintes mécaniques sur la puce et le
miroir va tres légeérement se déformer une fois redescendu a température ambiante.

Pour finaliser la puce, il reste encore a connecter électriquement les plots des deux
substrats ensemble en y soudant des micro-fils d’or de 50 um de diametre. Plusieurs de
ces fils sont utilisés sur chacun des plots pour limiter la résistance électrique induite par
ces connections.

3.3 La puce a atomes dans son environnement

3.3.1 Le systeme a vide

La puce atomique est montée sur un support en cuivre, de tres bonne conductivité
thermique, et inclinée & 45° par rapport a la verticale. Elle est maintenue en position
sur le support par deux plaques de cuivre lui assurant ainsi un bon contact thermique.
Ces plaques sont quant a elles directement vissées dans le support de la puce (voir
figure [3.8(a)). Elles servent également & plaquer, sur les plots de contact électrique de la
puce, deux rubans en kapton sur lesquels se trouvent des pistes en cuivre qui permettent
d’amener le courant au niveau des fils de la puce.

La monture est fixée sur un adaptateur CF40/CF16 qui contient un passage ultra-
vide pour faire passer les connections électriques. L’adaptateur que nous utilisons ne
possede que 10 connections, notamment parce que les fils doivent pouvoir supporter des
courants de plusieurs amperes. Deux de ces connections sont utilisées pour alimenter le
"dispenser” de rubidium situé juste au-dessus de la puce (& 2 cm environ). Les 8 autres
connecteurs sont dédiés a I’alimentation en courant de la puce (fil en U, fil en H, et petits
fils).

Le support de la puce est fixé sur une face de notre enceinte & vide (cube en inox de
7 cm de coté). Trois des six faces de ce cube sont directement fermées par des hublots
CF40 traités anti-reflet a 780 nm pour permettre le passage des faisceaux laser. Sur la
quatrieme face du cube, un tube CF40 associé a une croix de pompage permet de fixer
une pompe ionique (120 L.min~!), une vanne tout métal pour les remises & I’air, une
jauge magnétron inverse, ainsi que le quatrieme hublot pour le passage d’un des faisceaux
laser. La derniere face du cube est utilisée pour fixer une pompe & sublimation titane.

En fonctionnement normal, la pression dans I'enceinte a vide est comprise entre
10719 mbar et 10~ mbar et mesurée par la jauge. Cependant comme celle-ci est re-
lativement excentrée par rapport a la puce atomique, il n’est pas possible de suivre les
variations de pression durant un cycle expérimental. Il est donc difficile de connaitre la
pression au voisinage de la puce (probleme de dégazage de la colle ultravide, adsorption
de rubidium sur la surface de la puce, etc...) sinon que par une mesure directement sur
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dispenser de Rb
lab
KRS

support de puce a 452

ruban en kapton
lab
Oy

bride ultra-vide CF60

F1a. 3.8 — Sur la figure (a), nous pouvons voir la monture de la puce fixée sur une bride
ultra-vide CF40 ainsi que les rubans de kapton sur lesquels 4 bandes de cuivre amenent
le courant vers la puce. Les figures (b) et (c) représentent, respectivement, une vue de
profil et une vue de face de la puce lorsqu’elle est positionnée dans le systeme a vide.

le nuage atomique (durée de vie).

3.3.2 Configuration des champs magnétiques utilisés
Nous utilisons deux types de bobines pour générer nos champs magnétiques.
bobines de compensations :

Trois paires de bobines (bobines de compensations) sont placées suivant les trois axes
de la chambre & vide (X,Y,Z, voir ﬁgure et positionnées directement en contact avec
le cube en inox de la chambre & vide. Elles sont montées en configuration Helmholtz pour
créer un champ homogene et sont utilisées pour plusieurs raisons :

— Principalement pour créer le champ de By pour le piege magnétique.

— Deuxiémement, pour déplacer le centre du piege quadrupolaire du piege magnéto-

optique externeEl

— Troisiemement, pour compenser d’éventuels champs magnétiques parasites durant

I’étape de mélasse optique et appliquer le champ directeur pendant ’étape de
pompage optique.

Les bobines de compensation qui créent le champ transverse (dans le plan Oxy) sont
alimentées par des alimentations commerciales (stabilité relative 1073) de marque High-
Finess. Elles peuvent fournir un champ homogeéne maximum de 45 G parallelement
a la surface de la puce pour un courant de 3 A dans chacune de ces deux paires de

"UPour notamment éviter que le centre du piége quadrupolaire ne se retrouve & lintérieur de la
monture de la puce.

vue de profil

vue de face
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(@) (b)

Dispenser de Rb Q

Bobines quadrupolaires - )
bobines de compensation

F1G. 3.9 — Figure (a) : configuration des champs magnétiques utilisée et positionnement
de la puce par rapport aux axes du laboratoire (X,Y,Z). La puce atomique est inclinée
de 45° par rapport a la verticale (0Z). Figure (b) : nous pouvons distinguer sur I'image
les bobines quadrupolaires avec leur systeme de refroidissement a eau, les bobines de
compensation créant le champ By ainsi qu’au travers du hublot la surface réfléchissant
de la puce.

bobines. Suivant la direction longitudinale, nous utilisons deux alimentations de courant
indépendantes ce qui nous permet d’appliquer des gradients de champ magnétique pour
déplacer le centre du piege dans la direction longitudinale.

bobines quadrupolaires :

Il s’agit d’une paire de bobines en configuration anti-Helmholtz qui crée le champ qua-
drupolaire pendant la phase du piege magnéto-optique externe (Cf. . Elles sont de
forme carrée (de coté 30 cm), orientées suivant la direction 0x, et créent pour un courant
de 9 A un gradient de champ quadrupolaire de 300 G.cm~'. Elles viennent se fixer par
dessus les bobines de compensation. De plus, pour éviter un échauffement excessif de ces
bobines (dissipation de 100 W), leurs montures sont refroidies par un circuit d’eau (voir
figure

De plus, pour éviter les champs parasites présents dans la piece (notamment ceux
introduits par la pompe ionique), nous avons installé un blindage magnétique en mumétal
autour de la chambre & vide englobant également les différentes bobines ainsi que la
pompe a sublimation titane. Il est constitué de deux coquilles concentriques 'une en
fer doux située a l'intérieur et ’autre en mumétal. Ce blindage permet de réduire d’au
moins un facteur 100 les champs parasites externes. Nous avons mesuré la stabilité du
champ magnétique du fond du piege sur une demi-journée et nous avons observé une

121a température n’excéde pas la trentaine de degré Celsius.
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stabilité & court terme (demi-journée) meilleure que 800 uG (voir notefr_gb.

3.4 Systeme laser

Rappelons sommairement le montage du systeme laser dont une description plus dé-
taillée peut étre trouvée dans [42,51]. Le systéme laser que nous utilisons est composé de
trois diodes lasers. Deux de ces diodes sont montées en configuration maitre-esclave pour
fournir les quatre faisceaux du piege magnéto-optique (PMO), le faisceau de pompage
ainsi que le faisceau d’imagerie.

Le laser maitre, diode sur réseau en configuration Littrow, est asservi d’une part en
température et d’autre part en longueur d’onde par absorption saturée sur le croisement
entre les transitions |F = 2)— |F' = 2) et |F = 2)— |F’ = 3). Un modulateur acousto-
optique (AOM), monté en double passage, permet de décaler la fréquence de ce faisceau
sur la transition |F = 2)— |F’ = 3) avant d’injecter une diode libre (laser esclave)
avec une puissance de 200 pW. La puissance en sortie du laser esclave est typiquement
de 50 mW. Ce faisceau passe au travers d’un second élément acousto-optique , pour
la coupure rapide des faisceaux, ou l'ordre -1 est divisé en trois au moyen de lames
A/2 et de cubes polarisants pour former les futurs faisceaux du PMO, le faisceau de
pompage optique ainsi que le faisceau d’imagerie. L’AOM du laser maitre permet de
décaler en fréquence les faisceaux du PMO pendant la phase de mélasse ainsi que le
faisceau d’imagerie pendant la prise d’image. Pour le faisceau de pompage, un second
AOM est utilisé en simple passage, pour ramener la fréquence du faisceau sur la transition
|F' = 2)— |F" = 2). En sortie de cet AOM, nous récupérons une intensité de l'ordre de
I avec un diametre de faisceau de 2 mm.

Pour repomper les atomes qui sont tombés dans 1’état |F' = 1), nous utilisons un laser
repompeur (diode libre) accordé sur la transition Dy (voir la figure[3.10])). Comme I’écart
entre les niveaux hyperfins de la transition D est de plusieurs centaines de MHZPEI,
il est possible de les résoudre avec simplement une diode libre dont la largeur de raie
est typiquement de quelques MHz. L’asservissement en longueur d’onde se fait via une
rétroaction sur le courant et la puissance optique de sortie de la diode est de 30 mW.

3.5 Systeme d’imagerie par absorption

3.5.1 Principe de fonctionnement de ’absorption

Pour imager le nuage, nous utilisons la technique standard d’imagerie par absorption.
Celle-ci consiste a observer 'ombre du nuage atomique portée sur une caméra CCD
lorsque le nuage est éclairé par un faisceau sonde proche de résonance. Cette étape est

13Cette mesure a été réalisée en tracant la courbe donnant le nombre d’atomes dans un condensat en
fonction de la valeur finale de I'onde radio-fréquence appliquée a différents instants de ’aprés-midi.
1T écart entre les niveaux hyperfins de I’état 5P, /5 est 817 MHz.
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FI1G. 3.10 — Structure hyperfine de I’atome de 87 Rb et longueurs d’onde des lasers maitre,

esclave et repompeur.
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destructive dans le sens ou les photons absorbés pendant le pulse d’imagerie chauffe
considérablement le nuage (tout comme une imagerie en ﬂuorescence)E

Dans notre cas, nous imageons sur la transition fermée |F = 2,mp = +2)—|F' =
3,mp = +3). Pour un nuage suffisamment dilu@ et pour une intensité de faisceau de
sonde faible devant 'intensité de saturation Ig,; de la transitiorm I'intensité optique du
faisceau sonde en sortie du nuage atomique Z*(z,y) se déduit de I'intensité incidente
T~ (x,y) par la loi de Beer-Lambert :

TH(z,y) = T~ (z,y) exp ( - 1+JZ§22 / p(z,y, z)dz> (3.23)

ot p(w,y,z) correspond & la densité atomique du nuage, o9 = 3A?/(27) la section
efficace d’absorption de 'atome avec A la longueur d’onde de la transition, I' la lar-
geur de raie de I'état excité de ’atome et § le désaccord du faisceau sonde par rap-
port a la résonance atomique. Cependant, si la polarisation du faisceau sonde n’est pas
parfaitement circulaire ¢ ou pour une mauvaise polarisation des atomes dans 1’état
|F =2, mp = +2), il faut remplacer o(p par une section efficace effective oo qui prend
en compte I’évolution temporelle (équation de Bloch optique) des populations des diffé-
rents sous-niveaux atomiques lors du pulse d’imagerie.

Pour une mesure par temps de vol, nous éteignons uniquement les courants circu-
lant dans la structure de la pucﬁ En effet, la constante de décroissance des courants
de Foucault associée a la coupure du champ transverse By est trop grande (plusieurs
millisecondes) pour ne pas influencer la trajectoire des atomes durant le temps de vol.
Nous choisissons donc de ne pas éteindre le champ By lors de la coupure du piege et
pendant la prise d’image. Ainsi 'imagerie sera faite en présence d’un champ magnétique
homogeéne non nul.

En prenant comme axe de quantification la direction du champ By, parallele a la
surface de la puce, le faisceau sonde vu par les atomes n’est pas parfaitement o™ et des
transitions vers les états |F' = 3,mp = +1), |[F' = 3,mp = +2) sont possibles. Ces
probabilités de transition respectives ont déja été évaluées dans [42]. Pour un champ
magnétique parallele a la surface de la puce et n’ayant pas de composante suivant la
direction longitudinale, la probabilité de transition entre l’état |F' = 2,mp = +2) et
Vétat |F' = 3,mp = +3) est de 73%. De plus, ces transitions sont désaccordées par
rapport a la résonance (0.7 MHz/G) par effet Zeemanﬂ Pour une imagerie en champ,
seule la transition |F = 2,mp = +2)— |F’ = 3,mp = +3) est a considérer.

5Pour s’affranchir de ce probléme il est possible d’imager en “temps réel” le nuage par la méthode
dite du contraste de phase (voir par exemple [52,53]).

16est-a-dire en négligeant les diffusions multiples. Pour un nuage isotrope de rayon r et de densité
uniforme n la condition pour ne pas avoir de diffusion multiples s’écrit nodr < 1, ott op = 3)\2/(271') est
la section efficace d’absorption d’un atome pour une transition a la longueur d’onde \.

171 intensité du faisceau d’imagerie est égale & Isat /8 dans les expériences présentées dans ce manuscrit.

8Dont la constante de temps de coupure est inférieure & 100 us.

YDans le cas d’une imagerie in-situ, comme nous le verrons dans aux chapitres [5| et @ le faisceau
laser est majoritairement polarisé 7 suivant ’axe 0z. Ceci n’induit pas réellement de contrainte & partir
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F1a. 3.11 — Configuration du systeme d’imagerie. Le miroir amovible (flip-flap) per-
met d’avoir sur le méme acces optique le faisceau du piege magnéto-optique (miroir en
position basse) et le faisceau d’imagerie (miroir en position relevée)

3.5.2 Systéme et résolution optique

Le systeme optique se compose de deux doublets (Clairaut) de focale 60 mm et
de diametre 40 mm, corrigés de ’aberration sphérique a faible ouverture ainsi que des
aberrations chromatiques. Malheureusement pour les ouvertures que nous considérons
dans la suite, 'aberration sphérique n’est pas totalement compensée et la présence du
hublot de I'enceinte & vide (épaisseur 2.3 mm en Kodial) ne nous permet pas d’atteindre
la limite de diffraction (diametre de la tache d’Airy : 3 um)@

La particularité de notre montage réside dans 'utilisation du miroir de la puce comme
surface réfléchissante pour imager le nuage (cf figure . Nous obtenons ainsi, sur la
caméra CCD, deux images du nuage (image directe et image du nuage dans le miroir)
qui correspondent respectivement aux profils de densité optique intégrés suivant les deux
directions transverses orthogonales. Suivant la configuration d’imagerie utilisée (image-
rie en champ, ou in situ, et en fonction du désaccord du faisceau sonde par rapport a la
transition |F = 2,mp = +2)— |F’ = 3,mp = +3)), il est possible d’observer simulta-
nément les deux images et ainsi de déterminer la hauteur des atomes par rapport a la
surface de la puce en mesurant la distance séparant les deux nuages sur la caméra CCD.

Pour des problemes d’acces optique, I’axe d’imagerie est aussi 'un des axes du fais-
ceau du PMO (voir figure [3.11)). Une lame semi-réfléchissante (80%-20%) amovible mon-
tée sur un support motorisé (flip-flap) permet de jouer le réle du miroir pour le PMO et

du moment ou la section efficace d’absorption est correctement calibrée.
201’ ouverture numérique de notre systéme optique (N.A. = sin(ca) = 0.3) est limitée par la taille du
hublot du systéme a vide (diameétre de 40 mm).
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se souleve lors de la prise d’'imagd?T}
Pour les mesures que nous avons réalisées dans la suite de ce manuscrit, 'intensité
du faisceau imageur est de g, /8 et la durée du pulse d’imagerie est de 150 us.

Précautions a prendre sur 1’imagerie :

Plusieurs optimisations sur le systéeme d’imagerie ont été faites afin que 'image issue de
la caméra soit limitée par le bruit de grenaille photonique :

— la fenétre de protection située devant la matrice CCD a été enlevée pour éviter les
systemes de franges parasites qui se produisent a cause des réflexions sur ces deux
interfaces air-verre.

— l’ensemble de la caméra et de sa monture est montée sur sorbothane, pour limiter
les vibrations dues aux mouvements du miroir amovible (flip-flap).

— Nous avons placé un tube entre la derniere lentille et la caméra pour limiter au
maximum les turbulences d’air.

— le temps entre les deux prises d’image a été raccourci a 200 ms pour éliminer les
mouvements de faisceaux ainsi que la variation d’intensité lumineuse entre les deux
prises d’image.

De plus, l'utilisation d’un laser esclave asservi par une diode laser maitre permet de
stabiliser 'intensité optique du faisceau d’imagerie. En effet, une diode sur réseau est
beaucoup plus sensible qu’une diode libre aux vibrations mécaniques et acoustiques qui
produisent un bruit d’amplitude difficilement compensable durant le temps d’intégration
de I'image (150 ps).

En complément du systéme afocal, nous utilisons une troisieme lentille de focale
60 mm qui permet d’ajuster le grandissement de notre systeme optique. En configura-
tion 2f-2f (voir figure , elle permet d’obtenir une image non renversée sur la caméra
CCD avec un grandissement de 1. Pour imager le nuage dans le piege magnétique ainsi
que le condensat, nous modifions la position de cette lentille pour obtenir un grandisse-
ment de x(—3) (configuration 4/3f-4f). Un systéeme de marques déposées sur la surface
de la puce et sous le miroir d’or permet d’effectuer une calibration précise du grandis-
sement du systéeme optique. Sauf mention contraire dans la suite, nous nous placerons
dans le cas d’'un grandissement x(—3 £0.1). L’erreur principale sur la détermination du
grandissement provient du fait que les marques ne sont pas dans le méme plan que les
atomes mais 700 ym de part et d’autre du plan d’imagerie. La procédure de mise au point
du systeme d’imagerie est la suivante : nous commencons par focaliser la caméra sur les
marques lithographiées de la puce pour avoir un réglage grossier. Ensuite, nous utilisons
un nuage de petite dimension transverse, moins de 3 pixels rms et nous faisons varier
la position de la troisieme lentille afin de minimiser la taille rms du nuage a position de
caméra fixe.

2] faut cependant prendre garde que le temps de monté de la lame relativement long 500 ms imposant
de faire des durées de pieges magnétiques d’au moins cette durée.
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FiG. 3.12 — Configuration du systeme d’imagerie. La distance séparant les deux images
(directe et réfléchie par le miroir) sur la caméra CCD permet d’accéder a la hauteur du
nuage par rapport a la surface de la puce.

3.6 Description générale du cycle expérimental

Dans cette section, nous présenterons les différentes étapes pour 'obtention d’un
condensat de Bose-Einstein représentées sur la figure [3.13] Un piege magnéto-optique
(PMO) externelﬂ est chargé en une dizaine de seconde a partir d’'une vapeur atomique
de rubidium (§3.6.1]). En quelques millisecondes, le nuage atomique est ensuite transféré
dans un piege magnéto-optique en U (le champ quadrupolaire est réalisé par le fil en
U)( au proche voisinage de la surface de la puce. Apreés une étape de compression
de ce PMO, le nuage est refroidi a une température de l'ordre de 50 pK a l'aide d’une
étape de mélasse optique ( puis est pompé dans V'état |F' = 2,mp = +2). A
cette température, il est possible de charger efficacement le piege en Z (piege purement
magnétique) et d’effectuer en 4 s un refroidissement évaporatif au moyen d’une onde
radio-fréquence jusqu’a la condensation de Bose-Einstein.

L’ensemble de ’expérience est piloté au moyen de cartes programmables réalisées par
André Villing ingénieur au laboratoire [51]. Un module principal, possédant sa propre
référence de temps & 8 MHz (voir notﬂ, recoit d’un ordinateur la séquence expérimen-
tale puis répartit les instructions regues sur chacune des voies de sortie de chacune des
cartes. Suivant le type de carte, les cartes peuvent délivrer des signaux TTL, des signaux
analogiques, et des signaux sous forme de rampes.

3.6.1 Du PMO externe au PMO de surface

Pour les expériences traditionnelles de condensation, la durée d’'un cycle expérimental
est en majeure partie déterminée par la durée du refroidissement évaporatif (~ 1 min)

22Dont le champ quadrupolaire est réalisé avec des bobines externes.
Z3Cette horloge de référence est transmise & ’ensemble des autres cartes programmables pour assurer
leur synchronisme.
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Fic. 3.13 — Grandes étapes de la séquence expérimentale pour ’obtention d’un condensat
de Bose-Eintein.

(voir ), imposant des contraintes importantes sur la qualité du vide pour d’éviter
des collisions néfastes avec les atomes chauds du gaz résiduel. Comme nous le verrons
au paragraphe cette durée est déterminée par le taux de collisions élastiques a
deux corps, c’est-a-dire a nombre fixé d’atomes par les fréquences d’oscillation du piege.
Les forts confinements magnétiques atteignables sur puce atomique (quelques kHz), per-
mettent de réduire cette durée a environ 4 s. Un temps de vie dans le piege magnétique
de l'ordre de la dizaine de seconde est ainsi suffisant pour 'obtention d’un condensat et
les expériences que nous souhaitons réaliser. Il est donc possible de simplifier le dispositif
expérimental (notamment de ne pas utiliser de ralentisseur Zeeman [54]) en chargeant
notre PMO directement a partir d’une vapeur de rubidium. Cette vapeur est obtenue en
faisant passer un courant de 8 A pendant 3.6 s dans un “dispenser” de rubidium (fila-
ment sur lequel le rubidium est adsorbé). L’augmentation de température engendre une
réaction chimique qui libere le rubidium.

Comme la présence de la puce atomique obstrue partiellement une partie de ’espace,
I’acces optique des 6 faisceaux laser, nécessaire au PMO, est rendu difficile. Pour pallier ce
probléme, nous utilisons la surface de la puce comme miroir (idée initialement proposée
par [41,55]). Les deux faisceaux réfléchis par le miroir de la puce jouent alors un role
analogue aux faisceaux directs que nous aurions utilisés s’il n’y avait pas eu de puce.
Pour s’en convaincre, regardons la réflexion d’un faisceau polarisé circulairement sur
un miroir parfait. La réflexion du faisceau produit un déphasage de 7 sur chacune des
composantes du champ électrique. Un faisceau circulaire incident reste donc circulaire
apres réflexion, mais son hélicité est inversée. Nous retrouvons alors la configuration
des PMO traditionnels. Il est & noter cependant que dans notre configuration (miroir
d’or) l'indice de réfraction est en fait égal & n = 0.17 + 4.547 & A = 780 nm [56]. Pour
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une incidence de 45°, le faisceau réfléchi n’est plus circulaire mais elliptique et son taux
d’ellipticité est de 1.68 (voir not@. Le déphasage a la réflexion entre les deux états de
polarisation est de 17.5°. Cet effet ne semble pas trop géner nos pieges magnéto-optiques
relativement robustes a ce type de défauts. En vue d’une amélioration possible de la puce,
il est envisageable de remplacer le miroir d’or par un miroir réalisé avec un empilement
de couches diélectriques bien choisi.

Le PMO externe combine les 6 faisceaux laser précédents ainsi qu’un champ magné-
tique quadrupolaire produit a partir des bobines quadrupolaires. Le chargement de ce
piege dissipatif externe se fait avec un courant de 8.8 A dans les bobines, ce qui corres-
pond & un gradient quadrupolaire typique de 300 G/cm. Pour limiter 1’échauffement des
bobines di a 'effet Joule, nous avons rajouté un systeme de refroidissement & eau, per-
mettant notamment de stabiliser la température et d’éviter les turbulences thermiques
associées a des gradients d’indice, et ceci pour veiller a la qualité des images prises.

Apres le pulse de courant dans le dispenser (3.6 s), nous attendons 12 s pour le
chargement du PMO externe. Durant cette période, la pompe ionique réduit la pression
du gaz résiduel dans l'enceinte & environ 10719 (voir not@. Le piégeage des atomes au
centre du PMO et le refroidissement Doppler sont assurés par le décalage vers le rouge
des faisceaux du PMO de 10 MHz par rapport a la transition atomique |F' = 2)—|F' = 3).
Nous chargeons typiquement quelques 107 atomes dans le PMO externe.

Ces atomes sont alors transférés vers le PMO de surface. Ce dernier utilise toujours les
6 faisceaux lasers précédents mais le champ quadrupolaire est obtenu par la combinaison
du champ crée par le fil en U et un champ externe By approprié. Pour des questions
sur le volume de capture, il est tres difficile de charger directement le PMO de surface a
partir de la vapeur de rubidium. Le transfert entre les deux PMO est réalisé en 30 ms, en
rampant simultanément le courant dans les bobines externes a zéro et le courant circulant
dans le U & Iy = 4 A. La norme du champ transverse homogene est quant & elle amenée
a la valeur de By = 3.8 G en faisant un angle § = —20° avec la surface de la puce{z_q
La position du PMO en U est alors située a environ 2.5 mm de la surface de la puce et
le gradient du piege quadrupolaire correspondant est égal a 12 G/cm. A ce stade, nous
avons mesuré, par temps de vol, une température pour le nuage atomique de 500 pK
ainsi qu’un nombre d’atomes de 2 x 107. En 3 ms, ce piége est ensuite comprimé pour
I’approcher de la surface et ainsi mieux adapter la forme du nuage au piege magnétique
pour faciliter son chargement. Cette étape est réalisée en diminuant le courant dans le
filen U & 2.6 A alors que pendant le méme temps le champ By est augmenté a 4.1 G et
tourné a un angle de 2° par rapport & la surface de la puce. Avant de pouvoir charger
efficacement notre piege magnétique, dont la profondeur est de seulement 500 pK (pour
Iz =3 A et |Byg| =8 G), une étape de mélasse et de pompage optique sont nécessaires.

24Rapport des longueurs des deux axes propres de Pellipse.

2511 est difficile d’avoir une meilleure estimation de la pression regnant au voisinage de la puce atomique
puisque la jauge que nous utilisons se trouve, proche de la pompe ionique et a une dizaine de centimetre
de la zone d’étude.

26Un angle nul correspond & un champ homogene parallele & la surface de la puce.
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3.6.2 Mélasse et pompage optique

Pour réduire davantage la température du nuage avant de procéder a son transfert
dans le piege magnétique (piege en Z), nous utilisons une étape de mélasse optique. Cette
étape consiste a éteindre I’ensemble des champs magnétiques présents et a décaler for-
tement la fréquence des 6 faisceaux lasers vers le rouge (6 = —78 MHz) de la transition
|F = 2)— |F’ = 3) tout en réduisant leur intensité. Les gradients de polarisation des fais-

-0~ associés a la structure hyperfine de I’atome produisent un

ceaux en configuration o
refroidissement sub-Doppler [57], basé sur les effets de gradients de polarisation [58,59].
Ce refroidissement permet d’atteindre des températures de I'ordre de la cinquantaine de
uK. Dans notre expérience, il n’est pas possible de couper rapidement le champ magné-
tique de biais [42] (moins de 3 ms), & cause des courants de Foucault qui apparaissent
dans le bloc en inox de I'enceinte a vide. Pour pallier ce probléeme, nous diminuons le
courant dans le fil en U ainsi que le champ magnétique de biais By en 3.8 ms. Ceci
permet également de réduire la largeur en impulsion du nuage et donc d’améliorer le
refroidissement. Avec cette méthode, nous arrivons & diminuer la température du nuage
jusqu’a 40 uK.

Nous souhaitons également polariser notre échantillon dans 'état |F' = 2, mp = +2),
pour d’une part augmenter le confinement magnétique percu par les atomes et d’autre
part pour éviter les collisions inélastiques entre les états |F' = 2, mp = +1) et |F =
2,mp = +2) qui réduisent le nombre d’atomes dans le piege magnétique [60]. Pour
cela nous utilisons la technique de pompage optique. Premierement, nous appliquons
un champ magnétique directeur de 5 G suivant la direction z puis suivant cet axe de
quantification nous éclairons pendant 350 us les atomes avec un faisceau appelé faisceau
de pompage, polarisé 0T & résonance avec la transition |F = 2)«|F’ = 2). Dans notre
montage expérimental, le faisceau de pompage est monté en simple passage avec comme
faisceau contra-propageant le faisceau de repompage pour minimiser ’effet de recul sur
les atomes lié a la pression de radiation. Suivant les régles de sélection, les atomes sont
alors pompés optiquement dans 1’état noir |F' = 2, mp = +2). Idéalement, cette tech-
nique permet de polariser I’ensemble des atomes, qui initialement sont équirépartis sur
les cing sous-niveaux Zeeman, dans I'état |F' = 2, mp = +2) et donc de gagner un facteur
5 sur le nombre d’atomes présents dans le piége magnétique. Cependant, notre efficacité
est limitée a 2.5 ce que nous expliquons notamment par le chauffage du nuage di aux
photons diffusés pendant le pulse de pompage.

3.6.3 Piege magnétique

A la fin du pompage optique, nous allumons rapidement (en quelques dizaines de
micro-secondes) le piege magnétique obtenu a partir du fil en Z et du champ de biais
By (Cf. §3.1.4.3). De plus, comme le nuage se trouve encore assez loin de la surface
apres la mélasse et le pompage optique, nous travaillons & courant maximal dans le fil
en 7, soit 3 A pour avoir une profondeur de piege non négligeable. Pour maximiser le



44

CHAP 3 - DESCRIPTION DU DISPOSITIF EXPERIMENTAL

transfert d’atomes, nous ajustons la position du piege en Z en jouant sur la norme ainsi
que D'orientation du champs de By. Les valeurs utilisées sont alors By = 12 G avec un
angle de 16°. Comme le chargement n’est pas adiatbatique{?_v]7 nous attendons 200 ms dans
ce piege pour que le nuage se relaxe avant d’entamer une phase de compression et une
phase de refroidissement évaporatif. Apres rethermalisation et une légere évaporation
naturelle due & la profondeur finie du piege (~ 800 pK), le nombre d’atomes piégés est
de 2 x 10°% & une température de 50 pK.

Pour augmenter la durée de vie dans ce piege (en diminuant les pertes par spin-flip),
nous ajoutons au champ longitudinal crée par les deux bras du Z (150 mG)[f] un champ
homogene 1 G suivant la direction longitudinale. Dans cette configuration, une mesure du
temps de vie donne 7 = 16 s ce qui est suffisant pour étre dans le régime d’emballement
lors du refroidissement évaporatif. Cette durée de vie est principalement limitée par les
collisions avec le gaz résiduel et non pas a cause de la profondeur finie du piege. En
effet, si cette derniere est 10 fois supérieure a kg1, I’évaporation peut étre considérée
comme négligeable car tres peu d’atomes se trouve dans la queue de la distribution de
vitesse [61].

Dans le piege non comprimé les fréquences d’oscillations, w; /(27) = (172 + 1) Hz
et wiong/(2m) = (20.5 £ 0.1) Hz, ne sont pas encore suffisantes pour induire un refroi-
dissement évaporatif efficace en 5 s (voir §3.6.4). Comme nous travaillons & courant
maximaFE], pour comprimer le piege nous avons rapproché le nuage atomique de la sur-
face de la puce en jouant sur le champ de transverse By (35 G). Dans ce cas les fréquences
d’oscillation que nous avons mesurées sont respectivement w, /(27) = (1.5 + 0.2) kHz,
et w,/(2m) = (11 £ 0.2) Hz. Durant cette phase de compression, la hauteur du piege
par rapport au fil passe de 500 pm pour sa valeur initiale & une cinquantaine de pm
au-dessus de la surface de la puce (~ 170 pm au-dessus du fil & cause de la présence
du second substrat). Lors de l’approche, nous perdons une grande partie des atomes
chauds lorsque ces derniers rentrent en contact avec la surface de la puce. Pour limiter
ce probleme, nous effectuons la compression en 1100 ms pour que durant cette étape
nous induisons un refroidissement évaporatif sur la surface de la puce [62].

3.6.4 Refroidissement évaporatif dans le piege en Z

Pour atteindre la condensation de Bose-Einstein, il est nécessaire d’augmenter encore
la densité dans I'espace des phases. Le refroidissement évaporatif [63], consistant & tron-
quer la profondeur du piege pour laisser s’échapper les atomes ayant une grande énergie,
typiquement plusieurs fois kg7, est une technique largement utilisée dans les expériences
impliquant les condensats de Bose-Einstein [64]. Cette troncature peut étre obtenue au

2Tdue & la montée brusque du champ de piégeage.

28 Au centre du piege les deux composantes transverses créées par les deux bras du Z suivant 'axe y
se compensent exactement par raison de symétrie et seule reste la composante longitudinale de 150 mG.

2971 est difficile d’augmenter le courant dans le fil en Z & plus de 3 A car durant les 5 s que durent le
refroidissement évaporatif dans le piege magnétique, le fil en Z s’échauffe de pres de 40 K.
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Fig. 3.14 — Schéma de principe du refroidissement évaporatif avec une onde radio-
fréquence dans une approche semi-classique. Le bilan d’une collision entre deux atomes
d’énergies voisines peut donner deux atomes d’énergies tres différentes dont 1'un des
atomes aurait 1’énergie suffisante pour s’échapper du piege. La température du nuage
piégé est alors diminuée. Sur la figure (b), nous avons représenté le schéma de principe
du couplage radio-fréquence a une dimension entre les différents sous-niveaux Zeeman
(état ’F =2,mp = —|—2>)

moyen d’un champ magnétique radio-fréquence qui induit des basculements de spin des
atomes entre les états piégés et anti-piégés sur le cercle isomagnétique ou la condition de
résonance ugB(r) = hugp est vérifiée m Un schéma récapitulatif de cette technique est
présenté en figure Les atomes restant se rethermalisent par collision élastique a une
température plus faible que la température initiale. Dans le cas d’un piege harmonique, il
est possible d’exprimer la température finale Ty du nuage en fonction de sa température
initiale 7} ainsi que du rapport du nombre d’atomes initial N; et final N¢ par [47] :

n—=2
T N\ %
LA i .24
1= (1) 624

ou le parametre n = hvgrp — Eo/(kgT) exprime la profondeur du potentiel en unité
de kT, avec Ey I’énergie du fond du piege.

Cependant, il n’est a priori pas évident que cet abaissement de la température aug-
mente la densité dans I’espace des phases, puisqu’il se fait au prix d’une perte d’atomes.
Les auteurs de [61] ont montré qu’il y a effectivement un gain dans espace des phases
pour n > 3. De plus, pour n > 7, le taux de collisions élastiques augmente en méme

300U vrr est la fréquence de 'onde radio-fréquence et B(r) la norme du champ magnétique pergue
par les atomes.
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temps que la densité dans ’espace des phases. L’évaporation devient alors de plus en
plus efficace pendant la rampe radio-fréquence et on parle de "régime d’emballement”.
Pour notre expérience ol le nombre initial d’atomes est relativement faible 2 x 109, il
est crucial d’atteindre ce régime d’emballement sans lequel nous ne pourrions obtenir de
condensat de Bose-Einstein. Il semble naturel de prendre 7 le plus élevé possible pour
oter la plus grande énergie par particule perdue. Cependant, les collisions engendrant ce
type d’événement sont exponentiellement rares{g;r] avec le parametre n et d’autres proces-
sus, comme les pertes avec le gaz résiduel, limitent en pratique notre valeur de . Dans
notre cas, nous maintenons durant toute la période de rampe entre la compression et
la décompression un parametre 1 légerement supérieur a 7. Le taux de collisions initial
avant le début de 1’évaporation est typiquement de 7 = Row soit 200 collisions.s ! pour
une température de 40 pK, o m est la densité moyenne du nuage, o la section efficace
de collision et v la vitesse quadratique moyenne des particules.

En tenant compte des pertes dues aux collisions avec le gaz résiduel, le parametre
pertinent pour juger de l'efficacité du refroidissement est le produit YeolisionsTpertes; OU
Yeollisions €st le taux de collisions élastiques et Tpertes le taux de pertes par atome. Si
ce taux de pertes est plus grand que “eollisions, 1 €vaporation efficace ne permet pas de
compenser les pertes néfastes. Il est donc en général favorable de comprimer fortement
le piege pour augmenter le taux de collisions élastiques, proportionnel a la densité, afin
d’accélérer le processus d’évaporation et atteindre le processus d’emballement obtenu
POUr TpertesVeollisions > 300. Il faut cependant prendre garde aux pertes a trois corpsle
qui augmentent quadratiquement avec la densité atomique, V3 corps = C3 Corpsn2 (voir
note[g_g[).

D’un point de vue expérimental, ’antenne radio-fréquence est réalisée a I’aide du fil en
U. Un relais mécanique permet de commuter entre ’alimentation du U et la source radio-
fréquence. L’onde radio-fréquence est générée a I’aide d’'un module DDS (Direct Digital
Synthesis). Ce DDS combiné avec un ampli RF (1W) réalise les rampes successives
d’évaporation lors du processus d’évaporation. Nous optimisons la forme des rampes
successives de la courbe RF, en maximisant et minimisant respectivement le nombre
d’atomes et la température avec 7 segments de droites dont les valeurs ainsi que les
durées respectives sont représentées sur la figure Pour plus de details sur la méthode
d’optimisation des rampes voir [42].

3.6.5 Coupure du piege et temps de vol

Les propriétés des nuages atomiques (température, mesure du nombre d’atomes,
observation de inversion d’ellipticité pour un condensat, etc ...) sont mesurées apres

31 puisque le nombre d’atomes situé dans la queue de la distribution de Maxwell-Boltzmann est expo-
nentiellement petit en kgT'.

32]ors de la collision deux atomes forment une molécule généralement dans un état vibrationnel excité,
et le troisieme atomes emporte 1’énergie restante. Les trois atomes sont alors perdus en fin de processus.

33Pour le rubidium 87 polarisé dans 1’état |F'=2,mp = +2), C5 vaut 1.8 1072°S.1.
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Fia. 3.15 — Evolution temporelle de la fréquence de 1'onde radio-fréquence pendant la
période d’évaporation. Durant la premiere étape de compression, une évaporation de
surface est également induite en approchant le nuage dans le trés proche voisinage de la
puce. Une étape de décompression (200 ms) permet d’éloigner le nuage de la surface et
d’effectuer un temps de vol pour imager le nuage.

expansion au bout d’un temps de vol variable. Sur notre expérience, au lieu de couper
I’ensemble des champs magnétiques (champ homogene et courants de la microstructure),
nous n’éteignons que les courants circulants dans la microstructure. Ceci a pour but de
limiter les courants de Foucault produits dans la structure en inox de I’enceinte a vide
lors de la coupure du champ de biais. La prise d’image du nuage atomique se fait alors
dans le champ homogene By ce qui ne pose pas de probleme mis & part un décalage par
effet Zeeman de la fréquence de transition |F = 2, mp = +2)—|F' =3, mp = +3>@ Un
modulateur acousto-optique, monté en simple passage, est ajouté sur le faisceau d’ima-
gerie pour décaler sa fréquence de 70 MHz vers le bleu. Ainsi, en jouant simplement
sur la fréquence de I’AOM situé sur le laser maitre, nous pouvons atteindre la fréquence
pour la mélasse (décalage de —78 MHz vers le rouge) et d’imager en champ homogene
de pres de 30 G.

De plus, la coupure du piege doit étre rapide par rapport a la constante de temps
associée au mouvement de centre de masse de ’atome, donnée par la valeur de la fré-
quence d’oscillation transverse. Pour estimer le temps de coupure maximal admissible,
prenons le cas d’un condensat de Bose-Einstein pur dans un piege anisotrope (w, > w,),
la densité atomique apres temps de vol est déduite de la densité atomique initiale en ap-

34Cet effet Zeeman permet également de mesurer la constante de temps de décroissance des courants
de Foucault associée a la coupure du champ de biais. 11 suffit pour cela de mesurer I’évolution du décalage
en fréquence associé a cet effet Zeeman en fonction de la durée du temps de vol lorsque tous les champs
sont coupés en méme temps. Cette mesure nous donne un temps de décroissance 7 = 3 ms.
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Fiag. 3.16 — Evolution du facteur d’échelle transverse A; en fonction du temps de vol
pour 4 coupures linéaires de pieges (1 us, 10 us, 50 ps, 100 ps). Parametres utilisés :
fréquence perpendiculaire 3 kHz, fréquence longitudinale 10 Hz.

pliquant les facteurs d’échelle \; sur chacun des axes du piege. Les \; vérifient le systeme
d’équations différentielles suivant (dérivé dans la référence [65], voir aussi [66])

2
N — Wj(o)
DV VD)

J ‘perptz

- wjz(t))\j avec  j={x,y,z} (3.25)

ol j désigne la coordonnée de I’axe sur lequel nous faisons le calcul et w;(t) 1’évolution
temporelle de la fréquence d’oscillation dans la direction j durant la coupure du piege.

Pour la résolution numérique de ce systeme différentiel, nous supposerons que la
fréquence w;(t) décroit linéairement vers 0 pendant un temps Trampe. Nous prendrons
comme parametres numériques une fréquence d’oscillation transverse 3 kHz et une fré-
quence longitudinale de 10 Hz. Nous avons reporté sur la figure [3.16] le facteur d’échelle
A1 pour quatre temps de coupure différents : 1 us, 10 us, 50 us et 100 ps. Pour les temps
de coupure rapide (i.e. 1 us et 10 us) nous ne voyons pas de différence significative sur
I’évolution de A . Pour un temps de coupure de 50 ps, nous observons une erreur de 3%
par rapport a une coupure infiniment rapide.

Expérimentalement pour avoir des temps de coupure de I’ordre de 10 us nous ajoutons
en série sur les deux fils en Z (Z; et Z3) un transistor MOSFET a canal N (STPS8ONEO3L-
06) qui ouvre le circuit en un temps de 5 us. Le choix de ce transistor a été orienté pour
sa treés faible résistance série (0.005 €2) ainsi que son courant de claquage élevé (80 A).
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Pour obtenir la température du nuage, une technique consiste a mesurer la distribu-
tion en vitesse du nuage apres une coupure rapide du piege. Pour des nuages suffisamment
dilués (pa® < 1) et non dégénérés, leur profil de densité est donné par la distribution de
Maxwell-Boltzmann (profil de densité gaussien dans un piége harmonique) :

2 2 2

— &L Y z
n(r, trof) = 10, trof)e F7AoD 23 ion) | 2Far)) (3.26)

ol tior est le temps de vol.

A partir de la distribution gaussienne initiale dans ’espace des phases, on montre
que I’évolution de la taille rms du nuage au cours du temps de vol s’écrit dans les trois
directions de ’espace :

kgT
oy (tror) = 0 (tro = 0) + =~y (3.27)

Afin d’accéder a la température & partir de la mesure expérimentale de Ug(ttof), il
suffit de déterminer (ajustement par les moindres carrés) le coefficient directeur de la
droite donnant 05 (ttof) en fonction de ¢2 ;. L’ordonnée a l'origine fournit quant a elle la
taille initiale du nuage convoluée par la résolution optique finie du systeme d’imagerie.

3.6.5.1 Condensation de Bose-Einstein

Pour des températures inférieures a la température critique (voir chapitre précédent),
Paccumulation des atomes dans ’état fondamental du piege (condensation de Bose-
Einstein) se traduit par Papparition d’un pic de densité au centre du nuage lors de son
expansion par temps de vol. La valeur théorique de la température de condensation pour
nos parameétres expérimentaux est de 350 nK pour un nombre d’atomes de 10* et des
fréquences d’oscillations : w, /(27) = 1.5 kHz et w,/(27) = 20 Hz.

Il n’est pas possible d’imager directement le condensat dans le piege comprimé car
leffet Zeeman est trop important pour étre accessible par notre faisceau d’imagerie.
Pour imager le condensat, nous decomprimons adiabatiquement le nuage atomique en
réduisant le champ de biais externe a 12 G avant d’effectuer le temps de vol. Durant cette
décompression la fréquence d’oscillation transverse passe de 1.45 kHz a 170 Hz. La figure
3.17| présente des profils de densité a différentes températures au voisinage du seuil de
condensation. Ils sont obtenus en modifiant la valeur finale du couteau radio-fréquence
lors de la derniere rampe d’évaporation.

En plus de I'apparition du pic de densité au centre du nuage, I'inversion de I’ellipticité
du condensat, contrairement a ’expansion isotrope dans le cas d’un gaz de Maxwell-
Boltzmann sans interaction, constitue une seconde signature de la condensation de Bose-
Finstein. La figure présente trois images par absorption pour des temps de vol
différents.
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F1G. 3.17 — Transition de phase entre un gaz thermique et un condensat de Bose-Einstein.
Les profils de densité atomique ont été obtenus apres un temps de vol de 15 ms. La
température du nuage est variée en changeant la valeur finale de la rampe radio-fréquence
par pas de 10 kHz. Le phénomene de condensation se traduit par ’apparition d’un pic
de densité au centre du nuage, conséquence d’'une population macroscopique de 1’état
fondamental.
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4 ms 8 ms 15 ms

—— 60 um

FiG. 3.18 — images par absorption de trois nuages a des temps de vol différents. L’in-
version de lellipticité au cours du temps de vol est une signature de la présence d’un
condensat au centre du nuage.

3.6.5.2 Calibration du nombre d’atomes

Usuellement la calibration du nombre d’atomes Nio; est obtenue en mesurant soit la
1/3p1/3

2
température critique de condensation et en utilisant la formule T3P = O.94W—B“’t [30],

soit en mesurant le rayon Thomas-Fermi éventuellement corrigé par le faible nombre
d’atomes comme proposé par Zubarev [67]. Cette calibration sur notre expérience est
rendue délicate et imprécise par le faible nombre d’atomes condensés et la faible dépen-
dance de la température de condensation en fonction du nombre d’atomes (en N'/3).
Une précision de I'ordre de 10 % sur la mesure de la température se traduit par une pré-
cision sur la détermination du nombre d’atomes de 30% sans compter les autres erreurs
systématiques pouvant étre introduites comme les effets de taille finie et le décalage de
la température de transition a cause des effets de champ moyen.

Nous avons donc choisi une autre méthode pour calibrer le signal d’absorption afin
d’obtenir le nombre réel d’atomes contenus dans le nuage. Pour un faisceau sonde par-

T suivant I'axe de quantification du champ magnétique, le coef-

faitement polarisé o
ficient d’absorption est parfaitement connu pour la transition |F = 2,mp = +2)—
|F' = 3,mp = +3) et vaut 3A?/(27). Expérimentalement aprés la coupure du piege
et avant la prise d’image (qui a lieu 6 ms apres), nous tournons le champ magnétique
By (12 G) pour qu'il pointe suivant la direction Oy. Le faisceau sonde est alors polarisé
oT pour le faisceau traversant directement le nuage avant la réflexion sur le miroir. En
mesurant son absorption et en la comparant a celle obtenue dans la configuration de
champ souhaité (soit in-situ ou le champ est majoritairement suivant 0z, soit dans le cas
d’un champ de transverse homogene parallele & la puce dans le plan 0xy), il est possible
de déduire la section efficace effective en supposant que le nombre d’atomes réels est le
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méme dans les deux cas.

Nous avons souhaité tester cette méthode dans un cas connu (champ magnétique By
de 12 G parallele a la surface dans la puce dans le plan (0Oxy) ol nous attendons une
section d’absorption de 0.7 x 3A2/(2m) [42,51]. Pour faire cette mesure, nous retirons
également le transistor de coupure rapide (MOSFET) présent sur le fil en Z pour étre
certains que tous les atomes aient le temps de se polariser suivant la direction finale
du champ magnétique (temps de décroissance du courant dans le fil en Z de 500 us).
Nous produisons un nuage de 10* atomes & une température de 3 pK dans le piege
de 12 G. La fréquence du faisceau est ajustée pour étre a résonance a mieux que le
MHz sur la transition |[F = 2,mp = +2)— |F' = 3,mp = +3) dans les deux caf>’|
Alternativement, nous mesurons apres le méme temps de vol le nombre d’atomes dans
les deux configurations ou le champ est suivant la direction parallele a la puce et suivant
laxe du faisceau d’imagerie. Nous obtenons alors C = 0.74 £ 0.02 (moyennage sur 20
coups) confirmant ainsi le principe de la méthode.

Il est alors possible de passer au méme type de mesure dans le cas in-situ. Dans ce
cas, la polarisation du faisceau n’est absolument pas circulaire mais majoritairement 7.
Nous avons également vérifié que la présence d’un faisceau repompeur pendant la prise
d’image ne change pas le nombre d’atomes détectés.

3.7 Parametres et valeurs typiques sur ’expérience

Pour finir ce chapitre, donnons un tableau récapitulatif de nos parametres expéri-
mentaux :

Phase ‘ durée ‘ Nombre d’atomes | Temperature (uK) ‘

PMO externe 12s 107

PMO de surface | 20 ms

PMO de surface comprimé 5 ms

Mélasse optique | 150 us 50 uK
Pompage optique | 350 us | (|F =2, mp = +2))

Piege magnétique 3s 2108 10 uK

Au seuil de condensation 3 10% 290 nk
Condensat pur 104

ainsi que les propriétés des différents pieges magnétiques utilisés :

35Nous n’observons pas de décalage de fréquence appréciable entre les deux configurations de champs
magnétiques.
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type de pieges ‘ courant | champs de biais ‘ wy/(2m) ‘ w,/(2m) ‘

Piege en U 37A132G,0=-14°

Piege en U (compressé) 27A ] 38G,0=-4°
Piege en Z comprimé 3 A 35 G, 0 =16° | 1.45 kHz | 15.5 Hz
Piege en Z décomprimé 3A 12 G, 8 = 16° 170 Hz | 20.5 Hz







CHAPITRE 4

Réduction du potentiel rugueux
créé par une puce atomique

L’attrait des puces atomiques par la communauté des atomes froids est motivé par les
nombreuses applications potentielles de ces dispositif miniaturisés. Contrairement aux
cas des dispositifs expérimentaux traditionnels n’utilisant que des bobines macrosco-
piques pour créer leur potentiel de piégeage, les puces a atomes peuvent produire quant
a elles des potentiels variant significativement sur des échelles typiques de 'ordre du
micrometre ( [68-70]). Les tres forts confinements magnétiques également atteignables
permettent de produire des pieges en dimensionalité réduite (et plus particulierement uni-
dimensionnels [71,72]). Au cours de cette these, nous avons bénéficié de cette propriété,
pour étudier les propriétés d’un gaz de Bose tres anisotrope dans le régime d’interac-
tions faibles (cf chapitres [5| et @ et il serait intéressant de poursuivre cette étude dans
le régime de couplage fort (régime de Tonks-Girardeau [20, 21, 73]). Pour atteindre ce
régime, il est nécessaire de produire des confinements transverses tres importants tout
en gardant un confinement longitudinal trés lache. Les puces a atomes semblent donc
avec leurs tres forts gradients transverses étre des candidats idéaux pour réaliser ce type
de piege.

Cependant peu de temps apres 'introduction des puces atomiques dans la commu-
nauté des atomes froids (1999), la majorité des groupes utilisant ce type de dispositifs
expérimentaux ont été confrontés a un phénomene inattendu : un nuage froid (condensé
ou non) se fragmente lorsqu’il est approché au voisinage de la microstructure qui le
piege. Cette observation a été initialement faite par le groupe de C. Zimmermann ou
les auteurs de [74] ont pu déterminer que cette fragmentation provient d’une fluctua-
tion spatiale du champ magnétique longitudinal le long de la micro-structure piégeante
(micro-fil en cuivre dans leur cas). En inversant le courant dans le fil ainsi que le champ
transverse de piégeage, ils ont montré que la rugosité est inversée. Bien que dans leur
dispositif expérimental, cette composante de champ magnétique soit typiquement tres
faible (AB/B =~ 10~%) pour une distance de 100 ym au-dessus du fil, un nuage & une
température de 1 uK fragmente. Des observations similaires ont été faites sur des micro-
structures utilisant des aimants permanents [75,76], des film minces [77], ainsi que des
micro-fils en or [78-80] ou en cuivre [74].

Une étude quantitative sur l'origine de ces fluctuations de champs magnétiques a été
réalisé dans le groupe par Jérome Esteve et al. [51] et Thorsten Schumm et al. [40]. Cette
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(a) (b) (c)
Impuretés Rugosité des bords du fil
o o

V4

F1G. 4.1 — Origines possibles de la rugosité de potentiel : (a) présence d’impuretés magné-
tiques a l'intérieur du micro-fil, (b) déformations des lignes de courants dans le micro-fil
ou d’autres effets d’origine inconnue (c).

étude a montré que dans le cas de fils plats les fluctuations de champs magnétiques sont
principalement dues a la déformation des bords du fil qui induisent des déformations des
lignes de courants. Pour un fil dont les déformations de ces bords sont décrites par un
bruit de densité spectrale constante, la norme du champ magnétique varie en h=%/2 ol
h est la hauteur du nuage par rapport au fil. Cette forte dépendance avec la distance
est un sérieux frein a la miniaturisation des dispositifs et a la réalisation de systeme
purement unidimensionnel, bien que des progres ont été faits pour améliorer la qualité
des fils [81,82].

Nous allons montrer au cours de ce chapitre comment il est possible de s’affranchir
de la rugosité en modulant rapidement le potentiel magnétique de sorte que les atomes
ressentent uniquement le potentiel moyen, qui exempt de rugosité.

4.1 Caractéristiques du potentiel rugueux

4.1.1 Origines possibles et mesures préliminaires

Dans la suite de ce chapitre, nous nous intéresserons uniquement a la rugosité de po-
tentiel introduite par les micro-fils conducteurs. Nous pouvons penser & plusieurs origines
possibles pour expliquer cette rugosité (voir figure :

— effets purement géométriques des micro-fils conducteurs,

— effets d’'impuretés magnétiques présentes dans le micro-fil,

— absorption d’atomes de rubidium sur le substrat de la puce qui, par effet Stark,

produisent un potentiel rugueux [83].
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Différentes expériences peuvent étre menées pour déterminer la cause de cette rugo-
sité. L’équipe de Ketterle [80] a comparé la fragmentation (ou non) d’un condensat de
Bose-Einstein lorsque celui-ci est piégé au voisinage d’une puce atomique par respective-
ment un piege dipolaire ou un piege magnétique créé a partir de courants circulant dans
la microstructure. Le condensat fragmente dans le cas de second cas alors qu’aucune
fragmentation n’est visible dans le cas du piege dipolaire pour des positions de pieges
identiques. Cette expérience montre que la rugosité est due a la circulation du courant
électrique a l'intérieur de la microstructure. Ces déformations peuvent étre dues soit a
la présence d’impuretés qui se magnétisent au passage du courant dans les micro-fils soit
plus simplement a la déformation des lignes de courants provenant des bords rugueux
des micro-fils.

4.1.2 Déformations des lignes de courant

Jusqu’a présent, toutes les expériences faites sur puce atomique ont permis de vérifier
que l'amplitude mesurée du potentiel rugueux varie linéairement avec le courant. Ces
observations semblent donc indiquer que la déformation des lignes de courant a ’'intérieur
du micro-fil sont a l'origine de ce potentiel rugueux. De plus, suivant les techniques de
fabrication utilisées, 'amplitude de rugosité associée peut varier de maniére importante.
Pour des fils usinés mécaniquement ou électro-déposés sur substrats [79,84], 'amplitude
de rugosité est typiquement du méme ordre de grandeur (quelques centaines de nK a
100 pm) et celle-ci semble indépendante du type de matéraux utilisés cuivre ou or.
A contrario les fils réalisés par évaporation d’or dans le groupe de Schmiedmayer ne
présentent pas de rugosité visible pour un nuage thermique et ceci quelque soit la distance
a laquelle il est approché du fil. Une faible fragmentation est seulement visible pour un
condensat et ceci uniquement au voisinage trés proche du micro-fil [85]. La qualité a
apporter a la micro-fabrication des fils semble donc étre un enjeu crucial.

En 2004, Lukin et al. ont suggéré que les déformations géométriques des fils des bords
du fil et de sa surface qui induisent des déformations des lignes de courants pourraient
étre a l'origine du potentiel rugueux pergu par les atomes [86]. Ils ont développé un
modele théorique, similaire & celui présenté dans [40,51], et tres brievement rappelé au
§[4.1.3] qui permet de faire le lien entre les déformations géométriques des bords du fil et
le champ magnétique rugueux créé. Cette hypothese a été testée dans notre laboratoire
sur des fils d’or électro-déposés. En comparant le potentiel magnétique mesuré a l'aide
d’un nuage atomique thermique avec celui obtenu a partir de la mesure des déformations
des bords du fil, il a été prouvé que la rugosité des bords du fils explique majoritairement
le potentiel rugueux pergu par les atomes [79].

Ces résultats sont évidemment spécifiques a notre dispositif expérimental et d’autres
effets, comme la rugosité de la surface du dessus du fil, ou des inhomogénéités dans le fil,
qui peuvent étre dominants dans d’autres configurations. Cette théorie, a néanmoins le
mérite de donner un critere sur la qualité minimale qu’il faut apporter a la fabrication des
micro-fils pour avoir une amplitude donnée de potentiel rugueux a une hauteur donnée
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fd(Z)

composante symétrique composante antisymétrique
*(z) f(z)

F1G. 4.2 - Décomposition des déformations des bords du fils f;(z) en deux composantes :
une composante symétrique (a) et une composante anti-symétrique (b). Par raison de
symeétrie, la composante anti-symétrique produit une contribution de champ magnétique
nulle dans le plan Ozz (x=0). Figure (c¢) : vue de dessus d’un fil en Z obtenu par
électrodéposition (image au microscope a électrons).

au-dessus du fil.

4.1.3 Propriétés spectrales du potentiel rugueux

Dans cette partie, nous décrirons succinctement, comment il est possible de déri-
ver I’expression du champ magnétique rugueux associé aux déformations géométriques
du micro-fil. Nous appliquerons ces résultats pour comparer deux techniques de micro-
fabrications que nous avons utilisées pour fabriquer respectivement le fil en H (lithogra-
phie optique suivi d'un dépdt électrolytique d’or) et les cing nano-fils d’or (lithographie
électronique suivi d’un dépot d’or par évaporation).

Prenons un micro-fil de section transverse moyenne a x b (voir figure et s’éten-
dant dans la direction longitudinale sur une distance que nous considérons comme infinie.
Nous noterons également f;/q la déviation du bord du fil par rapport au fil parfaitement
rectiligne (voir figure pour les conventions de signes). Nous supposerons, de plus,
que cette fonction ne dépend que de la coordonnée longitudinale. Dans le cas de nos
fils, fabriqués par lithographie optique ou électronique, les déformations des bords dé-
pendent tres peu de la coordonnée x, ce qui valide cette hypothese. Pour calculer la
distribution de courant a 'intérieur du micro-fil rugueux, nous supposerons également
que la conductivité ohmique v est uniforme a l'intérieur du micro-fil.

La loi d’Ohm locale J = «vE et la loi de conservation de la charge VJ = 0 imposent
que le potentiel électrique V' a I'intérieur du fil satisfasse I’équation de Laplace V2V = 0.
Les conditions aux limites imposées sur les bords du fil (la densité de courant devant
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étre parallele aux bords du fil) se traduisent par ’équation suivante :

d ) 0
e agie = sa )} = g e = ez fn @)

en écrivant le potentiel électrique sous la forme V = v+ joz/7v, ou jo = I/(ab)
représente la densité moyenne de courant et v correspond a la déviation du potentiel
électrique par rapport au potentiel moyen.

Dans le cas ou I'amplitude fg/q est petite, il est possible d’approximer %(w =+a/2+
fe/a;2) et %(w = +a/2+ fy/q4, 2) par %(m =+a/2,z)et %(m = +a/2, z) respectivement
(développement a I'ordre 1 en f,/q).

Compte tenu de 'approximation précédente, les conditions aux limites données par
I’équation s’écrivent dans I’espace de Fourier :

i v
ikjoyjax =~ (@ = *a/2). (4.2)

Il est intéressant de décomposer les fluctuations des bords du fil en une partie symé-
tri + fg""fd fg_fd
que fT = £

2
de la densité de courant ji(y) s’écrit avec ces deux notations pour un vecteur d’onde k :

et une partie antisymétrique f~ = . La composante de Fourier

cosh(kx)
cosh(ka/2)

jr(x) = ikjo{ £+ Smfk } (4.3)

A partir de I’équation nous pouvons déduire les propriétés suivantes :

— les composantes symétriques f,j de grand vecteur d’onde (devant 1/a) ont une
contribution importante seulement sur les bords du fil. A contrario, pour les petits
vecteurs d’onde, ji(z) est quasiment constante sur la largeur du fil.

— par raison de symétrie, a I'aplomb du fil (z = 0, y, z), seule la composante f,;"
produit un champ magnétique longitudinal non nul. En effet, les contributions des
deux éléments de courant situés en (x, y, z) et (—x, z, y) se compensent exactement
(voir figure [4.2)).

L’expression de la densité de courant a la composante de Fourier de vecteur d’onde

k fait intervenir les valeurs de f,:r et f,. . Pour les déterminer expérimentalement nous
avons utilisé la procédure suivante : en prenant une série d’images en vue de dessus au
microscope & électrons (voir[4.2c)) du fil & caractériser, nous avons reconstitué une image
complete du fil, en recollant chacune de ces images entre elles. Une fois cette étape faite,
nous extrayons les déformations du bords du fils par détection de contour. Nous avons
appliqué cette méthode pour caractériser nos deux techniques de micro-fabrication :

— lithographie optique et croissance électrolytique d’or : en regardant les déforma-
tions des bords du fil associée a la barre centrale du H.

— lithographie électronique suivie d’un dépot d’or par évaporation : en regardant les
déformations des bords des cing nano-fils d’or (voir figure [4.3)).
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F1Gg. 4.3 — Image au microscope électronique a balayage de nos cinq nanofils d’or (di-
mensions : section carrée de 700 x 700 nm?, 2 mm dans la direction longitudinale). Des
défauts de fabrication sont visibles notamment sur la figure (a) : rugosité des bords du
fils et mauvaise élimination de l'or lors de I’étape de lift-off (voir texte). Sur la figure (b),
on peut également noter une forme légerement trapezoidale des fils. (La déformation des
fils présente au premier plan est une conséquence de la contrainte que nous avons exercé
lors du clivage du substrat). Figure (c) : vue de dessus d’un des fils & partir de laquelle
nous avons extrait les déformations du bord du fil (le champ de vue est alors de 2.5 pm).

Sur la figure [£.4] nous avons représenté les deux densités spectrales de bruit des
bords du fils pour les deux méthodes de fabrication. Pour les petits fils, il ne nous est
pas possible de reconstruire le spectre sur une aussi grande plage de vecteurs d’onde
que pour la barre centrale du H. En effet, & cause du fort grandissement utilisé sur
le microscope a électrons (environ 18 fois plus grand que pour lanalyse du fil en H),
des aberrations apparaissent en bord de champ (3 x 4 pm?) déformant I'image du fil.
Le recollement des images introduit alors des erreurs systématiques et il est difficile de
déterminer avec précision I’amplitude de rugosité pour des échelles spatiales plus grande
que 2 ou 3 images. Nous nous sommes donc limités aux vecteurs d’onde supérieurs a
Emin = 10 pm™!. Pour cette gamme de vecteurs d’onde accessibles, le gain sur la densité
spectrale de bruit est typiquement entre 3 et 4 ordres de grandeurs.

A partir de ces valeurs, il est possible d’estimer la rugosité longitudinale attendue
au fond du piége en connaissant la fonction de réponse R(k,y) = |B,;/f1(k)|. Son
expression a été dérivée dans [51,81], et s’écrit en un point M situé au-dessus du fil a
une distance y (grande devant sa taille a) :

piol )
424

~~

R(k,y) = (ky)* K7 (ky) (4.4)

ou K7 représente la fonction de Bessel de premiere espece d’ordre 1. Cette fonction de
réponse agit comme un filtre sur les différentes composantes spectrales des déformations
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Fi1G. 4.4 — Densités spectrales mesurées, pour des fils obtenus par électrodéposition
(courbe du dessus) et pour les petits fils obtenus par évaporation (courbe de dessous).

des lignes de courant dans le fil. Sur la figure nous avons tracé la fonction sans

2
dimension R(k,y)/( %) Elle est maximale pour ky = 1.3 et décroit vers zéro de part

et d’autre de ce point. Ceci peut se comprendre intuitivement de la maniere suivante :

— a amplitude de rugosité fixée, 'accroissement de la longueur d’onde tend a diminuer
la composante transverse du courant a I'intérieur du fil et donc sa contribution au
champ magnétique longitudinal.

— Dans le cas des faibles longueurs d’onde, 'effet est tout autre puisqu’il s’agit sim-
plement d’un effet de moyennage.

Pour estimer l'ordre de grandeur de 'amplitude de la rugosité, associée a 1'utilisation
des petits fils, nous considérons un bruit blanc et nous intégrons la fonction de réponse
sur ’ensemble des vecteurs d’onde. Pour les expériences que nous allons présenter dans
ce chapitre, le piege se trouve a une hauteur h = 7 pm au-dessus du fil central. Nous
prendrons donc une valeur de densité spectale moyenne de 107°um?. En supposant que
les fluctuations spatiales des bords des cing fils sont décorrélées entre elles, nous trouvons
une amplitude rms de 140 nK pour un courant de 15 mA dans chacun des petits fils.

Ce calcul montre qu’en dépit d’une amélioration de la qualité des bords du fil par
quatre ordres de grandeur la rugosité du potentiel reste toujours un probleme puisque
I’amplitude de la rugosité est du méme ordre de grandeur que le potentiel chimique du
condensat (~ 1 kHz).
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FIG. 4.5 — Evolution de la fonction de réponse adimensionnée R(k,y)/((uol)?/(47%y*))
donnant 'amplitude du champ magnétique a la composante de Fourier k en fonction de
la variable ky ol y est la hauteur par rapport au fil. Elle est maximale a ky = 1.3 et par
raison de symétrie, seule la composante symétrique fT contribue au potentiel rugueux
lorsque le nuage est dans le plan de symétrie (Oxz,y=0).

4.2 Principe du guide modulé

Dans cette partie, nous décrirons le principe du guide modulé créé par la combinaison
d’un fil parcouru par un courant I et un champ transverse homogene By. Nous verrons
ainsi comment le potentiel moyen est exempt de rugosité et nous dériverons les propriétés
du potentiel moyen. Nous expliciterons également au travers des paragraphes suivants
quelles sont les conditions, valeur inférieure et valeur supérieure, que doit satisfaire la
fréquence de modulation wy,/(27) de I et By pour que les atomes pergoivent un potentiel
adiabatique moye

4.2.1 Potentiel moyen pour un guide magnétique modulé

Reprenons le cas du guide magnétique obtenu par ’association du champ magnétique
créé par un courant I parcourant un micro-fil et d’'un champ magnétique homogene By
dont Porientation est orthogonale a I'axe du fil (voir figure du chapitre [3). Comme
précédemment nous rajouterons un champ magnétique B constant dans la direction
longitudinale (axe du fil) pour éviter les pertes par basculement de spin (pertes Majorana

Le terme ”moyen” sera pris au sens de valeur moyenne temporelle du potentiel par rapport aux
constantes de temps associées aux degrés de liberté externes de ’atome. Le terme ”adiabatique” quant &
lieu sera utilisé dans le sens ou le moment magnétique de ’atome doit suivre a tout instant la direction
instantanée du champ magnétique oscillant.
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(a) courant positif : (b) courant négatif :
VA Z
_—
—
B, 8B, B, B,

F1G. 4.6 — Schéma de principe de 'inversion de rugosité : I’élément de courant d.J produit
dans la direction longitudinale un champ magnétique 0 Bz qui s’ajoute ou se retranche
a B§ suivant l'orientation du courant positif (a), négatif (b).

[87]). Dans cette configuration, le potentiel rugueux 6V (z) au centre du guide magnétique
est proportionnel au courant I. En effet, le potentiel magnétique vu par les atomes au
centre du guide est donné par :

V(2) = up| B + 6B:(2)] (4.5)

ou d B, représente le champ magnétique créé par les déformations des lignes de cou-
rants a l'intérieur du micro-fil [74,79]. En remarquant que § B,(z) (typiquement de 'ordre
de quelques mG) est faible devant la valeur du champ |B?| (1.8 G), 'expression précé-
dente se simplifie avec la condition |B?| > §B,(z) en :

V(z) = pp B + 6V3(2) (4.6)

avec 0V,(z) = updB,(z). Ainsi, §V(z) devient proportionnel au courant I et inverser
périodiquement I sur une échelle de temps rapide par rapport a I’évolution longitudinale
du mouvement du centre de masse permet aux atomes de n’étre sensibles qu’au potentiel
moyen (voir figure [4.6)).

Rappelons que la position du piege est définie par ’orientation relative du courant I et
du champ transverse homogene By. Ceci impose, pour garder a tout instant un potentiel
piégéant localisé au méme emplacement, de moduler I et By a la méme fréquence de
modulation wy, et en phase. Nous reviendrons sur cette contrainte expérimentale dans
le paragraphe §

Dans la suite, nous considérons une modulation sinusoidale du courant et du champ
By a la fréquence wy,/(2m). Nous supposerons que wy, est suffisamment grande pour
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que les atomes ne soient sensibles qu’au potentiel moyen. Pour des atomes dans 1’état
|F =2, mp = +2), ce potentiel s’écrit :

(V(r,0) = s <¢ (B +6B.(2.1)2 + (B (r.1) — Bo(1)) + BL>2> (4.7)

ou BT — By correspond au champ magnétique quadrupolaire transverse créé par la
combinaison du courant I et du champ de biais Bg. B, représente quant a lui ’en-
semble des champs constants temporellement, contenus dans le plan transverse Oxy. De
plus, nous supposerons que les échelles de variations spatiales de B (r) sont grandes
devant l'extension spatiale du nuage de sorte que B n’introduit pas de rugosité sup-
plémentaireﬂ Expérimentalement, B (r) correspond & tous les champs homogenes mal
compensés (pompe ionique, courant dans le dispenser, etc...).

Comme BY (1.8 G) est grand devant tous les autres champs magnétiques sur exten-
sion spatiale du nuage atomique, il est alors possible de se placer dans ’approximation
harmonique et en développant la relation au second ordre nous obtenons :

(V) = o ([BY + 9B, (v, 1)) + 225 (I(BY() ~ Bo()) + BL(?)  (48)

Nous voyons immédiatement que comme |BY| > |[§B,(r)|, {|BY + §B,(r,t)|) = |BY|
ce qui a pour effet d’éliminer la rugosité a cet ordre du développement dans la direction
longitudinale ﬂ De plus, en développant le second terme de ’équation le terme croisé
2((Bf(t) — By(t))B_L(r)) se moyenne & zéro pour produire une contribution nulle sur le
potentiel moyen. Nous trouvons alors comme expression du potentiel moyen :

(V(r,t)) = pp|BY| + 2|‘j§0| (B () - Bo(t)?) + (BL(x)?) (4.9)

Les deux derniers termes présents dans ’expression du potentiel moyen s’inter-
pretent de la facon suivante :
1°* terme (B — By)?) :
Ce terme correspond au confinement transverse du guide. Comme Bfil — By produit un

champ quadrupolaire, ’expression de la fréquence d’oscillation du guide dans ’approxi-
mation harmonique s’écrit :

G T : période de modulation des champs
Wl =wlpC T / f2(t)dt avec wipc :fréquence transverse a courants
0

maximum
(4.10)

2Les déformations du courant dans le fil produisent également un champ magnétique transverse
rugueux pour satisfaire les équations de Maxwell. Nous le négligerons pour la raison suivante. Les dépla-
cements associés du quadrupole dz sont trés faibles étant donné les forts gradients transverses utilisés b’ :
Sz = 6B /b, avec § B, la composante de champ rugueux dans la direction transverse, ce qui correspond
typiquement a des déplacements de ’ordre du nanometre.

3Nous étudierons les effets d’ordres supérieurs au paragraphe
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ol f est une fonction d’amplitude unité définie par I(t) = Iof(t), avec fOT ft)ydt =
0. En I’absence de champ externe B (r), le potentiel de piégeage instantané s’écrit sim-
plement pour la modulation de courant sinusoidale considérée (V' (r,t)) = 3
La position transverse du guide est donc fixe et sa fréquence d’oscillation instantanée
w (t) évolue sinusoidalement avec une période 7/(wy,) entre 0 et sa fréquence maximale
wi,pc- Cette modulation de courant va faire décroitre la fréquence d’oscillation effective
d’un facteur v/2. A noter que les propriétés du potentiel moyen se trouvent alors avec les
valeurs efficaces des courants. Il est possible d’accroitre ces "courants effectifs” en jouant
sur la forme de f notamment en augmentant 1’aire de la courbe de f? en prenant garde,
cependant, & que le spin de I’atome puisse suivre, de maniére adiabatique, la direction

du champ magnétiqueﬂ
28me terme ((By(r))%) = B2 (7) :

Ce terme a pour effet d’introduire un décalage en énergie du fond du guide. Si les
variations spatiales de Bi_(r) sont lentes par rapport au second terme de 1’équation
alors ce décalage en énergie n’introduit pas de réelle rugosité mais simplement une dé-
formation du piege a grande échelle. Nous verrons qu’il est possible de jouer sur cet
effet pour introduire un confinement longitudinal ( Par contre, il peut produire
des effets beaucoup plus problématiques comme notamment une perte d’atomes (comme
nous le verrons dans la partie lorsque la fréquence de modulation n’est pas tres
grande devant la fréquence transverse du piege w pc. L’approche en terme de potentiel
moyen n’est alors plus valide.

4.2.2 Champ homogene By créé par la microstructure

Dans cette partie, nous présenterons I'implémentation expérimentale d’un guide ma-
gnétique modulé a 'aide de courants sinusoidaux et notamment la réalisation d’un champ
de biais modulé a des fréquences de plusieurs dizaines de kHz. Nous verrons également
comment lui ajouter un confinement longitudinal pour obtenir un piege 3D, a I'aide de
la structure en H.

Dans la plupart des expériences impliquant des puces a atomes [68,74,78,79,88-93],
By est créé a ’aide de bobines macroscopiques externes en configuration Helmholtz. Bien
que ’homogénéité de ce champ soit tres bonne sur les dimensions caractéristiques du
piege, la forte inductance (typiquement de quelques centaines de pH) ainsi que les forts
courants de Foucault résultants de sa modulation a haute fréquence, rendent tres difficile
son utilisation en mode alternatif. Si nous considérons uniquement ’effet de I'inductance
des bobines, la modulation du courant de quelques amperes a une cinquantaine de kHz,
produirait des pics de tension de 'ordre de la dizaine de Volt aux bornes des bobines.
Ceci impose donc que 'alimentation stabilisée de courant soit capable de gérer cet exces
de tension et donc de puissance. En réalité, ’effet est encore plus problématique a cause

4Ce qui rend difficile 1'utilisation de fonction de type créneau dont le spectre en fréquence est tres
large.

= $mw? e cos? (wmt).



66

CHAP 4 - REDUCTION DU POTENTIEL RUGUEUX CREE PAR UNE PUCE ATOMIQUE

(a) y ()] — —r
) L, i L,
7um| 2 y b g.
S
L Il I L z 2
E """" N g X g X Ib
= -1, TL-1,

F1a. 4.7 — vue de profil et vue de dessus de la puce. Le substrat principal (gris foncé)
contient le fil en U et le fil en H (largeur de 15 pm). Quant au second substrat (représenté
en blanc sur la figure), il contient une structure a cinq fils permettant de créer un
guide magnétique, sans la nécessité de champ externe, dans lequel nous avons mesuré sa
rugosité.

des courants de Foucault puisqu’ils viennent s’opposer au champ modulé. I faudrait
ainsi augmenter le courant des bobines pour que le champ magnétique modulé percu par
les atomes soit identique au cas non modulé.

Afin de contourner ce probléme, nous avons choisi de créer le champ de biais directe-
ment sur la puce atomique au moyen de cinq micro-fils d’or. Leur tres faible inductance et
capacitance, estimées a 10 pF et 1 nH permettent de pouvoir les moduler & de telles fré-
quences sans crainte. De plus, leur proximité a la zone de piégeage nous permet d’utiliser
des courants relativement faibles de l'ordre de la dizaine de mA.

Outre l'intérét mentionné précédemment, 1'utilisation de la microstructure permet
également de réduire considérablement les courants de Foucault. En effet, les champs
magnétiques créés par cette nano-structure décroissent tres rapidement avec la distance
et les courants de Foucault dans le support de la puce et dans les parois de I’enceinte a
vide sont alors négligeables. Seul le miroir d’or conducteur situé en surface de la puce
pourrait poser probleme. Néanmoins, a la fréquence de modulation ue nous utilisons

(30 kHz), I’épaisseur de peau § = /—=— = 400 pm (voir not est tres grande

HOoWmO
devant I’épaisseur du miroir d’or (40 nm) et les courants de Foucault sont négligeables
a l'intérieur du miroir d’or.

La figure[{.7 présente la configuration de fils utilisées. Le substrat du dessus, comporte
cinq nano-fils d’or, de section carrée (700 x 700 nm?) et les fils s’étendent dans la direction
longitudinale sur 2 mm. Les distances relatives séparant deux fils consécutifs sont, en
allant de la gauche vers la droite sur la figure (a) 2d, d, d, 2d avec d = 2.5 pm. Avec

cette configuration, le sens du courant est alterné dans deux fils consécutifff] L’intérét de

5011 ¢ est la conductivité électrique de L’or et o la permittivité magnétique du vide.
SCette structure, originellement concue pour créer un double puits de potentiel au voisinage du point
de coalescence obtenu dans la configuration (c) de la figure ne sera utilisée dans ce manuscrit que



4.2 Principe du guide modulé

67

y
I, =-15mA T
I, =-10 mA >
I, =-15mA X
” I.=-13mA
I, =-15mA
I, =-15mA I, =-15mA

I,=-16 mA Ip=-15mA
_____________________ C}FL ________Ec_f'”_r_n_A__

(a) (b) (© (d) (e)

F1G. 4.8 — Positions transverses des deux guides magnétiques pour différents valeurs de
courant I, a I donné (15 mA). Pour I, > I, les deux centres des quadrupoles sont
situés sur 'axe Oy et se rapprochent lorsque nous augmentons le courant I. vers la
valeur de Ij,. Ils fusionnent lorsque I, = I, (point de coalescence ou le champ magnétique
est hexapolaire (voir [94,95]) puis ensuite se séparent horizontalement pour former un
double puits de potentiel. Pour I. > I, les positions des deux puits sont situées sur le
demi-cercle de rayon /3d. La configuration utilisée dans ce chapitre est celle du cas (b).
Le guide que nous chargeons a été grisé.

cette configuration réside dans sa capacité a créer un potentiel magnétique piégeant sans
la présence de champ externe. Nous controlons indépendamment le courant des deux fils
de gauche, des deux fils de droite et du fil central. Pour les expériences que nous avons
réalisées dans ce chapitre, nous utilisons le méme courant (I, = —15 mA) dans les deux
paires de fils externes et un courant I, = —13 mA dans le fil central (figure 4.8 (b)). Pour
cette configuration symétrique de courants, la structure a cinq fils produit, en 'absence
de champ externe, deux quadrupoéles sur I’axe Oy, 'un situé & 3 um au-dessus des fils
trés comprimé (fréquence d’oscillation de 5 kHz) et le second situé a 6.7 pm (fréquence
d’oscillation de 2 kHz) pour un champ longitudinal Bj = 2 G. La position relative du
centre de ces deux guides magnétiques est donnée par le rapport des courants I, et I,
(voir figure [A.8). Pour |I| > |I.| les deux quadrupéles sont situés sur I’axe Oy et se
rapprochent lorsque que nous augmentons le courant dans le fil central jusqu’a fusionner
pour un courant I, = I.. En augmentant encore I, par rapport a Iy, les deux quadrupdles
se séparent & nouveau mais cette fois-ci dans 'autre direction (suivant Ox).

Dans toute la suite, nous ne considérons que le piege le plus éloigné de la puce, qui
est le plus facile & charger parce que son volume de capture est plus grand (w; = 2 kHz
a comparer a 5 kHz pour le second puits) et parce que sa distance a la surface de la puce

pour charger un seul des deux puits (le plus loin de la surface).
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F1G. 4.9 — Figure (a) : coupe du potentiel magnétique (en pK) suivant la direction Oy
pour la configuration de courant I, = 13 mA et I = 15 mA . La hauteur de la barriére
de potentiel est déterminée par le minimum entre les deux hauteurs h; et ho. Figure
(b) : évolution de la profondeur du potentiel dans le plan Oxy en fonction du courant I
pour un courant I de 15 mA. Pour I. < 12.8 mA, la profondeur minimale du piege est
donnée par hs alors que pour I, > 12.8 mA c’est hy qui limite cette profondeur.

est plus grande. Les valeurs de I, et I. sont choisies de sorte a maximiser la barriere de
potentiel du piege. Cette barriere est donnée par le minimum entre les deux hauteurs de
potentiel hy et hy (voir figure [.9(a)).

Sur la figure nous avons représenté la profondeur minimale du piége en fonction
de I, a I, fixé (15 mA) en présence d’un champ homogene Bf de 1.8 G. Pour I, < 12.8 mA
la profondeur du guide est limitée par hy alors que pour 15 > I. > 12.8 mA celle-ci est
limitée par la proximité du second guide (hg) et celle-ci tend vers 0 lorsque les deux
guides coalescent (I, = I.). Pour des questions d’efficacité de chargement nous avons
choisi de prendre 13 mA pour I, (avec I, = 15 mA).

4.2.3 Ajout d’un confinement longitudinal (piege en H)

La quasi-invariance par translation de la géométrie des petits fils dans la direction
longitudinale ne permet pas d’avoir de confinement magnétique dans cette direction.
Seules les interconnections entre les cing fils produisent a leurs tres proches voisinages un
champ magnétique longitudinal. Pour des courants constants I, = 15 mA et I, = 13 mA,
le champ magnétique produit une barriere de potentiel d’une hauteur de 700 nK (pour
un nuage situé dans un plan horizontal a 150 um au-dessus des petits fils) (voir figure
. Dans le cas modulé, l'effet de ce champ magnétique est beaucoup plus faible et
l’effet de boite disparait. Il en résulte la perte de la totalité du nuage atomique au bout
de quelques dizaines de ms (temps donné aux atomes pour atteindre les bords de la
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F1G. 4.10 — Images par absorption d’un nuage atomique (7' ~ 1 uK) dans le piege créé
par les petits fils & courant continu en présence figure (a), ou en I’absence (figure (b)) de
courant dans les bras du H. Figure (b) : sans confinement longitudinal, le nuage s’étend
sur la totalité de la longueur des petits fils. Les interconnections entre les petits fils
produisent un potentiel ayant la forme d’une boite.

nano-structure).

Pour contrer cet effet et permettre au nuage de se rethermaliser, nous ajoutons un
confinement longitudinal variable au moyen de la structure en H avec les courants Iz et
Iz, (Cf. notations du chapitre |3). Dans cette situation, nous imposerons Iz = —Iz9 =
I pour ne pas avoir de courant dans le fil central de la structure en H. Cette situation
est alors formellement équivalente au cas de deux barres parcourues par un courant
identique Ip. La figure illustre les champs magnétiques produits pour différentes
positions longitudinales au-dessus de la puce par les deux barres du H. Dans le plan de
symétrie de la structure en H (Oxy, z=0), seule la composante longitudinale du champ
subsiste. En se déplacant de part et d’autre de ce plan, elle croit quadratiquement avec
la coordonnée z, suivant la loi B, = B,§2)z2 ou

o - (4.11)

2
BEQ) _ /J,OIH( 522;6 h - 2h )
(Z 1 n2p (2122

avec L la distance séparant les deux barres du H et h la hauteur du centre du piege (voir

figure [4.11])

R e 1 . . / ()
La fréquence d’oscillation longitudinale ne s’écrit plus simplement comme M,

m
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Fi1G. 4.11 — Configuration des champ magnétiques créés par les deux barres du H par-
courues par un méme courant I. Sur 'axe de symétrie (z=0), le champ magnétique est
purement longitudinal.

contrairement aux cas a courants constants (Ip,I.). En plus du confinement standard que
les barres du H produisent, ces dernieres produisent un champ magnétique transverse
suivant 'axe Oy, qui dépend de la coordonnée z, via la loi B, (z) = Bf;z. Ce champ va
également accroitre le confinement longitudinal par le terme |B] (2)|? de I’équation
(voir noteﬂ). L’expression de la fréquence d’oscillation longitudinale w, oc devient alors
lorsque I, et I. sont modulés :

1B 2p0lH
wiAC = wiDC + me avec B = PR (4.12)
0

Pour une hauteur h = 150 pm au-dessus de la structure en H, et un courant Iy =
0.4, les fréquences d’oscillation théoriques sont respectivement dans le cas DC et AC,
w,pc/(2m) = 7.2 Hz et w, ac/(2m) = 10.8 Hz. Ces deux valeurs sont & comparer aux
valeurs expérimentales w, pc/(27) = 9 Hz et w, ac/(2m) = 10.6 Hz (voir §4.2.4.2).
Nous voyons effectivement un accroissement de la fréquence d’oscillation lorsque nous
modulons les courants I, et I.. Nous expliquons la valeur élevée de la fréquence w, pc
par leffet de la rugosité qui produit localement un confinement plus important que les
7.2 Hz théoriques (puits de potentiel local).
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F1a. 4.12 — Les figures (a) et (b) représentent respectivement la coupe transverse (dans
le plan Oyx) et la coupe longitudinale (dans le plan Oxz) du potentiel magnétique créé
par la structure a cinq fils (I, = 15 mA, I. = 13 mA) et par les bras du H dans lesquels
circulent un courant 0.4 A. Les figures (c) et (d) montrent ces mémes coupes pour le
potentiel moyen obtenu en modulant le courant dans les cinq fils avec la méme amplitude
que précédemment. Le courant dans les bras du H est quant a lui, non modulé.
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4.2.4 Propriétés des pieges DC et AC
4.2.4.1 Propriétés théoriques

Sur la figure nous avons représenté la coupe transverse (plan Oxy, z=0) et la
coupe longitudinale (plan Oxz, y=6.7 um) du potentiel créé par les 5 fils (I, = 15 mA,
I. = 13 mA) et les barres du H (I = 0.4 A) pour le cas non modulé (DC) et pour le
cas modulé (AC) et en I'absence d’autre champ magnétique homogene dans la direction
transverse (Oxy). La diminution du confinement transverse (par v/2) et ’augmentation de
la fréquence d’oscillation longitudinale sont visibles sur la figure. De plus, contrairement
au cas DC ou les axes propres font un angle de 0.2° avec la direction de la barre centrale
du fil en H (voir [42]), les axes du piege modulé sont confondus avec les axes Ox et 0Oz.

Etudions effet de I’application d’'un champ homogene By, dans le plan transverse
sur le comportement transverse et longitudinal du piege. Rappelons pour mémoire la
formule du potentiel dans les deux cas (DC et AC) qui permettra de mieux comprendre
les différents effets observés :

pour les cas DC : V(r,t) = upBY + % (BE(t) — Bo(t) + BL(r))2

pour le cas AC : (V(r,t)) = ug|BY| + 2{%39‘ (BY(t) = Bo(t))?) + (B (r)?)
(4.13)

Bhom. suivant la direction Ox : cas DC : le champ homogene By, ne fait que dé-
placer le centre du quadrupole transverse d’une quantité Blom, /b’ et donc le
centre du piege.

cas AC : Byom. produit, dans ce cas, simplement un décalage en ’énergie du fond
du piége qui correspond au terme <B J_(I'>2> de I’équation m
Bhom. suivant la direction Oy : dans cette direction il faut veiller en outre a ne pas

oublier la contribution BY = B’ zu, du champ magnétique créé par les barres du
H.

cas DC : A partir de I’équation [4.13] nous voyons qu’il existe toujours une posi-
tion transverse yg qui compense le champ Byom. déplacant ainsi le piege dans
le plan transverse suivant la direction Oy. De plus I’équation montre que
Bhrom. ne produit pas de déplacement du centre du piege dans la direction lon-
gitudinale. Ceci se traduit, sur la figure m (a), par une tangente horizontale
au voisinage de Bpom.. A plus grande valeur de |Byom|, 'approximation har-
monique n’est plus valable (il faudrait pousser le développement limité de
V(r,t) a Pordre suivant).

cas AC : B (r)? = (B2 + Bpom.)? le déplacement du centre du piege s'écrit
Bhom./Bjy et a une évolution linéaire en fonction de Bpom. (figure m (b)).

"Remarque : il est amusant de noter qu’il est possible de réaliser un confinement longitudinal uni-
quement a ’aide d’un gradient magnétique suivant l'axe z.



4.2 Principe du guide modulé

73

-1 -10
200 1000300
— 150l 800
g 150
< 100} 600
é sl 400
£ 200
T o0
£ 0
S 50}
. 200
£ 100} 400
3
& 150+ 600
200 800 S S S S .
1 05 0 05 1 2 15 1 05 0 05 1 15 2
by (en G) by (en G)

FiG. 4.13 — Effet d'un champ by sur la position longitudinale et déformation du piege
associée dans les deux cas : courants DC (a), courants AC (b). A noter la différence
d’échelle entre les cas AC et DC.

Sur la figure [4.13| nous avons représenté la position longitudinale du centre du piege
en fonction d’un champ By, = byuy pour les deux configuration de courants AC et DC.
Nous voyons effectivement que la position longitudinale du centre du piege est beaucoup
plus sensible dans la configuration AC ce qui peut causer des problemes de chargement
entre le piege en Z et le piege modulé (apparition d’oscillations dipolaires d’amplitude
importante si le transfert n’est pas réalisé suffisamment lentement par rapport a la
constante de temps dans la direction longitudinale).

4.2.4.2 Propriétés expérimentales

En excitant le mode dipolaire transverse, nous avons mesuré la fréquence d’oscilla-
tion transverse du piege créé par les petits fils dans les trois configurations de courants
suivantes :

— courants continus et positifs : (15 mA, 13 mA, 15 mA),

— courants continus et négatifs : (—15 mA, —13 mA, —15 mA),

— courants alternatifs : (£15 mA, £13 mA, £15 mA).

Pendant 10 ms, nous déplacons le centre du piege d’environ 400 nm en faisant une
rampe sur le courant du fil central de 13 mA & 13.5 mA (les autres courants étant
gardés constants pendant cette période). Puis durant les 50 us suivante, nous ramenons
brusquement la position du piege a sa position d’origine. Nous laissons ensuite évoluer
le nuage dans le piege pendant un temps variable fattente. Les oscillations dipolaires
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transverses ainsi générées sont observées, apres un temps de vol fixe, en mesurant la
hauteur du nuage par rapport a la surface de la puce en fonction de ta¢tente. Le temps de
vol est fixé a 5 ms pour pouvoir résoudre le déplacement du nuage au cours du temps
(pour les cas DC) et 8 ms (pour le cas AC). Comme l'effet de I’excitation est plus faible
dans le cas AC que dans le cas DC (confinement plus faible d’un facteur v/2), nous avons
augmenté le temps de vol a 8 ms pour la mesure des oscillations dipolaires dans le cas
AC.

La hauteur du nuage par rapport & la surface de la puce, comme expliqué au chapitre
est trouvée en déterminant la position du centre du nuage ainsi que celle de sa réflexion
dans le miroir d’or. Sur la figure nous avons représenté les résultats obtenus pour
les différentes configurations possibles.

La fréquence d’oscillation est trouvée par ajustement d’une sinusoide exponentiel-
lement amortie de la forme f(t) = Ae /7 cos(2wfit + ¢) + B, ou A.f1, ¢ et B
sont les parametres de l’ajustement par la méthode des moindres carréﬂ. Avec cette
méthode nous mesurons la fréquence d’oscillation & 5% prés. Nous constatons que les
valeurs trouvées dans les deux cas DC coincident. Comme attendu pour une modula-
tion sinusoidale, la fréquence d’oscillation transverse est diminuée par un facteur /2.
Cependant, pour un champ longitudinal au fond du piége de 1.8 G nous observons une
différence entre la fréquence théorique attendue de 3.4 kHz (pour le piege non modulé) et
la fréquence mesurée. Nous attribuons cette différence a la température finie du nuage.
Celui-ci explore, dans ce cas, une partie de la zone non harmonique du piege ayant pour
conséquence de réduire la fréquence effective du piege. Cette hypotheése est confirmée
d’une part par un amortissement important des oscillations dipolaires transverses ob-
servées sur la figure et d’autre part par une Simulatiorﬂ des oscillations du centre
de masse du nuage dans le potentiel réel pour la méme température que celle mesurée
expérimentalement (500 nK).

Les résultats des mesures sont présentés dans le tableau récapitulatif suivant :

configuration ‘ courants négatifs ‘ courants positifs courants AC ‘
fréquence transverse (224+0.1) kHz | (2.1+£0.1) kHz | (1.2+0.2) kHz
fréquence longitudinale (9.0+0.1) Hz (10.7+0.1) Hz

4.3 Reéalisation expérimentale

Dans cette partie, nous présenterons la réalisation expérimentale du piege modulé
en commencant par détailler le dispositif d’alimentation des petits fils. Nous verrons
ensuite comment nous avons chargé le piege final dans les trois configurations de courants
possibles (courants positifs, courants négatifs et courants modulés).

8Voir §4.4.3|pour la justification de la forme de f et notamment la dépendance quadratique du terme
situé dans I'exponentielle.
9Simulation de type Monte-Carlo.
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Fig. 4.14 — Mesure de la fréquence transverse du piege pour les trois configurations
suivantes : courants négatifs (a), courants positifs (b) et courants alternatifs (c). Nous
constatons que la fréquence transverse est bien réduite d'un facteur v/2 dans le cas AC.
Les oscillations dipolaires sont mesurées a partir des positions transverses des nuages
apres un temps de vol de 8 ms pour le cas AC et de 5 ms dans le cas DC. L’ajustement
est réalisé avec une sinusoide exponentiellement amortie (voir texte).
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FiG. 4.15 — Evolution de la fréquence d’oscillation transverse en fonction du courant I..
Elle devient nulle lorsque les deux puits coalescent (I, = I, champ hexapolaire).
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F1G. 4.16 — Chacune des alimentations de courant I} .
sinusoidale, issue du générateur de fonctions, en courant. L’enveloppe de cette sinusoide
peut également varier temporellement par ’application d’un signal analogique sur I’en-

trée modulation d’amplitude des SRS. Les courants I

oo L I sont synchronisées

sups “com

en phase a l'aide d’une horloge commune. Les micro-fils utilisés pour le piégeage sont
modélisés par deux résistances R (pour les deux paires de fils extérieurs) et R’ (pour le
fil central). R, désigne les résistances des fils de connection, identiques par construction

pour tous les fils.

4.3.1 Synchronisation des courants

Les micro-fils d’or sont alimentés a ’aide d’alimentions fabriquées au laboratoire par
André Villing et notées I, , Lsp et I}, (voir figure 4.16). I, contrdle le courant
dans les deux fils de gauche, par le biais de Iy, nous controlons le courant /. et pour
finir I, permet de modifier le courant dans la paire de fils de droite.

Pour modifier le moins possible les caractéristiques du piege instantané lors de la
modulation, nous avons choisi de synchroniser en phase les trois courants I}, | Tsup
et I, car la position instantanée du piege dépend de la valeur relative de ces trois
courants. Chacune des alimentations de courant I}, ,
tude au moyen de générateur de tension de marque Stanford Research System (SRS).
Chaque SRS produit un signal sinusoidal a la pulsation wy, dont 'amplitude est elle-
meéme controélée par le séquenceur via leur entrée de modulation d’amplitude. Les deux

SRS pilotant les courants I, et I, sont asservis en fréquence par la base de temps

du SRS pilotant I} (voir figure [4.16)™%

Lsup et I, est pilotée en ampli-

ONotons de plus que pour éviter les boucles de masses, ’ensemble des sources de courants I, | Tsup
et I o, sont alimentées par des batteries chimiques (batteries de voiture). Les tensions de contréle des
différents SRS ont été également découplées de la masse a ’aide de transformateurs d’isolement.
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F1G. 4.17 — Figure (a) : schéma électrique pour la coupure rapide des tensions de controle
issues des générateurs SRS. Un multiplexeur commute rapidement entre la sortie du SRS
et la masse. Figure (b) : évolution temporelle de 1'une de ces tensions. Le filtre RC qui
permet d’ajuster le temps de coupure, a une constante de temps de 5 us. Notons que la
synchronisation de la séquence expérimentale sur la base de temps des SRS permet de
reproduire a chaque cycle le méme profil de coupure.

La synchronisation en phase des trois courants If
tement sur les petits fils pour éviter tout déphasage additionnel lié a la bande passante
finie des trois alimentations précédemment citées (de l'ordre de 100 kHz). Pour accéder
facilement & I’ensemble des courants, nous avons utilisé une simulation des petits fils au
moyen de résistances comme décrit sur la figure [£.16] L’utilisation de cette simulation est

justifiée par le fait que les inductances et les capacitances des petits fils sont beaucoup

Tsyp et 1, doit étre faite direc-

trop faibles pour introduire des déphasages appréciables entre les différents courants.

Les phases relatives des courants I+ Toup et I,

com > sont alors ajustées de la fagcon

m
suivante.

Mise en phase des courants I

oom €t Isyp : Pour ce faire, il suffit simplement de no-

ter que la valeur rms de la tension Ugc aux bornes de la résistance R’ est pro-
portionnelle & la valeur rms de (I}, + Isup)?. La différence de phase A¢ entre les
courants I et Iy, intervient alors dans le terme croisé égal & 215 I, cos(Ag).
Pour obtenir une différence de phase A¢ nulle il suffit de minimiser ou maximiser
la valeur rms de la tension Upc suivant si Iy, est positif ou négatif (IsupICT)m >0
ou Igplh, <0).

com

Mise en phase des courants I et I, : Nous procédons de méme pour la mise
en phase des courants I, et I, en sondant la tension Ucyy.

Cette méthode permet un ajustement des différentes phases relatives a mieux que le
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degré pres et suffisant pour avoir un temps de vie de 'ordre de la dizaine de seconde
dans le piege modulé.

Pour ne pas étre limité par la faible bande passante de I’entrée modulation des SRS
(20 kHz), lors de la coupure du piege, nous avons ajouté un systeme de commutation
rapide en sortie de chacun des SRS. Ce systéme se compose d’un multiplexeur analogique
qui commute Pentrée des alimentations de courant IF |

SRS et la masse. Cependant la coupure du champ magnétique ne doit pas étre trop
brutale pour que la condition du suivi adiabatique du spin soit respectée (projection

Isyp et I, entre la sortie du

du spin des atomes dans tous les niveaux hyperfins). Nous avons donc rajouté un filtre
passe-bas de constante de coupure de l'ordre de 5 us (voir figure 4.17)).

4.3.2 Chargement des pieges DC et AC

Dans cette section nous allons détailler la séquence expérimentale de chargement
du piege dans les différents cas suivant : pour des courants non modulés (mode DC)
en faisant la distinction entre le cas & courants négatifs ((1,, I.) < 0), le cas a courants
positifs ((Ip, I.) > 0) et pour le cas AC. Nous commencerons par expliquer le chargement
a courants négatifs. Il s’agit de la configuration la plus favorable puisque 'orientation du
quadrupole transverse produite par la barre centrale du H est identique a celle produite
par les petits fils. Il est ainsi possible de réaliser un transfert adiabatique entre les deux
pieges si le temps de rampe est suffisamment long.

Chargement a courants négatifs :

Partons du piege magnétique réalisé par le fil Z7, décrit au chapitre |3 ayant les pa-
rametres suivants : Iz = 3 A, Bpiais = 34 G, 0 = 14°. Ce piege contient un nuage de
quelques 10° atomes & une température de l'ordre de 1 uK . La premiere phase consiste &
superposer, dans le plan transverse, le quadrupole produit par le fil en Z avec celui créé
par les cinq petits fils. Ce positionnement est réalisé en faisant varier linéairement pen-
dant 50 ms le champ transverse By (norme et angle) vers sa valeur finale de By = 40 G,
0 = 15°. Ces deux valeurs finales sont optimisées a posteriori en maximisant le nombre
d’atomes transférés dans le piege. Sur la figure a) nous avons représenté cette ef-
ficacité de transfert en fonction de la norme de By & angle fixé figure [£.20[b) ainsi
qu’en fonction de 'angle a norme fixée. La plage d’accord est typiquement de 'ordre de
quelques G et de quelques degrés, ce qui n’est pas critique pour le transfert. En effet, il
est tres facile de montrer que la somme de deux quadrupoles (voir figure dont les
axes propres ont les mémes directions et orientations reste encore un quadrupole dont
le gradient quadrupolaire est la somme des deux gradients quadrupolaires. Le centre du
quadrupole résultant est situé au barycentre des deux quadrupéles pondérés respective-
ment par leur valeur de gradient quadrupolaire. Ainsi lors du transfert a courant négatif,
le nuage passe progressivement d’un quadrupéle a I'autre sans jamais voir d’annulation
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Fig. 4.18 — La somme de deux quadrupdles reste un quadrupole avec les propriétés
suivantes : son centre est situé au barycentre des deux quadrupodles 1 et 2 avec comme
gradient quadrupolaire b+ b'.

de chamﬂ

Nous attendons ensuite un temps Tpttente = 250 ms en présence d’un couteau radio-
fréquence pour atteindre 1’équilibre thermodynamique (voir figure pour 'allure du
chronogramme de chargement).

Chargement a courants positifs :

Le chargement a courants positifs est réalisé de maniere différente parce que l’orien-
tation du quadrupole transverse des petits fils est inversé. A un instant donné durant la
rampe de courant, le quadrupole des petits fils va exactement compenser le quadrupole
du piége en Z annulant ainsi le confinement transverse percgu par les atomes. Pour limi-
ter au maximum cet effet, nous avons choisi de charger initialement le piege des petits
fils a courants négatifs puis d’inverser les courants I et I. au moyen d’une rampe de
durée breve (50 us)El Si les champs externes sont parfaitement compenséﬂ la position

" Expérimentalement, le raisonnement est légérement faussé par le fait que les deux quadrupdles sont
légerement tournés I'un par rapport & Uautre & cause du décentrement de la puce secondaire (=~ 50um).
Cependant la somme de deux quadrupodles reste un quadrupole méme si les axes des deux quadrupoles
sont légerement tournés I'un par rapport a autre.

12Une autre méthode aurait consisté & charger directement le piege des petits fils & partir du piege en
Z. Cependant, comme nous ’avions mentionné précédemment, les deux quadrupdles, méme localisés au
méme emplacement n’ont pas exactement les mémes axes propres (tourné I'un par rapport a ’autre d’un
petit angle). La rotation des axes propres du quadrupédle risque de produire un chauffage supplémentaire.
Nous avons préféré choisir de charger d’abord le piege a courant négatif et d’inverser ensuite le sens du
quadrupodle. Dans ce cas, les axes propres des deux quadrupoéles sont confondus par construction.

I3NB : nous utiliserons cette méthode pour compenser les champs magnétiques en maximisant le
nombre d’atomes apres la rampe de courant.
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F1a. 4.19 — Chronogramme de chargement pour le piege a courants négatifs et a cou-
rants modulés. Pour les courants I et I. seule ’enveloppe est représentée sur le schéma
(Tcharg =950 ms, Tattente = 90 IIlS).
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Fi1a. 4.20 — Figure(a) : nombre d’atomes chargés dans le piégé créé par les petits fils
(courants DC négatif) en fonction du champ de la norme du champ transverse By (figure
(a)) et de I'angle 0 appliqué (figure (b)).
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Fi1G. 4.21 — Evolution de la taille rms dans la direction longitudinale du nuage apres
inversion des courants (—15 mA, —13 mA, —15 mA)—(15 mA, 13 mA, 15 mA) pour
une durée de rampe de 50 us. Lors de ce processus, la température du nuage augmente
d’un facteur 3.

du piege est identique et nous devons conserver la majeure partie des atomes sans trop
chauffer le nuage. En pratique nous conservons effectivement plus de 90% des atomes,
mais la température est accrue d’un facteur 3 (voir figure . Cette augmentation de
température n’est pas réellement probléme, puisque nous pouvons a posteriori refroidir
le nuage par refroidissement évaporatif.

Chargement a courants alternatifs :

Dans le cas AC le transfert entre le piege en Z et le piege AC est un peu plus
délicat. Une mauvaise compensation des champs magnétiques transverses se traduit par
Papparition d’un gradient longitudinal tres important dans le piege modulé (cf
et induit des oscillations dipolaires de fortes amplitudes. Il convient dans un premier
temps de minimiser ces oscillations par ajustement des champs magnétiques externes.
En jouant sur les compensations de champs magnétiques nous arrivons a des oscillations
dipolaires d’amplitude résiduelle de 'ordre de la largeur rms du nuage (o, = 20 pm). Si
ce n’est pas suffisant, il faut attendre que le nuage se rethermalise dans le piege modulé
et appliquer un couteau radio-fréquence pour retrouver un condensat au repos.

4.3.2.1 Compensation des champs magnétiques résiduels

Pour que la position transverse du piege entre les deux configurations de courants
DC soit identique, il faut parfaitement compenser les champ magnétiques résiduels. Pour
ce faire, nous inversons le courant dans les cinq petits fils pendant un temps de rampe
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Fi1c. 4.22 — Nombre d’atomes restant piégés lorsque le sens des courants est inversé
pendant la séquence (temps de rampe de 1.5 ms) en fonction du champ de compensation
que nous appliquons suivant la direction x (figure (a)) et suivant la direction y (figure(b)).

Trampe = 1.5 ms : les courants évoluant ainsi de (-15 mA,-13 mA ,-15 mA)— (15 mA,13 mA,15 mA),
Iy étant gardé constant. Durant ces rampes de courant, la position transverse du piege
est fortement déplacée lorsque les champs magnétiques résiduels sont mal compensés.
Il suffit donc de regarder le nombre d’atomes restant apres les rampes de courant pour
déterminer les valeurs de champs magnétiques transverses nulles. Une mauvaise compen-
sation des champs se traduit par une perte important du nombre d’atomes. En procédant
de maniere itérative (B, constant et en faisant varier B, et réciproquement), il est pos-
sible de compenser les champs avec une précision de ordre de 100 mG. Sur la figure [1.22]
nous avons représenté le nombre d’atomes restant en fonction des champs de compensa-
tion B, et B, appliquéﬁ Ces valeurs de compensations sont gardées constantes pour
la mesure des potentiels rugueux dans les trois configurations.

Comme nous avons vu au paragraphe la position longitudinale dépend for-
tement de la valeur du champ de compensation dans la direction Oy. Le centrage des
pieges pour les trois configurations (voir figure est un bon indicateur du fait que
les champs externes indésirables sont correctement compensés.

1 Notons qu’il est possible d’affiner cette courbe en augmentant la durée des rampes de courants.
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Fi1G. 4.23 — Images par absorption d’un nuage thermique pour les trois configurations
suivantes : (a) courants négatifs, (b) courants positifs, (c¢) courants alternatifs. Sur la
figure (d), le potentiel rugueux est extrait de la densité longitudinale & partir de la loi
de Maxwell-Boltzmann (taille du pixel : 6 pm).

4.4 Mesure du potentiel rugueux

4.4.1 Via la distribution de Maxwell-Boltzmann

Dans cette partie, nous présenterons les résultats des mesures du potentiel rugueux
obtenus dans les différentes configurations possibles de courant (DC et AC).

A Téquilibre thermodynamique, le profil de densité d’un gaz idéal non dégénéré
nous renseigne, via la distribution de Maxwell-Boltzmann, sur le potentiel pergu par
les atomes. En effet dans ce cas, la densité atomique s’écrit :

n(z) = n(O)e_V(x’y’z)/kBT (4.14)

Pour remonter a ’expression du potentiel longitudinal, nous supposerons que le po-
tentiel est harmonique dans la direction transverse et que la fréquence transverse du
piege w, dépend pas de la coordonnée z. Dans ce cas, ’expression précédente se réécrire
sous la forme :

n(z) = n’(O)e*V(Z)/kBT avec n'(0) = //n(O)eVL(x’y) dxdy (4.15)

Pour nos parametres expérimentaux, nous avons vérifié que la fréquence d’oscillation
transverse ne varie de pas de plus de 10% sur 'extension longitudinale du nuage. Nous
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Fia. 4.24 — Figure (a) : potentiel magnétique obtenu a partir de la formule de Bose
pour un nuage piégé dans le piege AC. L’ajustement par un polynéme d’ordre 2 permet
d’obtenir la fréquence d’oscillation longitudinale w, = 10.8 Hz (a comparer au 10.6 Hz
obtenu a partir de la mesure des oscillations dipolaires) ainsi que d’extraire le potentiel
rugueux. Figure (b) : comparaison des rugosités obtenues pour une analyse utilisant la
formule de Maxwell-Boltzmann (courbe tiretée) ou avec la formule de Bose (courbe en
trait plein). L’erreur commise est typiquement de 20%.

utiliserons donc la formule précédente pour extraire la rugosité du potentiel & partir des
profils de densité trouvés.

En inversant simplement la formule le potentiel de piégeage s’exprime a une
constante pres par :

V(z) = kpT'In(n(z)) (4.16)

Pour obtenir le potentiel rugueux 0V (z) a partir de la formule précédente, il convient
de retirer au potentiel de piégeage, la composante a grande échelle du potentiel. Celle-ci
est créée par les barres du H et bien approximée sur I’extension du nuage par un potentiel
harmonique (erreur de 6% sur 2 fois la largeur rms du nuage atomique). Ce potentiel
harmonique est trouvé par ajustement du potentiel de piégeage par un polynéme d’ordre
deux (voir ﬁgure. En retranchant la contribution de ce potentiel harmonique a V'(z),
nous obtenons les potentiels rugueux pour les trois cas différents (courants constants :
négatifs et positifs, ainsi que pour les courants modulés). Les amplitudes rms du potentiel
rugueux sont respectivement 39 nK, 22 nK et 5 nK. L’asymétrie résiduelle observée sur
les courbes (a) et (b) de la figure peut étre partiellement due au champ résiduel
transverse qui modifie la position relative des deux pieges.

Pour quantifier cet effet nous avons calculé la variation de hauteur du piege par
rapport au fil central en fonction de deux champs b, et b, homogenes appliqués respec-
tivement suivant les directions Ox et Oy. Le résultat de ce calcul est présenté sur la



4.4 Mesure du potentiel rugueux

85

() (b)

hauteur (en pm)

06 04 02 0 02 04 06 06 04 02 0 02 04 06
champ B, (en G) champ By (en G)

FiG. 4.25 — Evolution de la hauteur du piege au-dessus des petits fils en fonction d’un
champ externe homogene appliqué soit dans la direction Ox (figure (a)) soit dans la
direction Oy (figure (b)). Le piege magnétique est réalisé avec les courants I, = 15 mA
et I, = 13 mA.

figure Nous constatons d’une part que la variation de hauteur est nettement plus
importante pour le champ b, que pour le champ b,. D’autre part, nous voyons qu’une
erreur de 100 mG sur la compensation du champ transverse produit un déplacement de
Ah = 500 nm entre les deux configurations de courant positifs et négatifs. Pour cette va-
leur de Ah, 'amplitude de la rugosité varie entre les deux configurations de pres de 20%
ce qui permet d’expliquer en partie les différences observées entre les deux configurations.

Etant donné la faible valeur de température de nos nuages, nous avons décidé de
comparer la formule de Maxwell-Boltzmann avec la formule de Bose pour un gaz idéal
pour quantifier ’erreur que nous faisons sur la détermination du potentiel. Dans une
approche de type densité locale (Cf. chapitre @, le profil de densité longitudinal (intégré
dans les deux directions transverses) s’écrit :

© eu=V z))/ksT e—kaTZQ/(QaEQ)

1 (=)
n(z) = o aZ1 NG (1= e—ahwi/kpT)2

(4.17)

o \qp = /h?/mkpT est la longueur d’onde de De Broglie. Sur la figure
nous avons tracé la rugosité de potentiel obtenue respectivement avec la formule de

Maxwell-Boltzmann (points) et celle obtenue dans le cas de la distribution de Bose pour
le cas d’un nuage confiné dans le piege AC. Bien que le nombre d’atomes soit & peu
pres comparable au cas DC, le plus fort confinement longitudinal et la température
plus basse rapprochent significativement le potentiel chimique de 1’énergie du niveau
fondamental rendant le nuage ainsi plus dégénéré que ceux obtenu dans le cas DC. Ceci
se traduit sur la figure 4.24] par une surestimation de la rugosité de pres de 20% dans le
cas de 'analyse Maxwell-Boltzmann. Cependant, de maniere a étre consistant lors de la
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comparaison des données entre le cas AC et le cas DC nous avons choisi d’analyser tous
nos profils de densité en utilisant la distribution de Maxwell-Boltzmann et ceci pour les
raisons suivantes :

— la détermination du potentiel dans le cas d’une analyse suivant Maxwell-Boltzmann
ne fait pas intervenir la fréquence d’oscillation transverse ni le nombre d’atomes
contrairement a une analyse avec la distribution de Bose.

— de plus, nous avons vu que le confinement transverse n’est pas comple-
tement harmonique sur les dimensions transverses du nuage rendant encore plus
difficile 'analyse des données.

Nous aurions pu également réduire le nombre d’atomes dans le cas modulé, pour s’éloi-
gner du régime de dégénérescence quantique. Cependant dans ce cas, c’est le rapport
signal a bruit des images qui limite notre mesure de rugosité.

4.4.1.1 Effet du temps de vol sur la distribution de densité

D’un point de vue expérimental, nous avons choisi de mesurer la distribution de
densité apres un court temps de vol (tyf = 1.5 ms), ceci pour éloigner le nuage atomique
du proche voisinage des petits fils d’or. En effet, la réflexion du faisceau d’imagerie
sur la surface du miroir de la puce au voisinage de ces derniers produit une figure de
diffraction et introduit des erreurs systématiques sur le profil de densiteffl Pour déplacer
significativement le nuage de cette région, nous avons donné, lors de la coupure du piege,
une bréve impulsion transversd'| au centre de masse et ainsi nous avons limité ces effets
systématiques liés a 'imagerie. Néanmoins certains de ces effets sont encore présents (voir
figure . Il n’est malheureusement pas possible d’augmenter beaucoup plus le temps
de vol puisque I’expansion balistique des particules va brouiller les structures présentes
sur le profil de densité longitudinal (déja relativement importante). De plus I'impulsion
en vitesse ne doit pas étre trop important pour ne pas déformer le nuage, c’est-a-dire
déplacer les particules sur plus d’un pixel lors de la prise d’image.

Nous avons estimé ’erreur que nous commettons sur ’amplitude de la rugosité lors de
la mesure du profil de densité apres temps de vol. La dispersion en vitesse des différentes
particules a pour effet, lors de I’expansion ballistique de brouiller les structures présentes
sur le profil de densité longitudinal. Nous avons modélisé simplement cet effet de la
maniere suivante : considérons un gaz thermique idéal unidimensionnel a une température
T dont la densité atomique, avant expansion, est modulée sinusoidalement suivant la
forme n(z,t = 0) = ngsin(27wz/\). Apres un temps de vol t.f, Uexpression de la densité
devient :

15T a surface du miroir au niveau des petits fils n’est absolument pas plane puisqu’elle épouse la forme
des petits fils. L’écart de planéité est typiquement de .
16En faisant varier le temps de coupure du courant I. par rapport au courant Ip.
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ou 6(t) = \/kpT /Mt est la distance quadratique moyenne parcourue un atome
pendant tif.

De la méme maniere, nous devons prendre en compte la résolution optique finie
de notre systeme d’imagerie. Nous approximerons sa réponse impulsionnelle par une
gaussienne de largeur rms s = 8 pm. Cette valeur correspond au plus petit objet que
nous pouvons imager@ De plus, nous verrons au chapitre sur les fluctuations de densité
que nous retrouvons cette valeur a partir de la mesure du bruit de grenaille atomique.

L’amplitude mesurée des modulations de la densité atomique est donc réduite d’un
S +6(1)Fes

22 N .
T 22 . D’apres cette expression, nous voyons que la perte de contraste

facteur e
dépend de la longueur d’onde spatiale A. Il faudrait donc pour obtenir la valeur absolue
de la rugosité déconvoluer le signal mesuré par cette fonction de réponse. Cependant, la
forte chute de contraste a faible A rend difficile toute correction de ce probleme puisque
I'application d’une telle déconvolution n’aurait pour role que d’amplifier le bruit de
mesure présent sur nos images en absorption et d’ajouter des erreurs supplémentaires
sur la détermination de la rugosité. Nous avons donc choisi de ne pas corriger cet effet,
bien qu’important (40%) pour un temps de vol de 1.5 ms, et une résolution optique de
8 pm rms.

Cependant, le facteur de réduction du contraste est quasiment identique dans le cas
AC et les deux cas qu_gl Il suffit simplement, de comparer les amplitudes relatives des
différentes rugosités sans tenir des comptes de leurs valeurs absolues. Nous obtenons alors
un facteur de réduction de (5.5 %+ 1.5) entre la rugosité mesurée dans le piege modulé et
la rugosité moyenne obtenue dans les pieges DC.

Pour accroitre notre sensibilité de mesure, il aurait été souhaitable de nous placer
dans le régime de (quasi)-condensat ou le potentiel chimique est u = gspn (gsp est la
constante de couplage définie dans le premier chapitre) et donne de meilleurs résultats
quant a la détermination de la rugosité. Cependant le faible nombre d’atomes condensés
dont nous disposons et la grande longueur de corrélation du potentiel rugueux (60 pm),
ne nous permet pas de peupler plusieurs puits de potentiel différents et ’extraction du
potentiel rugueux devient impossible. Nous avons choisi de sonder le potentiel rugueux
a partir d’une autre méthode qui sera expliquée dans le paragraphe suivant.

1"Réalisé avec un condensat trés peu dense (une centaine d’atomes).
18] écart en température entre les cas AC et DC modifie légérement la fonction de réponse du systeme.
Cet effet ne faisant qu’augmenter la valeur relative de la rugosité dans le cas AC, nous le négligerons.
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4.4.2 Via la mesure de décroissance des oscillations dipolaires

Dans cette section, nous allons exploiter une des propriétés remarquables du potentiel
harmonique pour estimer la rugosité résiduelle présente dans le piege modulé. Rappelons
que dans le cas d’un potentiel harmonique 3D et isotrope ou anisotrope, les oscillations
du centre de masse (ou oscillations dipolaires) d’un nuage thermique ne sont pas amorties
et ceci méme en présence de collisions [96]. La dynamique des particules en présence d’un
potentiel rugueux est tout autre. La période des oscillations n’est alors plus, comme dans
le cas du potentiel harmonique, indépendante de I'amplitude des oscillations de chacune
des particules.

Commencons par estimer le taux de collisions & deux corps au centre du nuage donné
par :

T = ngov (4.20)

8kT
™m
relative entre deux particules et o est la section efficace de collision. Pour les tres faibles

ou ng est la densité atomique au centre du nuage, v = est la vitesse moyenne
températures considérées, seules les collisions en onde s sont accessibles et la section
efficace s’écrit dans ce cas o = 8ma?.

Pour nos parametres expérimentaux (T = 500 nK, N = 5 103), la formule précédente
donne un taux de collision & deux corps de 'ordre de 10 s~ 1. Cette valeur est typiquement
du méme ordre de grandeur que le taux d’amortissement des oscillations dipolaires pour
les courbes présentées sur la figure Il n’est donc pas vraiment légitime de négliger
les collisions. Cependant, si le potentiel moyen avait présenté une rugosité résiduelle du
méme ordre de grandeur que celle observée dans le cas DC, le taux d’amortissement
que nous aurions di mesurer dans ce cas aurait di étre le méme qu’en absence de
modulation. Nous pensons donc que les conclusions de cette partie ne sont pas modifiées
par la présence de collisions.

D’un point de vue expérimental, nous déclenchons les oscillations dipolaires longi-
tudinales en déplacant rapidement la position du centre du piege. Pendant la durée du
chargement du piege des petits fils a partir du piege en Z, nous appliquons progressive-
ment un gradient longitudinal afin de déplacer longitudinalement le centre du piege par
rapport & sa position finale (de mesure). Ce gradient (typiquement de 0.2 G.cm™!) est
ensuite rapidement éteint{r_g] (en 1 ms) pour générer les oscillations dipolaires longitudi-
nalement. La température avant le déclenchement des oscillations est de 500 nK avec un
nombre typique de particule de 10%. Nous éteignons également le couteau radio-fréquence
pour ne pas perturber la mesure. La position longitudinale du centre de masse est obte-
nue a partir d’un ajustement gaussien de la densité atomique in-situ. Etant donné que
kT est grand devant la valeur rms de la rugosité (upms), les modulations de densité
associées a la rugosité ne perturbent pas la détermination du centre du nuage. Sur la
figure nous avons reporté le résultat de ces oscillations dans le cas du piege non

9Déplacant ainsi le centre du piege par prés de 30 pm.
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F1G. 4.26 — Evolution des oscillations dipolaires dans le cas du potentiel DC a courants
négatifs (a) et dans le cas du potentiel AC (b). Les points noirs sont les données ex-
périmentales et les lignes pleines correspondent & un ajustement avec la fonction [4.21
[’augmentation importante du temps de décroissance dans le cas AC montre la forte
réduction du potentiel rugueux. Taille du pixel (6 pm).

modulé (& courants négatifs) et dans le cas du piege modulé. Pour pouvoir comparer, les
deux mesures du taux d’amortissement, nous avons réglé I’amplitude du déplacement du
piége initial pour avoir la méme amplitude sur les oscillations dipolaires. Nous voyons
clairement un effet drastique de la rugosité sur le temps de décroissance des oscillations
dipolaires qui est réduit pratiquement d’un facteur 10.

Nous avons ajusté ces points expérimentaux a partir de la formule suivante :

Z(t) = Zo + Z1e V17 cos(wt + ¢) (4.21)

ou Zy est la position du centre du piege final, Z; est 'amplitude des oscillations,
7 le temps d’amortissement, w la pulsation des oscillations et ¢ un terme de phase.
L’ensemble de ces cinq parametres est utilisé pour ajuster la courbe théorique aux points
expérimentaux.

Contrairement a un effet des collisions, ot I’'on attend une décroissance exponentielle
des oscillations dipolaires, nous avons choisi de modéliser la fonction de décroissance des
oscillations dipolaires par une gaussienne. En effet, il ne s’agit pas ici ni d’'un processus de
dissipation d’énergie ni d’une redistribution d’énergie suivant un autre axe du piege mais
simplement d’un déphasage entre les trajectoires des différentes particules qui brouillent
les oscillations du centre de masse. A temps courts, nous attendons donc une décroissance
quadratique du contraste des oscillations, comme dans le cas d’un interférometre optique
(type trous de Young ou interférometre Michelson éclairé en lumiere blanche ou, au
voisinage de la frange centrale, le contraste des franges décroit quadratiquement).

Dans le cas du piege AC, il subsiste un faible taux amortissement des oscillations di-
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polaires ( 7 = 4 s). Cette décroissance peut étre, d'une part, due a une rugosité résiduelle
présente dans le potentiel moyen (mauvaise inversion de courants, effet d’interaction avec
le rubidium absorbé sur la surface de la puce [97]) ainsi qu’a une imparfaite anharmoni-
cité du piege.

Avant de pouvoir simuler le taux d’amortissement attendu, nous avons besoin de
connaitre les parametres réels du piege (position par rapport aux barres du H, hauteur
au-dessus de la puce). Pour les extraire, nous avons ajusté le potentiel longitudinal trouvé
a partir de la densité atomique avec le potentiel théorique obtenu a partir de deux fils
séparés d’une distance L. Celui-ci s’écrit en négligeant les effets de taille finie :

Viong = 15(B§ + B2 + BW:4 1 0(=9) (4.22)
Rappelons pour mémoire les expressions B,§2) et de B£4) obtenues au chapitre précé-
dent : ,
I 2 2
B® = '“L( — L — h ) (4.23)
Am \(E2 4+ h2)3 (5 4 h2)2

et A )

BW — /ﬂ( Efﬁ h2 - 5265 h2 —+ 2h - 3) (4.24)
Am (B 4+ R2)5 (5 +h2)t (5 +R?)

De plus pour ajuster ce potentiel a nos données expérimentales, nous avons ajouté
un gradient longitudinal B,gl)z pour déplacer le centre du piege. Nous trouvons alors une
hauteur au-dessus de la puce de 130 ym et un gradient de 1.5 G.cm ™.

Pour ces parametres d’ajustement, nous avons simulé le taux de décroissance des
oscillations dipolaires. Pour ce faire, nous tirons au hasard suivant la loi de Maxwell-
Boltzmann la position et la vitesse d’un millier de particules et nous regardons ’amortis-
sement du centre de masse (ajouté sur la ﬁgure. Cette courbe reproduit relativement
bien les données expérimentales (pas de parametre ajustable) bien que I'amortissement
théorique soit 1légerement plus grand que les données expérimentales. Nous attribuons
cette légere déviation a une mauvaise détermination du terme quartique (ordre 4) qui a
lui seul permet d’expliquer I"amortissement dans le cas AC.

4.4.3 Modélisation du temps d’amortissement en fonction de ’ampli-
tude de la rugosité

Nous nous proposons dans cette section de relier le temps d’amortissement des os-
cillations dipolaires a ’amplitude rms du potentiel rugueux. Nous supposerons que le
spectre de rugosité est connu (densité de bruit obtenue & partir de I'equation pour
une hauteur h du nuage au dessus des cinq fils). Seule la valeur rms de la rugosité sera
considérée comme un parametre ajustable.

L’évolution de la position du centre de masse du nuage est obtenue, en intégrant
I’évolution de chacune des particules contenues dans le piege a partir de 'intégrale sui-
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temps de décroissance normalisé au cas DC
_
o

02 04 06 08 1
Amplitude de rugosité normalisée au cas DC

Fi1a. 4.27 — Evolution du temps de décroissance 7 des oscillations dipolaires en fonction
de 'amplitude de la rugosité. Chacune des deux coordonnées est normalisée par rapport
au résultat donné pour une amplitude rms de 80 nK (valeur de rugosité trouvée dans le
cas & courant négatif).

vante :

C(t) = zp + 0 / “ET cos(w(E)t)dE (4.25)
kBT

ol zp est la position du centre du piege, d, est le déplacement initial du centre de masse
du nuage et w(F) la dépendance en énergie de la fréquence d’oscillation du piege.

Cependant pour intégrer ’expression précédente, nous devons connaitre ’expression
w(E). En supposant que sur la gamme d’énergie kg7, la fréquence d’oscillation w(E)
puisse se développer au premier ordre sous la forme w(E) = wy + aF (avec a < wy/E,
nous obtenons en négligeant les termes du second ordre :

Ct) = z+9, / ¢ FpT cos((wo + aE)t)dE (4.26)
0 kBT

cos(wot) — kpTat sin(wot)

ct) = J,

avec kpTat <1  (4.27)

Nous retrouvons bien a temps courts la décroissance quadratique de I'enveloppe de la
fonction C(t) prédit a la section § Pour connaitre la valeur de a au voisinage de
la fréquence d’oscillation wy pour une amplitude et une densité spectrale de rugosité
données, il suffit par exemple de determiner numériquement la période d’oscillations de
billes dans le potentiel rugueux unidimensionnel superposé au confinement harmonique,
pour différentes énergies mécaniques se répartissant autour de Ey (énergie associée a la
fréquence d’oscillation wy).
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Dans notre cas, nous avons choisi de simuler directement la trajectoire d’un millier
de particules et de déterminer l’évo21ution du centre de masse pour en déduire, par ajus-
tement par la fonction f(t) = Ae_r*t2 cos(wot+¢), le taux de décroissance pour différentes
amplitudes de rugosité. Sur la figure nous avons représenté, le taux d’amortisse-
ment des oscillations dipolaires pour des températures et des amplitudes d’oscillation
similaires aux données expérimentales. Les barres d’erreurs (valeurs rms) sont calculées
a partir de la dispersion des temps de décroissance obtenus pour différentes réalisations
statistiques de potentiels rugueux. Pour expliquer un accroissement de 7 d’un facteur
10 la valeur rms du potentiel rugueux doit étre réduite d’'un facteur 14 4+ 1. Cependant,
ce modele ne prend pas en compte les collisions entre atomes (notamment a cause d’un
temps de calcul trop important) bien qu’elles interviennent sur des constantes de temps
du méme ordre de grandeur que ’amortissement des oscillations dipolaires. Néanmoins
comme le taux de collision sont pratiquement identiques (Tpc =~ 7ac =~ 10 s~!) dans les

deux configurations nous pensons que le résultat précédent reste pertinent.

4.5 Limitations fondamentales de la méthode

4.5.1 Imperfections du potentiel moyen
4.5.1.1 Rugosité effective résiduelle

Intéressons-nous a la dynamique du mouvement longitudinal. Comme précédemment,
nous découplerons la dynamique du mouvement transverse de celle du mouvement lon-
gitudinal. De plus, pour simplifier ’analyse et avoir des résultats analytiques, nous né-
gligerons les collisions entre particules et nous supposerons un gaz parfait.

Dans une approche de type séculaire, nous décrirons la position longitudinale z(t)
de latome sous la forme z(t) = 2z (t) + z(V(¢) ot 2(9(¢) correspond & un mouvement
lent de grande amplitude (& la fréquence du piege w,) et d’un micro-mouvement du a la
rugosité, de faible amplitude z(V)(¢) (évoluant & la fréquence de modulation wyy, ).

L’équation du mouvement, projetée suivant la direction longitudinale, s’écrit :

0%z ou(z)

M = MW,z —
ot2? z 0z

ot u(z) est Pamplitude du potentiel rugueux.

cos(wmt) (4.28)

Comme z(® est solution de I’équation sans potentiel rugueux et que 20 <z z(1)
prend la forme suivante :

2D () = %?cos(wmt). (4.29)

moz

L’énergie cinétique associée a ce micro-movement, prise au mouvement longitudinal,
produit une rugosité effective [96], qui moyennée sur une période oscillation 27 /wy,, a
pour expression :
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Ve = (Ou(2)/02)° (4.30)

2
dmwz,

Pour un fil dont les déformations de ces bords sont bien décrites par une densité
spectrale de bruit constantes (bruit blanc), I’équation s’integre sous la forme suivante
ne faisant intervenir que I’amplitude rms de rugosité résiduelle :

<U%C,eﬁ>

Ve = 1.1 mw2d?

(4.31)

ou <u%aeﬁ> correspond a la variance du potentiel rugueux que ’on aurait si les courants
n’étaient pas modulés.

Ordre de grandeur :

Pour une amplitude de rugosité de 100 nK, & une fréquence de modulation de 30 kHz,
Veg = 1073 nK. A une telle fréquence de modulation, les atomes percoivent parfaitement
le potentiel moyen. Nous pourrions penser qu’il serait possible de baisser notoirement la
fréquence de modulation tout en gardant une rugosité effective faible. Nous verrons en
fait que nous sommes limités par la condition sur la stabilité du mouvement transverse.

4.5.1.2 Champ transverse rugueux

Pour satisfaire les équations de Maxwell, le champ magnétique créé par les micro-fils
doit posséder en plus de sa composante rugueuse longitudinale dB,, une composante
rugueuse transverse 0B, . Celle-ci a pour effet de déplacer transversalement le centre
du quadrupodle et ainsi créer des méandres longitudinaux du piege. Cet effet n’est pas
éliminé par la modulation puisque 0B est modulé en phase avec les autres champs
modulés. Comme le gradient quadrupolaire est trés important, ce déplacement n’excede
pas quelques nanometres, il est ainsi complétement négligeable devant les tailles typiques
du mode fondamental de 'oscillateur harmonique. Nous le négligerons dans la suite du
manuscrit.

4.5.1.3 Termes non harmoniques

Pour l'instant I’ensemble des études que nous avons menées sur le potentiel moyen
se sont limitées & un développement de (V(r,t)) a ordre 2. Dans ce cas, nous avons vu
que le potentiel est harmonique dans les directions transverse et longitudinale et exempt
de rugosité. Nous nous proposons dans cette sous-section de développer (V(r,t)) =
(up|B|) a l'ordre 3 pour déterminer la contribution non moyennée du champ magnétique
longitudinal rugueux 0 B,. Nous en profiterons également pour voir les corrections que
ce développement apporte sur les termes du troisieme ordre.

Nous écrirons le potentiel moyen sous la forme générale :

(V(r,1)) = MB<\/(BS + Bj +6B:(2,1))? + (B (r,1) = Bo(t)) + B1)?)  (4.32)
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Apres avoir moyenné sur une période d’oscillation, nous obtenons :
B*? B2 B2 (Bﬁl)Z BZ BlBﬁldB
Vi(r,t)) = ugBi [ 1 LA [— L L 1 2H D1LD 0Dz
W)= ps °< ! B§< 2(35)2>+2(Bé)2+4(35>2 B; ) "B
(4.33)

Donnons la signification physique de chacun de ces termes :

upB§ : ce premier terme correspond simplement a un décalage global de I'énergie du
fond du piege et n’a pas de réelle signification physique.

2

uB B (1 — 2(%7%)2) : Le terme upBj; correspond au confinement harmonique longitu-
0

dinal classique. Celui-ci est, cependant, modifié a 'ordre 3 par un terme supplé-

. B% B2
mentaire upB7; 2(735)§ .

2
usB§ 2(]]337%)2 : ce troisietme terme produit un décalage en énergie du fond du piege qui
0
dépend de la position longitudinale par le terme Bi. Si Bi n’est produit que par
les barres du H, nous retrouvons alors que la fréquence d’oscillation dans le cas AC
est augmentée par rapport au cas DC (voir I’équation [4.12)).

i1 2
Bfil B% - .
( - ) (1 — F) : avec ce quatrieme terme nous reobtenons I’expression du confinement

2B; BE
]3ﬁl 2 T Bﬁl 2 Bz
transverse ( 5= ) . Il est corrigé a 'ordre 3 par le terme — (2 5= ) 7+. Comme ce
0 0 0

dernier décroit avec la coordonnée z, les équipotentielles du piege ont une forme
qui ressemble & un "noeud papillon”.

B, BfilsB . . L .
MBBSW : ce dernier terme correspond & la contribution non moyennée du champ
0

magnétique rugueux. Ce terme introduit a la fois :
— une dépendance longitudinale de la position transverse du centre du piege dont
I’écart dry par rapport a sa position idéale est donné par :

_ B.4B.

Sro = 4.34
0= (4.34)
— et une rugosité résiduelle :
2 2
upB 0Bz
V=" 4.35
1B} (4.35)
— ainsi qu'une modification locale de la fréquence d’oscillation transverse :
3 By} . @
Wi ac = (1 — B(()Z)3> Wi ac (4.36)

(2)

oll w4~ est la fréquence d’oscillation du potentiel développée a 'ordre 2.

Application numérique : Donnons les valeurs de ces trois dernieres quantités pour
les parametres suivants By = 1 G, B; = 50 mG et 6Bz = 1 mG : drg = 2 nm,
(W2 40— w2 a0)/w? 4o =2.5% et 6V =4 1077 nK.
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— Tout comme dans le paragraphe drp est totalement négligeable devant
la taille typique du mode fondamental de I'oscillateur harmonique.

— La valeur dV est plus faible que Veg (trouvée au paragraphe §4.5.1.1). En pra-
tique, la rugosité résiduelle du piege sera donc donnée par Vg (i.e. par la valeur
de la fréquence de modulation).

4.5.2 Effet de la modulation sur le mouvement longitudinal : taux de
chauffage

Dans cette sous-section, nous allons étudier l'effet de la modulation du potentiel
rugueux a la fréquence w,, sur un nuage atomique confiné dans un guide magnétique
rugueux. Les atomes étant soumis a un hamiltonien dépendant du temps, ils vont pou-
voir échanger de I’énergie avec le potentiel rugueux. Ce transfert d’énergie va se traduire
comme nous allons le montrer par un chauffage du nuage. Pour ce faire, nous prendrons
le cas d’un nuage atomique dont le spin de chacun des atomes est unité (les vecteurs
propres seront notés : [1),|0) et | — 1)) piégé transversalement par un confinement harmo-
nique modulé et soumis longitudinalement au potentiel rugueux modulé U(z) cos(wmt)
de longueur de corrélation [. et de valeur moyenne nulle.

L’hamiltonien décrivant la dynamique de la particule est alors{ﬂ :

H(r,t)=H, (r,t) + H.(r,t)

H(rt)= il + Imw? [ cos? (wnt)r?
avec ’ 2m ' 2777L,DC " (4.37)
H.(r,t) = 2= + U(z) cos(wmt)

La dynamique transverse d’'un atome est ainsi découplée de sa dynamique longi-
tudinale. Nous supposerons de plus que wy, > 0.87w| pc pour que I’évolution de la
dynamique transverse soit stable (voir pour la détermination de ce critere de
stabilité). Bien que ce critére soit issu d’'un raisonnement classique, il reste néanmoins
valable dans une approche quantique puisque la fonction de Wigner qui décrit comple-
tement le systeme dans ’espace des phases a une évolution classique pour un potentiel
harmonique [98].

Intéressons nous alors uniquement a la partie longitudinale de I’hamiltonien. Comme
I’hamiltonien est périodique en temps, les solutions de I’équation de Schrédinger ih% =
H,(t)|¥) peuvent étre trouvées, d’apres le théoreme de Floquet [99], en résolvant le
probleme aux valeurs propres donné par ’hamiltonien indépendant du temps suivant :

o0 2

u(z

H= > (21;11* + 2mhwm ) [m)(m| + <2)(|m + 1) {m| 4 |m)(m + 1|) (4.38)
m=—o00

ou m* est la masse de 'atome considéré, m est un nombre quantique introduit pour tenir

compte de la modulation du potentiel rugueux. La représentation d’'un état Floquet de

la forme Y, |®)n, [np) qui s’écrit dans la représentation précédente > |®)ppe” Femt,

20en négligeant la rugosité de potentiel transverse.
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Le premier terme de I’hamiltonien H est adiabatique, dans le sens ou il ne modifie
pas l'indice de Floquet de la particule alors que le second terme couple deux niveaux
de Floquet adjacents (Am = +1). C’est ce second terme qui est a 'origine du taux de
chauffage dans le piége modulé. Par ce terme, & tout instant, 'atome peut transférer
ou recevoir de 'énergie de la part du potentiel modulé. De plus, cette évolution est
irréversible puisque I’atome est couplé a un continuum (le spectre du potentiel rugueux
définit un continuum) et il perd progressivement ”"la mémoire” de son état initial.

Dans la suite nous estimerons le taux de chauffage engendré par la modulation du
potentiel rugueux produit pour un fil dont la densité spectrale des bords Jy est blanche.
A une hauteur h grande devant les dimensions du fil, la densité spectrale du potentiel
rugueux U est donnée par I'expression suivante [81] :

piol )?
S(k) = psJy (471_2;4

ou K7 représente la fonction de Bessel modifiée de premiere espece.

(k) Ky (kx)? (4.39)

Pour un gaz thermique, le taux de chauffage s’obtient en intégrant sur I’ensemble
de la distribution en vitesse n(v) la contribution ‘%(v} qui correspond a la variation
d’énergie d’une particule par unité de temps :

ar 1 [= dE

Un atome se trouvant initialement dans I’état |1, pg, nF) d’impulsion py et de nombre
de Floquet np peut étre couplé (second terme de l’équation aun état |1, £py,np+
1) du continuum d’impulsion final p4 et d’indice de Floquet np £ 1. Par conservation de
la quantité de mouvement p4 = 4/ p% + 2mhwy,. Il est a noter que le couplage vers 1’état
|0, p—, np + 1) nécessite que p% > 2mhwy, pour satisfaire la condition de conservation de
I’énergie.

En prenant en compte les deux orientations pour le vecteur d’onde initial kg, la

dE

variation d’énergie totale d’un atome par unité de temps 7 a pour expression [100] :

dE _ Twm

o = 2 (S(=ko+ar) +S(=ko — ¢+))/a+ (4.41)
~O(Jko| — v/2mw/h)(S(—ko + q-) + S(—ko — 7-))/q-) (4.42)
(4.43)

ou S(q) = 1/(2m) [ €“*{U(0)U(z))dz est la densité spectrale du potentiel rugueux U(z),
ayant une longueur de corrélation .. ©(x) est la fonction de Heaviside.

Sur la figure [5.12] nous avons tracé le taux de chauffage en fonction du nuage en
fonction de sa température pour une fréquence de modulation donnée.

Pour wy,/(27) = 30 kHz, une hauteur h = 7 pm au-dessus des petits fils et pour une
valeur rms du potentiel rugueux de 80 nK, le taux de chauffage est de 10719 nK/s, va-
leur completement négligeable par rapport aux durées typiques des expériences réalisées
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Fia. 4.28 — Taux de chauffage d’un nuage atomique dans le potentiel rugueux, obtenu a
partir de I'équation[4.43] en fonction de sa température pour une fréquence de modulation
Wi/ (27) = 200h/(mh?) (correspondant & w,, = 50 kHz). Pour les températures considé-
rées expérimentalement kpT/(mw?2 h?) = 1075, le taux de chauffage est de 10719 nK/s
pour une rugosité rms de 80 nK.

(quelques secondes). En conclusion, la modulation du potentiel rugueux n’introduit pas
de chauffage sur le nuage atomique. Bien que sur notre expérience, le rubidium 87 est
piégé dans I’état |F' = 2) la conclusion précédente reste valable. De plus, nous n’avons
pas pu mettre en évidence de taux de chauffage particulier a la modulation. En effet,
notre taux de chauffage est limité par les bruits techniques et typiquement de 160 nK/s
que se soit dans le piege modulé ou non.

4.5.3 Condition d’adiabaticité sur 1’évolution du spin

Toute I’analyse précédente suppose que le spin de I'atome a le temps de suivre adia-
batiquement les variations instantanées du champ magnétique. Nous verrons dans cette
section quelles sont les conditions sur w,, pour que cette approche soit valide. De ma-
niere intuitive, nous attendons que le taux de basculement de spin soit faible lorsque
Wi <€ WLarmors OU Wharmor = MBB§/h est la fréquence de Larmor. Nous suivrons les
mémes étapes de calcul que celles présentées dans [45] ou les auteurs calculent le taux
de basculement de spin dans le cas de pieges DC.

Considérons un atome de spin un dans le piege modulé précédent. Nous choisirons
les axes Ox et Oy a 45° des axes propres du quadrupole transverse. Nous noterons J le
moment angulaire de spin qui se décompose sur les différentes coordonnées 0x,0y et 0z
en respectivement J,,J,,J,.

Appliquons une rotation R(zx,y,z,t) pour que la direction de 'axe de quantifica-
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tion du spin soit a tout instant et en tout point suivant la direction locale du champ
magnétique. Dans cette nouvelle représentation 'hamiltonien du systeme s’écrit :

-1
Jo/h AR
dt

L’approximation harmonique que nous avons utilisée pour écrire I’équation précé-

2
1
Hy = R_IQP—mR + (upB§ + imwi cos(w2 t)r?) R (4.44)

dente, suppose que le champ magnétique pergu par les atomes est majoritairement sui-
vant ’axe 0z. Dans cette approximation, nous sommes donc autorisés a développer au
premier ordre la rotation R(z,y,z,t) comme un produit de deux rotations qui com-
mutent 'une suivant Paxe Ox d’angle 6, = b'x cos(wy,t)/B§ et l'autre suivant I’axe Oy
d’angle 0, = b’y cos(wmt)/Bj. Nous obtenons alors (voir annexe [B)) :

2 2 /
P P | V2b :
R 1%72 = 57T B cos(wmt)(pz — ipy)|0) (1] + h.c
dR™1 il
ih——R = wm sin(wmt)(x — iy)|0) (1] + h.c

i V@)5;
(4.45)

ol la notation h.c. denote le conjugué hermitique.
Notons que le second terme de la premieére équation donne les pertes par bascule-
ment de spin dans les pieges de loffe traditionnels. Le terme ih“”gt_lR est quant a lui

uniquement présent pour des pieges modulés temporellement. Pour wy, > w, c’est lui

qui prédomine pour les pertes par spin-flip.
Si les atomes sont dans le niveau fondamental transverse, il est possible d’appliquer
la régle d’or de Fermi pour calculer le taux de départ vers le continuum (cf [100]) :

\/§7TW2 - /2h,2k3£
[o=———Thkie "1 (4.46)
mupBiw1

olt ks correspond au vecteur d’onde de I'état final égal & 3 /2m(upB§ + h(wi ac — wm))

Le taux de départ I'y est exponentiellement décroissant lorsque wy, s’écarte de la
valeur ppB§/h+w/ ac. Quand I'y est tres petit, il faut prendre en compte des couplages
d’ordres supérieurs dans ’hamiltonien : notamment des couplages apparaissent lorsque
Iénergie de I’état initial (mode fondamental) est voisine d’un état final de nombre de
Floquet np+3. Sur la figure nous avons représenté 1’évolution du taux de pertes en
fonction de la fréquence de modulation. Nous voyons une premiere résonance apparaitre
lorsque wy = (BB§/h + wi ac)/3. En poursuivant ce raisonnement et nous attendons
des résonances pour toutes les fréquences de modulation w,, vérifiant :

o 1B, + hwi po/V2
" (2n+1)h

En conclusion, les pertes par spin-flip peuvent facilement étre évitées en choisissant

(4.47)

correctement la fréquence de modulation du piege :
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F1a. 4.29 — Evolution du taux de pertes pour des atomes piégés dans 1’état fondamental
du piége. Le champ longitudinal BY est de 1.8 G et pour une fréquence de picge de
50 kHz

— elle doit étre petite devant la fréquence de Larmor wy,,
— et relativement loin de toute résonance, i.e. wm # (uBB§/h+wi ac)/(2n+1), avec
n > 0.
Pour une fréquence de modulation de 50 kHz ou inférieure avec une fréquence de
Larmor de 2.5 MHz (associé a un champ B de 1.8 G), le taux de pertes reste inférieur
4 1071571 est donc completement négligeable dans notre cas.

4.5.4 Effet de la modulation sur le mouvement transverse

Intéressons-nous maintenant a 1’étude du mouvement transverse des atomes dans le
potentiel modulé et étudions les conditions de validité d’utilisation du potentiel moyen
pour décrire la dynamique transverse des atomes.

4.5.4.1 Equation de Mathieu

Commengons par nous pencher sur la situation simple ou les champs magnétiques
externes dans le plan transverse sont nuls. Dans ce cas, le centre du potentiel magnétique
instantané reste immobile sur une période d’oscillation et seule la fréquence d’oscillation
du piege est modulée temporellement entre 0 et w | pc a la fréquence 2wy,,. Le potentiel
magnétique instantané s’écrit alors simplement par V (r,t) = 1/2mw? r? cos(wmt)?.

La trajectoire d’'une particule dans le plan Oxy est obtenue par intégration de la
relation fondamentale de la dynamique projetée suivant chacun des axes transverses du
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zone d'étude
0.25F

partie imaginaire de I'exposant
de Mathieu

AN

4 6 8 10
opc/20m

Fia. 4.30 — Graphique donnant les zones de stabilité dans le piege modulé. Les trajec-
toires stables sont obtenues lorsque la partie imaginaire de I’exposant de Mathieu est
nulle (les zones non stables sont hachurées). Expérimentalement, nous nous placerons a
wm > 0.87w| pc pour que le potentiel vu par les atomes soit tres proche du potentiel
moyen.

piege :
&y n Wy
or? = 2w2
oll T = Wpoedt est un parametre sans dimension et y; désigne la coordonnée x ou y
2
du plan transverse. Il s’agit d’une équation de Mathieu [101]( % +a—2qcos(27)y = 0)

(1 +cos(27))y; =0 (4.48)

2
avec comme parametres a = 2‘:—% et ¢ = —a/2. Cette équation étant périodique en temps
elle admet, d’apres le théoreme de Bloch, des solutions de la forme :

y(a,q,t) = Ae™F(a,q,t) + Be " F(a,q, —t) (4.49)

ou p est 'exposant caractéristique de Mathieu et F une fonction spéciale tabulée 27 /wy,-
périodique, et A, B des constantes déterminées par les conditions initiales de la particule
(position, vitesse).

Intéressons-nous aux conditions de stabilité de cette équation différentielle sur le
confinement transverse du potentiel. Tant que la partie imaginaire de p est nulle, les
solutions de cette équation sont bornées et les trajectoires des particules sont stables.
Sur la figure 4.30, nous avons donc tracé la partie imaginaire de 'exposant de Mathieu
en fonction du rapport wy/2wy,. Bien qu’il existe des zones de stabilité pour wy/wy, > 1,
il n’est pas souhaitable de se mettre dans ce régime car le potentiel vu par les atomes est
notoirement différent du potentiel moyen et la dynamique des particules est donc difficile
a analyser. Pour des fréquences de modulation plus élevées que 0.87wg, la dynamique
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est également stable (Zm(p) = 0). Pour les fréquences de modulation bien supérieures
a 0.87wg, le mouvement complet d’'un atome peut se découpler en un mouvement lent
a la fréquence du piege et d’un micro-mouvement a la fréquence de modulation dont
I'amplitude est d’autant plus faible que la modulation est rapide. Pour une fréquence de
modulation typique de 30 kHz (utilisée dans nos expériences), et une fréquence de piege
instantanée maximale de 2 kHz, 'amplitude relative du micro-mouvement comparée a
celle du mouvement lent est donnée par wg /8w2,, et est typiquement de I'ordre de 5.107%.
Pour ces valeurs de parametres une description en terme de potentiel moyen est alors
bien adaptée au probleme.

Il est intéressant de noter que les zones de stabilité ne dépendent que du rapport
wm/wo et notamment ne dépendent pas des conditions initiales sur le mouvement des
particules. Ceci a pour conséquence d’assurer la stabilité compléte du nuage et ceci méme
vis a vis des collisions élastiques.

4.5.4.2 Résultats expérimentaux

Expérimentalement, nous avons mesuré la durée de vie du nuage atomique pour des
fréquences de modulation allant de 3 kHz et 50 kHz. Sur la figure nous avons
représenté ces différentes courbes sur la figure Fig. Le temps de vie est trouvé a
partir d’'un ajustement par une exponentielle décroissante de constante de temps 7.

Pour les fréquences de modulation supérieures a 15 kHz, le temps de vie du nuage
est constant compte tenu des barres d’erreurs et est le méme que dans le cas du piege
non modulé, soit 16 s. Nous pouvons donc attribuer cette valeur aux pertes par collision
avec le gaz résiduel ainsi que la proximité de la surface de la puce (pertes par spin-flip
d@ au bruit de Johnson) et éliminer l'effet de la modulation sur cette durée de vie finie.
Par contre, pour des fréquences inférieures a 15 kHz, bien au-dessus de la fréquence
fifi‘rllﬂ = 1.82 kHz prédite par 1’équation de Mathieu, nous observons une chute brutale
de la durée de vie traduisent 'effet de la modulation sur la dynamique des atomes. Par
exemple, a une fréquence de modulation de 5 kHz, le temps de vie n’est plus que de
30 ms. Nous allons voir dans le paragraphe suivant qu’il est possible d’attribuer cette
observation a la présence de champs transverses résiduels constants (typiquement de
lordre de 100 mG).

4.5.4.3 Cas général : simulations Monte-Carlo classique

Dans le cas d’un champ externe constant, la dynamique du piege n’est plus régie par
I’équation de Mathieu notamment parce que la position du centre du piege évolue au
cours du temps. En effet, en présence d'un champ magnétique homogene et constant,
la position du quadrupoéle transverse créé par les petits fils est décalée d’une quan-
tité Bext/b'. Notons que dans approximation harmonique le décalage est d’autant plus
important que le gradient est faible, c’est-a-dire que le piege part & I'infini quand le cou-
rant dans les différents fils tend vers 0. Cette approximation n’est cependant pas valable
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lorsque le courant dans le fil avoisine 0 et la trajectoire du piege est en fait un arc de
cercle comme illustré sur la figure 4.31] ot nous avons représenté 1’évolution temporelle
du centre du piege au cours d’une période d’oscillation. Bien que le centre du piege bouge
de manieére importante sur une période de modulation, une modulation suffisamment ra-
pide des courants I, et I. permettent aux atomes de ne percevoir que le potentiel moyen
(V(r,t)) et donc de maintenir des trajectoires stables.

Afin d’avoir un critere plus quantitatif sur la fréquence minimale qu’il est nécessaire
d’appliquer pour avoir des trajectoires stables, nous avons réalisé des simulations numé-
riques de type Monte-Carlo. Pour une température de 7' = 500 nK correspondant aux
données expérimentales, nous avons tiré au hasard, suivant la statistique de Maxwell-
Boltzmann, les positions ansi que les vitesses initiales d’un millier de particules. L’évolu-
tion temporelle de chacune d’elles est obtenue en résolvant, suivant la méthode de Runge
Kutta d’ordre 4, la relation fondamentale de la dynamique dans le plan transverse :

2T
dt?

ot V(7°,t) est le potentiel magnétique transverse instantané créé par les cinq fils.

me = _VV(7,t) (4.50)

Pour trouver la durée de vie du nuage atomique dans ce piege, nous considérons
qu’une particule est perdue si son énergie a 'instant ¢ est au moins 10 fois plus grande
que son énergie initiale. Les trajectoires sont simulées pour des temps de 'ordre de 20 ms
et nous avons vérifié que la durée de vie calculée dépend peu de cette valeur.

De maniére a pouvoir comparer avec nos mesures expérimentales, nous avons pris en
compte la durée de vie finie de notre piege (principalement due aux collisions avec le gaz
résiduel) de 16 s. Le temps de vie s’écrit dans ce cas la :

1
TE T T

Tmod Tres

(4.51)

ol Tmod €st la durée de vie due a l'effet de modulation et 7,5 est le temps de vie mesuré
expérimentalement dans le cas du piege non modulé.

Sur la figure nous avons ajouté la courbe théorique de la durée de vie du nuage
atomique en fonction de la fréquence de modulation pour les parametres suivants :

— température du nuage : T' = 500 nK,
— nombre de particules N,z = 1000 atomes,
— courants I, = 15 mA et I. = 13 mA.

Les résultats de la figure |4.32| confirment ce que nous attendions intuitivement, c¢’est-
a~dire une augmentation de la fréquence de modulation minimale pour avoir un piege
stable. Pour un champ transverse de 0.15 G dans chacun des axes x et y, cette fréquence
vaut typiquement 15 kHz soit supérieure par prés d’'un facteur 10 au cas ou il n’y a pas
de champ magnétique résiduel.
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t=kn y
R
(a) Bocos(mpt) potentiel moyen

X

t=(k+1/2)n

(b)

Tgcos(opt)
Bycos(wy,t)

y
potentiel moyen
1

\ ; =7

t=m/4 Tpcos(oy,t)

t=3n/4

t=m/2 t=23m/2

Fic. 4.31 — Evolution temporelle du potentiel magnétique créé par un fil parcouru par
un courant Iy et par un champ de biais By modulés tous les deux en phase dans les deux
configurations différentes : figure (a) sans champ externe constant, figure (b) avec un
champ magnétique constant B, non nul suivant la direction y. Dans le cas (a), la position
du centre du piege n’est pas modifiée au cours d’une période de modulation. Seule la
fréquence d’oscillation est modulée en temps suivant la loi w? (t) = wiDC cos? (Wi t).
Dans le cas (b) par contre, la présence du champ B, déplace la position du centre du
piege. Le piege initialement & la position (1) (t=0), part horizontalement vers la gauche
(dans I’approximation harmonique) en décrivant le cercle jusqu’a arriver en position (2)
au bout d’une demi-période, puis repart en sens inverse pour la seconde moitié de la
période d’oscillation. La position du potentiel moyen est quant a elle située au centre de
symétrie de la figure.
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Fi1Gg. 4.32 — Temps de vie d’un nuage atomique pour différentes valeurs de fréquences
de modulation (respectivement 30 kHz, 20 kHz, 10 kHz, 5 kHz). La figure (e) donne
I’évolution du temps de vie en fonction de la fréquence de modulation. La ligne pointillée
représente le résultat de la simulation Monte Carlo dans le cas d’un champ transverse
de 150 mG dans les deux directions x et y. Les durées de vie typiques dans le piege non
modulé sont de 16 s.
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Le champ résiduel, provenant d’une mauvaise compensation peut avoir plusieurs ori-
gines : le courant continu de 2 A dans le filament du dispenser (100 mG) ou la magnéti-
sation indésirable du blindage par application de forts champs magnétiques notamment
pendant la phase du PMO externe.

La courbe précédente permet d’élaborer une méthode de compensation des champs
magnétiques statiques transverses au niveau du piege. Il est possible de compenser ces
champs magnétiques résiduels, de maniere itérative en maximisant la durée de vie du
nuage en fonction des champs de compensatiorﬂ Cependant, nous n’avons pas choisi
d’utiliser cette méthode notamment parce qu’elle est tres cotteuse en temps. De plus la
composante transverse du champ magnétique créé par les barres du H produit un champ
transverse typiquement de 50 mG au bord du nuage. Il ne sert donc a rien de compenser
a mieux que cette valeur.

4.6 Refroidissement évaporatif dans le piege modulé

L’utilisation du refroidissement évaporatif s’est révélée cruciale, en 1995, pour 1’ob-
tention du premier condensat de Bose-Einstein [43]. Rappelons que ce mécanisme consiste
a laisser s’échapper du piege les atomes les plus énergétiques (i.e. les plus chauds) en
tronquant sa profondeur ce qui réduit la température du nuage au prix d’une perte
d’atomes. La troncature du piege peut étre réalisée par plusieurs méthodes suivant le
type de pieges utilisés :

— transitions radio-fréquence dans le cas des pieges magnétiques de type loffe-Prichard

[43] ou de type TOP (time orbiting potential) [102].
— diminution de la puissance optique du ou des faisceaux de piégeage pour des pieges
optiques [103].

Comme nous venons de le voir, le potentiel modulé possede des propriétés particu-
lierement intéressantes (tres faible rugosité résiduelle, forme du potentiel moyen rela-
tivement insensible aux champs magnétiques externes statiques) et nous pouvons nous
demander s’il est possible d’appliquer le refroidissement évaporatif par onde RF sur ce
type de piege.

Dans cette partie, nous montrerons comment il est possible d’utiliser une onde radio-
fréquence pour réaliser un refroidissement évaporatif dans le piege modulé.

Considérons, en plus des champs magnétiques nécessaire au piégeage, un champ ma-
gnétique radio-fréquence Bry polarisé suivant la direction x oscillant a la fréquence wgrp.
Pour simplifier I'analyse nous nous restreindrons a un atome de spin entier dont les états
de spin seront notés |1) (état piégeant), |0) (état insensible au champ magnétique) et
|—1) (I’état anti-piégeant). Dans ce modele nous verrons que lorsque wy, est faible devant
la fréquence de Larmor wrarmor = 1BB§/h, l'effet de I'onde radio-fréquence peut s’in-
terpréter simplement comme 'apparition de bandes latérales sur la transition atomique
entre 1'état |1) et 'état |0).

21En faisant varier itérativement la compensation suivant ’axe x puis suivant 'axe y.
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De maniere analogue au paragraphe (cf.§ , nous appliquons la méme rotation
R(z,y, z,t) pour qu’a tout instant le spin |1) pointe suivant la direction locale du champ
magnétique. Dans cette représentation, I’hamiltonien global du systéeme s’écrit sous la
forme H = Hy + Hip, ou Hy a été défini au paragraphe et Hyr est ’hamiltonien
HEF associé au champ radio-fréquence Bgry s’écrit dans la base (|1),]0), | — 1)),

0

X 01 0 v 10
HBF = hQgp | —=cos(wrrt) [ 1 0 1 | + ==~ cos(wmt) cos(wrrt) [ 0 0
V2 010 280 0 0

(4.52)
ou Qryp = upBrr/h est la pulsation de Rabi.

Dans la suite, nous noterons HFF et HfF respectivement le premier et le second
terme de HEF,

HEFE correspond au terme de couplage usuel faisant basculer le spin de I'état piégeant
|1) vers I’état |0), puis vers 'état | — 1).

HfF , quant & lui, provient de la dépendance temporelle de la rotation R(z,y, z,t)
(voir annexe . Bien que HI*F' ne couple pas les deux états |1) et |0), nous verrons qu'il
peut induire également des pertes par des processus du second ordre.

Analysons maintenant 'effet de chacun des termes de Hrp. Dans le cas général (i.e.
si wp, et Qrp ne sont pas multiples I'un de autre), 'hamiltonien H n’est pas périodique
en temps. Cependant comme H ne fait intervenir que deux fréquences wy, et Qrp, il est
possible d’utiliser une représentation de Floquet généralisée dans laquelle deux nombres
quantiques sont utilisés : le nombre de Floquet n,,, associé a la fréquence de modulation et
le nombre nrp associé au nombre de photons radio-fréquence. Dans ce cas, nous écrirons
ces états sous la forme | Ngr, n,,). Dans cette nouvelle représentation, nous décomposons
I’état |1) sous la forme :

D= > > angenn®)IL Ner,nm) (4.53)

Ny, =—00 N =—00

De plus, nous nous placerons dans le cas ou le champ magnétique radio-fréquence
est faible (Brr < By) c’est-a-dire que nous considérons uniquement des transitions
a un seul photon RF. De plus, seules les transitions quasi-résonnantes avec 1’état non
piégé ayant Nry + 1 photons radio-fréquence est important et nous négligerons les autres
couplages.

Dans cette approximation I’hamiltonien Hgrp s’écrit donc, en ne considérant que les
états |0) et |1) :
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hQ
Hrp = Y. { 2 (|1, Nrp, ) (0, NR + 1, 72n] + [0, Ngp + 1, 700) (1, NR, 1)
n. n \/5
m,yI"RF -~
HRF
upb'z
+ |17NRF_17nmi]—><1aNRF7nm|

4By

RF
H2

(4.54)

Supposons pour clarifier les idées qu'un atome se trouve dans I'état piégé |1, Nrp, ny, =
0 >. Cet état initial peut étre transféré vers un état non piégeant |0) ayant pour nombre
de Floquet n,,, = 0 ou =+ 2 de plusieurs fagons différentes (voir figure [4.33)) :

transitions vers 1’état |Ngp + 1,n,,, = 0) : cette transition est induite par le terme
HEF avec la constante de couplage hRr.

transitions vers I’état |Ngp + 1,1, = +2) : le terme 1/2mw?r? cos(2wn,t)S, de Hy
peut induire une transition entre I'état |Nrp,n, = 0) et 'état |Nrp,ny, = +2).
Cet état intermédiaire pourra étre a son tour étre transféré vers 1’état |0, Nrp +
1,ny, = £2) via le terme HRY (processus (a)).
— le second processus possible utilise le couplage entre 'état |Nrp,n, = 0) et
I'état [Ngr+1,n, = £1) (terme HEY). Cet état est ensuite transféré vers 1'état
final |[Nrp + 1, n,, = £2) (terme i‘”gt_lR de Hy (processus (b))).

Le rapport entre les taux de couplage des processus de type (a) et des processus de
type (b) est proportionnel & fuv,,/upBy. Dans les expériences que nous avons réalisées,
ce rapport est typiquement de 1/20, ce qui nous permet de négliger les processus de
type (b) au profit des processus de type (a). De facon plus général, ’état initial peut
étre transféré a tout état final du type |Nrr — 1,n,,, = 2k) (ou k est un entier relatif).
Le processus dominant implique H{F" et le terme & 'ordre n de 1/4mw?r? cos(2wpnt)S.
contenu dans Hy. De maniere itérative, il est possible de montrer que le couplage effectif
associé a ce processus s’écrit

n BBrr [(ppb?r?\"
Vi - ( (455)

n! 163071&)

4.6.1 Apparition de bandes latérales

En négligeant la modulation du couplage avec la rotation de l'orientation du spin
(approximation du paragraphe , il est possible de comprendre le refroidissement
évaporatif dans le piege modulé en considérant simplement que I’écart en énergie de la
transition |0) < |1) est modulé. Pour une position donnée dans le piege magnétique,
I’écart en énergie entre ces deux niveaux s’écrit :
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Energie _
L 1, np=2>
Processus de type (a) : Processus de type (b) : |1’ np= 1>
[1,np=2 [1, np=0>
1, ng=1 /
[1,np=0>
—————— [0, np=2>

Nrg Ngg+1 Ngr Ngg +1

F1a. 4.33 — Transitions possibles entre 1’état piégé |1,nyp = 0, Ngrp) et l'état |0,np =
2, Nrr — 1) lors de lapplication d’une onde radio-fréquence sur le potentiel modulé. Les
processus de type (a) sont en général prédominants (voir texte).

AE = hwy + hdw cos(2wp,t) (4.56)

ol wy = ppBo/h + dw avec dw = up(b'r)?/(2By) et b’ le gradient quadrupolaire trans-
verse du piég@

La situation précédente est également formellement équivalente a dire que ’écart en
énergie de la transition |0) < |1) est constant mais que c’est la fréquence du couteau
radio-fréquence qui est modulée temporellement avec un spectre en fréquence donné par
la transformée Fourier :

S(v) = / cos (wrrt 4 6w cos(2wnt)t) e 2™ dt (4.57)

—00

avec wry est la fréquence du couteau RF.
Nous trouvons alors en développant l'intégrale :

SW) = [Tl )6 — 0y + 37 2, (2 )5 — 0T 2 (4.58)

2w, 2w, 2w

ou J, représente la fonction de Bessel de premiere espece d’ordre n.

22Scule I’énergie de I'état piégé |1) est modulée.
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La modulation temporelle de A E produit donc sur le spectre de ’onde radio-fréquence
des bandes latérales, espacées de 2nw,, de part et d’autre de la fréquence centrale wrp
dont les poids relatifs sont donnés par les fonctions de Bessel d’ordre n (voir note E[)

4.6.2 Conséquences sur le nuage atomique

Nous avons montré que le champ radio-fréquence produit des couplages entre 1’état
piégé |1) et I’état |0) pour plusieurs positions a l'intérieur du piege séparées en énergie par
2hwy, (voir noteF_I]). Pour une fréquence de modulation de 30 kHz, la difference en énergie
entre deux résonances consécutives est 2 ukK. En conséquence, pour des nuages atomiques
ayant des températures du méme ordre de grandeur, plusieurs résonances sont présentes
a l'intérieur méme du nuage pouvant introduire des pertes par basculement de spin.
Pour résoudre ce probleme deux solutions sont possibles : soit augmenter la fréquence
de modulation pour séparer encore plus les zones de résonanceﬂ soit commencer par
refroidir le nuage dans un piége non modulé & des températures plus faibles puis le
transférer dans le piege modulé. Dans ces conditions, le processus d’évaporation est
majoritairement dua a la présence d’'un seul couteau RF, comme pour un piege statique
standard. Il est préférable pour le choix du couteau radio-fréquence de prendre la porteuse
du signal : le couplage entre I’état |1) et |0) est alors maximum et ne dépend pas de la
position radiale (ug(b'r)?/(4B¢hw)) ce qui est particulitrement intéressant lorsque la
fréquence RF est abaissée pour effectuer le refroidissement évaporatif.

ZNotons que dans le cas ol la fréquence de modulation est faible devant wgrr, le développement
limité au premier ordre des fonctions de Bessel redonne bien l'expression du couplage effectif obtenu au
paragraphe

24Gignalons que le refroidissement évaporatif dans les pieges de type TOP (time-orbiting potential),
présente les mémes types de multi-résonances [104].

251,a résonance correspondant a la premiere bande latérale (wrr — 2wm) se trouve en-dessous du fond

piege.






CHAPITRE 5

Fluctuations de densité dans un
gaz de Bose allongé

L’un des fondements de la mécanique quantique repose sur la dualité onde-corpuscule.
En 1923, Louis de Broglie étendit ce concept, initialement proposé pour décrire les pro-
priétés de la lumiere, a toute particule matérielle. Pour tenir compte de leurs propriétés
ondulatoires, il leur associe une longueur d’onde qui est inversement proportionnelle &
leur impulsion p [105], Agqp = %,01‘1 h est la constante de Planck. Pour un nuage atomique,
c’est la longueur d’onde de De Broglie thermique qui permet d’étudier les propriétés de

| B2
Agp=4/ ——— 1
dB 2mmkgT (5-1)

ol m est la masse des particules, kg la constante de Boltzmann et T' la température du
nuage. Lorsque la température du nuage est élevée (Agg < 1 nm), le nuage atomique
est tres bien décrit classiquement par une assemblée de particules ponctuelles et indé-

cohérence du nuage :

pendantes. A plus faible température le comportement ondulatoire des particules, qui se
manifeste sur des distances de 'ordre de Agp, devient alors mesurable. Du fait du prin-
cipe de symétrisation des fonctions d’ondes il se traduit, pour les bosons, par un effet de
groupement (bunching effect en anglais) : la probabilité de trouver deux particules en
un méme endroit de I’espace est plus élevée que dans le cas de particules indépendantes.
L’effet Hanbury-Brown et Twiss pour les photons, que nous rappellerons dans 'intro-
duction, est une illustration de ce phénomene [106]. D’autres expériences réalisées cette
fois-ci sur des particules massives [107-109], ont permis de mesurer la fonction de corré-
lation du second ordre pour des particules de type bosonique et fermionique. Au travers
d’un bref historique, nous reviendrons sur ces différentes expériences dans I'introduction
de ce chapitre.

En 2004, Altman et Al [110] ont montré que des images de nuage atomique prises
par absorption contiennent des informations sur les corrélations du second ordre entre
particules. Celles-ci peuvent étre extraites en analysant soigneusement le bruit détecté
sur chacune des images acquises. Cette méthode fut appliquée en 2005, par ’équipe de
D.S. Jin, pour mesurer la corrélation en impulsion de paires fermioniques obtenues a
partir d’'un condensat de molécules [111]. Dans ce chapitre, nous montrerons que cette
méthode peut étre également utilisée pour mesurer la fonction de corrélation du second
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ordre dans l’espace des positions, contrairement aux expériences précédentes [107-109]
qui ont été réalisées dans l'espace des impulsions. Pour ce faire, nous imagerons des
nuages atomiques alors qu’ils sont encore confinés par le potentiel de piégeage (imagerie
in-situ). Nous verrons que 'intégration inévitable du profil de densité suivant 'axe du
faisceau d’imagerie peut masquer l'effet du groupement de bosons dont la longueur de
corrélation est donnée par Agp. Pour éviter au maximum cet effet, nous tirerons parti
de l'utilisation des puces atomiques qui permettent de produire des nuages atomiques
proches du régime unidimensionne][] et ainsi de limiter cet effet d’intégration.

Dans une deuxieme partie, nous présenterons les résultats que nous avons obtenus
sur la mesure du groupement de bosons et nous verrons également le role que jouent les
interactions répulsives entre atomes.

5.1 Introduction

5.1.1 Le groupement de bosons : un effet de statistique

Commencgons cette section par expliquer ”avec les mains” en quoi consiste le grou-
pement de bosons et comment il se traduit sur les fluctuations de densité dans un gaz
de Bose. Comme nous le verrons, il s’agit d’un effet quantique relatif au principe de
symétrisation des fonctions d’onde. Nous décrirons successivement le cas des particules
quantiques discernables pour lesquelles il n’y a pas de groupement de bosons puis nous
étudierons le cas des particules quantiques indiscernables.

5.1.1.1 Cas des particules discernables

Considérons un gaz de Ny particules statistiquement indépendantes contenues dans
une boite de volume L? et étudions les fluctuations du nombre de particules dans un vo-
lume élémentaire dans les deux situations suivantes : le volume élémentaire correspondra
dans un premier temps & une cellule de 'espace des phases de volume A2 puis contiendra
dans un deuxiéme temps G états quantiques (voir figure .

Un état quantique observé :

Dans ces conditions, la probabilité d’obtenir /N particules dans une cellule élémentaire
de ’espace des phases est donnée, pour des particules indépendantes, par la loi binomiale :

P = N N (ﬁv})N (1 %)NO_N (52)

ou (n) correspond a la valeur moyenne du nombre de particules contenues dans la cellule
élémentaire. La notation (.) représente une moyenne statistique obtenue sur un grand
nombre de réalisations indépendantes.

Li.e. lors que la température du nuage est du méme ordre de grandeur que I’énergie de point zéro

dans les deux directions transverses.
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(@ (b)

G : nombre d’états quantiques observés
N, : nombre total de particules

volume élémentaire : H3

les différents états quantiques sont non corrélés :

<Nt2> - <Nt>2 =<Ng> +<Nt>2

<N t>2
<Nt2> - <Nt>2 =<Ng +

F1c. 5.1 — Fluctuations du nombre d’atomes contenus dans un volume élémentaire : (a)
pour un état quantique donné, (b) pour plusieurs états quantiques observés.

En général Ny est grand par rapport a N, et nous pouvons approximer py par :
<n>Ne_<n>
N!
qui correspond a la loi de Poisson. A partir de cette loi de probabilité, nous pouvons

calculer la variance du nombre de particules contenues dans une cellule élémentaire a
partir de (n) (voir démonstration en bas de pageED :

PN = (5.3)

(n®) = (n)? =Y N?py — (n)* = (n) (5.5)
N=0

Nous constatons que pour des particules indépendantes, la variance (i.e. fluctuations)
du nombre d’atomes contenus dans une cellule élémentaire de ’espace des phases varie
linéairement avec la valeur moyenne du nombre d’atomes présents dans cette cellule.
Ces fluctuations sont analogues au bruit de grenaille temporel observé avec des photons
lorsqu’ils sont émis par un laser.

2En effet,
2 _ 2 _ —(n) <7’L> N _ —(n) <1’L> N —(n) <7’L> N
(') = > Npv=e Z(N—l)!_e Z(N—z)!+e Z(N—1)!
N=0 N=1 N=2 N=1
= ()’ +(n)
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Plusieurs états quantiques observés :

Dans le cas ol nous regardons la contribution de plusieurs états quantiques, le raison-
nement précédent se généralise a l'aide de 'indépendance statistique entre les différents
états quantiques. La probabilité d’obtenir N particules dans G cellules élémentaires de
I'espace des phases est toujours donnée par la loi de Poisson et la variance (N?) — (N)?
est encore linéaire avec le nombre moyen (IV;) de particules observées dans les G états
quantiques.

En conclusion, quelque soit le nombre d’états quantiques observés dans un volume
V, les fluctuations du nombre d’atomes sont données par le bruit de grenaille atomique.
Le raisonnement précédent n’est valable que dans le cas de particules discernables. At-
tachons nous maintenant a étudier le cas des particules indiscernables.

5.1.1.2 Pour des particules quantiques indiscernables

Reprenons maintenant le méme raisonnement pour des particules quantiques indis-
cernables. L’indiscernabilité des particules (symétrisation de la fonction d’onde) impose
de ne pas tenir compte de 'ordre d’arrangement des différentes particules dans ’espace
des phases. Pour des bosons, il est ainsi beaucoup plus probable, d’un point de vue
statistique, de se trouver dans la situation ol toutes les particules se trouvent dans une
meéme cellule de ’espace des phases que dans le cas ou elles sont chacune dans une cellule
différente. Ainsi, ce raisonnement permet de prévoir intuitivement la présence de grandes
fluctuations du nombre d’atomes dans une cellule élémentaire pour plusieurs réalisations
statistiques indépendantes.

Un état quantique observé :

D’apres la loi de Maxwell-Boltzmann a 1’équilibre thermodynamique, la probabilité de
trouver ny ;. bosons dans une méme cellule de I'espace des phases d’énergie €, est donnée

Ek*[ub
7nk b. 7.7 . .
par p(ngyp) o< e 7 *BT  L’expression de la variance du nombre d’atomes dans une
cellule élémentaire de I’espace des phases est alors égale a (voir démonstration en bas de

pagd’) :
(npp) = (ep)® = Y njpp(ns.)
n

= (nrp) + (nep)? (5.8)

Si au lieu de prendre des bosons, nous avions pris des fermions la variance aurait
été :

3Partons de la définition de la variance (n}) :

=1\ & n(s )
(n2) :< e heT )Z T (5.6)

n=0
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(ng?) = (nig)? = (nir) — () (5.9)

Au travers de ces expressions, nous voyons que les fluctuations du nombre d’atomes
sont la somme de deux contributions, le bruit de grenaille atomique (ny) et d’un terme de
groupement pour les bosons et d’anti-groupement pour les fermions. Ainsi d’un point de
vue statistique, les bosons ont tendance a se regrouper pour accroitre les fluctuations du
nombre d’atomes (ng 1, 2) — (nyp.)?, alors qu’au contraire les fermions, qui ne peuvent se
trouver dans le méme état quantique par le principe d’exclusion de Pauli, limitent leurs
fluctuations (leurs fluctuations sont inférieures au bruit de grenaille atomique) [108].

Plusieurs états quantiques observés :

De méme que précédément, par indépendance statistique des différents états quan-
tiques (addition des variances), les fluctuations du nombre d’atomes contenus dans G
cellules élémentaires sont données a 1’équilibre thermodynamique par :

(AN)?) = () — () = (i) + > (ng)? (5.10)
N

N N

En prenant la situation ou toutes les cellules de ’espace des phases sont peuplées
avec la méme valeurs moyenne (ny), expression précédente se simplifie par :

(N)?
G

((AN)?) = (N) + (5.11)
Notons premierement qu’a faible (IN), nous retrouvons le résultat des particules indé-
pendantes c’est-a-dire que la variance suit une évolution linéaire avec (N).

Nous voyons également ici que le terme de groupement de bosons est pondéré par le
coefficient G. Pour que le groupement de bosons soit appréciable par rapport au bruit de
grenaille atomique, il faut que (N)/G soit de l'ordre de 'unité. Si G est trop grand ou
(N) trop faible, le groupement de bosons sera noyé dans la mesure du bruit de grenaille
atomique & moins de moyenner pendant des durées tres longues (le rapport signal & bruit
ne variant qu’en v Nmesure, O Nmesure Teprésente le nombre de mesures réalisées).

€ — 1

kg T

an 9?2 (

en posant o = et en remarquant que n’e” " = a2 e“’”‘) nous obtenons

n=0 a2
o s O? o _ na_
M) = (A—e g [Doe
n=0
e ¢ 2¢ ™2

l—e")  (I—e)y
= (k) +2(ni)?

Nous trouvons bien alors que (n3) — (ng)? = (ng) + (ni)?
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Estimons 'ordre de grandeur du nombre moyen de particules dans un méme état
quantique pour un gaz froid dans un piege harmonique 3D. A 1’équilibre thermody-
namique, la largeur en impulsion d’un nuage non dégénéré est donnée dans les trois
directions de ’espace par Ap, = Apy Apz ~ /mkgT . Ainsi, le nombre moyen
d’atomes par état quantique est G ~ RXpiAp Apz AeAgA: ngD)\dB ou n3p est la den-
sité atomique 3D. Pour mesurer un groupement de bosons le plus grand possible par

rapport au bruit de grenaille atomique, il faut que ngD)\iB soit le plus grand possible.
L’expression précédente n’est pas sans rappeler, a un facteur numérique pres, le critere
de condensation pour un gaz idéal confiné dans un piege harmonique isotrope 3D. Or
nous savons que dans le cas d’'un condensat pur, ses fluctuations de densité sont données
par le bruit de grenaille atomique (dans le cas sans interactionﬁ). Ceci limite donc la
valeur de ngD)\gB a 2.612. Nous verrons dans le paragraphe qu’il est possible de

repousser cette limite en prenant des nuages tres anisotropes.

5.1.2 Analogie avec 'optique : le corps noir

En 1909, Einstein obtint, en calculant les fluctuations d’intensité optique d’un corps
noir [113,114], une expression analogue & celle que nous venons d’obtenir (équation
. Il considere, pour cela, une cavité optique de volume Vj contenant un rayonnement
thermique de fréquence compris entre v et v+ dv et note 1 I’énergie instantanée contenu
dans le volume V.

Au cours du temps 1 va fluctuer autour de sa valeur moyenne 7y. En supposant que
les variations de n autour de 79 sont petites (n = 1y + € avec € < 1), Einstein montre
que ses fluctuations An? s’écrivent [113] :

3 2
m

e 5.12
Smv2dy v ( )

An® = ((n —m0)*) = hwmo +

Avec cette équation écrite sous sa forme originale, Einstein met en évidence sur
la dualité onde-corpuscule de la description de la lumiere. En effet, le premier terme
de proportionnel a 7y, montre le comportement particulaire de la lumiere (bruit
de photons) alors que le second terme proportionnel 17(2) correspond a son comportement
ondulatoire. La présence du second terme dans les fluctuations de 7 résulte d’interférences
constructives ou destructives au cours du temps des différentes composantes du champ
électrique présent dans la cavité optique (différents modes de cavité).

Voyons intuitivement comment nous pouvons retrouver ce second terme : le champ
électrique a l'intérieur du volume V est la superposition cohérente d’une multitude de
champs électriques d’amplitude a,, et de phase ¢, associée a la répartition thermique
suivant les différents modes de la cavité. En appliquant le théoreme de la limite centrale,

4En effet, ’approche précédente n’est valable que dans le formalisme grand canonique ot 'on suppose
avoir un réservoir contenant un grand nombre de particules Ny [112]. Pour un condensat pur, I’ensemble
des particules se trouvent dans le méme niveau d’énergie et cette hypotheése n’est pas vérifiée.
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Densité de probabilité gaussienne
pour le champ &

Fia. 5.2 — Allure de la densité de probabilité du champ électrique pour un mode du
rayonnement du corps noir dans le plan complexe Re(€) et Im(E).

la densité de probabilité de la somme de ces champs pour la partie réelle £ = > 57(17")
et la partie imaginaire £(%) = Zé}(f) devient gaussienne [115] :

") 1 et
g T — e 207
pr ) V2o,
T
. g . — e 207
pl( (Z)) \/%Ui
(5.13)
et la distribution d’intensité optique est exponentielle :
1 _r
p(l) = e @ (5.14)

(1)

Ainsi les fluctuations de I sont données par (AI) = 2(I)? — (I)? = (I)2. En intégrant
sur toutes les fréquences comprises entre v et v 4+ dv nous obtenons :

2

Il/ v+dv
<AIE,V+CZV> - ’G+ (5'15)

ou GG correspond au nombre de modes compris en v et v + dv. Nous voyons notamment

que plus G sera grand et plus le coté “ondulatoire” de la lumiere sera écranté par son coté
“corpusculaire”. La mesure des fluctuations d’intensité ne donnera acces qu’au bruit de
grenaille photonique (shot noise en anglais). Dans le cas contraire, si nous observons le
rayonnement du corps noir dans des conditions telles que G ~ 1, par exemple en utilisant
un filtre tres sélectif en longueur d’onde (voir , il est possible de mesurer cet exces



118

CHAP 5 - FLUCTUATIONS DE DENSITE DANS UN GAZ DE BOSE ALLONGE

12
de bruit %*d” par rapport au bruit de grenaille. Les photons se rassemblent, on parle
alors de groupement de photons (ou bunching en anglais).

Ordre de grandeur :

A quelle condition sera-t-il possible d’observer le groupement de bosons? Prenons par
exemple, un corps noir a la température de 5800 K (soleil). Le nombre de photons par
mode est donné par la loi de Planck et vaut 1/ (e’“}lgin — 1) soit 1072 si nous observons
la longueur d’onde de 550 nm. Cette valeur est tres faible. En pratique, la plupart des
modes sont vides, et le soleil se comporte comme une source classique dans la mesure
ol le bruit de grenaille photonique est prédominant devant le groupement de photons.
Pour avoir un taux d’occupation par mode de l'ordre de l'unité, il faudrait avoir une
température de l'ordre 40000 K pour la méme longueur d’onde d’observatiorﬂ

5.1.3 Fonctions de corrélation du premier et du second ordre

Les résultats sur le groupement de bosons peuvent se retrouver plus rigoureusement a
partir des fonctions de corrélation du premier et du second ordre. Nous nous intéresserons
ici uniquement au cas des bosons. Dans le formalisme de la seconde quantification [101],
nous introduirons les opérateurs création et annihilation d’une particule au point r par
respectivement Wi (r) et W(r) :

Vi) =3 eimal et @) =3 sir)a (5.16)

avec a; et a} les opérateurs création et annihilation d’une particule dans le mode ¢;,
qui vérifient les lois de commutations usuelles : [ai,a}]:o sii#jet [ai,aj]:l.

Nous définissons les fonctions de corrélation du premier ordre G™(r, r*) et du second
ordre par G (r,r’) par :

GWr,r) = (FE)U@)
et (5.17)
GO, r) = (@E)UE)TE)v(r)) (5.18)
(5.19)

5Notons qu'il est possible d’augmenter ce facteur en jouant sur la longueur d’onde d’observation en
se décalant notamment vers 'infrarouge.
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ainsi que leurs formes normalisées :

GO(r,r’)

M (r,r’ ’ 5.20

2 = a0 a0 ) 520

et
GO(r,r)
(2) N — )

g (I‘, r ) - G(l) (I', I‘)G(l) (I',, I‘,) (521)

(5.22)

Interprétation physique des fonctions de corrélation :

— la fonction ¢g(M(r,r’) donne en optique la valeur du contraste (i.e. la cohérence
spatiale du champ électrique) des interférences produites, par exemple par deux
faisceaux laser d’intensités égales.

— la fonction ¢®(r,r’) traduit la cohérence spatiale en intensité de la source en
étudiant par exemple les propriétés du speckle d’une source laser.

Les propriétés de la fonction de corrélation du second ordre peuvent, dans le cas

d’un gaz idéal au-dessus du seuil de condensation, s’écrire en fonction de la fonction de
corrélation du premier ordre [116] :

G (r,r")

Il
v
=
)
@2
)
=
)
- —~
=

S 16 (O 16 ()2 (@l i) — 2@y @)
(5.23)

D’apres le théoréeme de Wick [117], pour un gaz de Bose au-dessus du seuil de conden-
sation, <ainakamam> = 2<A;rn6m> @In&\m). Ainsi chacun des termes de la somme de I'équa-
tion s’annule et nous en déduisons la forme simplifiée de G (r,1’) :

G, r') = GV (e, )GV, ') + |GW(r, r')|? (5.24)

ce qui donne en utilisant les notations normalisées :

9P (r,r) =1+ [gW (r,r")? (5.25)

A partir de 'expression nous voyons facilement que :

— a grande distance comme limp,_/|_ 4o gV (r,r’) =0, limyy_p|— oo g (r,r’) =1
et nous retrouvons le résultat classique des particules indépendantes.

— pour r = r’ nous constatons que ¢g®)(r,r’) = 2. Ainsi la probabilité de détecter
deux particules au méme endroit est deux fois plus grande a courtes distances qu’a
grandes distances.
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Différents types d’expériences ont permis de déterminer les propriétés de la fonction
g (r,r"). Comme nous allons le voir, la forme de cette fonction a été mesurée expérimen-
talement pour des photons ( ainsi que pour des particules massiques (fermions
et bosons). La valeur de ¢ (r,r) peut également étre déterminée expérimentalement 2
partir du taux de photoassociation de molécules diatomiques, processus qui nécessite la
présence de deux particules dans un proche voisinage [118] ﬂ

Pour les expériences que nous avons réalisées dans la suite de ce manuscrit, nous
verrons que nous ne sommes pas capable de résoudre la forme de la fonction de corré-
lation ¢(? (r,r') puisque sa longueur caractéristique de décroissance, donnée par A\gp
(~ 300 nm), est tres petite par rapport a la taille de notre pixel de caméra CCD
(A = 6 pum). Nous intégrerons, alors une grande portion de la courbe ot ¢ (r,r’)
est constante ce qui réduit la contribution du groupement de bosons par rapport au
bruit de grenaille atomique, diminuant par conséquence notre rapport signal & bruit m

5.1.4 Observations antérieures du groupement de bosons

Par le passé, le groupement de bosons a déja été observé par la mesure de la fonction
de corrélation ¢®(r,r’) dans différents configurations. Nous présenterons dans cette
section un bref historique de cette mesure : la premiere date de 1956 et a été obtenue
par R. Hanbury Brown et R. Q. Twiss sur les photons [106,120,121](§5.1.4.1)). En ce qui
concerne les atomes froids, la fonction ¢(?) a été mesurée pour la premiére fois en 1996 par
M. Yasuda et F. Shimizu sur un jet continu d’atomes de néon [122] (voir ﬂ Plus
récemment, I’équipe d’Immanuel Bloch ’a observée sur un nuage d’atomes froids apres
expansion, une fois piégé dans un réseau optique dans la phase de MOTT (§5.1.4.3]) [123].
Dans notre groupe, la fonction ¢(?) (r,r’) a été obtenue a partir de la mesure en position
de chacune des particules d’hélium métastable et ce apres un long temps de vol [107].

5.1.4.1 Avec les photons : Expérience de Hanbury Brown et Twiss

Initialement Hanbury Brown et T'wiss voulaient mesurer le diametre angulaire d’étoile
par méthode interférométrique [124]. Cependant, la tache fut plus compliquée que prévu
puisque les fluctuations temporelles de I'indice de réfraction de 'atmosphére produisent
un déplacement rapide des franges d’interférences et donc un brouillage (par intégration
temporelle). Pour cette raison, ils ont décidé de développer une méthode de mesure du
diametre angulaire de I’étoile (basé sur la cohérence spatiale de la source) qui s’affranchit
des perturbations atmosphériques. Pour cela, ils ont mesuré la corrélation temporelle du
temps d’arrivée des photons sur deux photodétecteurs en fonction de leur écartement

6i] est également possible de sonder la fonction de corrélation d’ordre 3 en regardant les pertes &
trois corps résultant de la collision inélastique de trois particules [119].

"le bruit de grenaille atomique étant un bruit blanc, sa contribution est constante quelque soit la
taille du pixel considérée.

8dans cette configuration, ils sondent la cohérence temporelle de la source.
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F1a. 5.3 — Figure (a) : schéma du dispositif expérimental utilisé par Hanbury Brown et
Twiss. Une lampe a vapeur de mercure éclaire deux photomulticateurs au travers d’une
lame séparatrice. Figure (b) : résultat de la corrélation temporelle obtenue a partir des
deux signaux issus des photomultiplicateurs et pour différentes positions de ces derniers.

mutuel [106] ce qui leur permettait ainsi de remonter aux propriétés de cohérence spatiale
de la source. Avant de réaliser cette expérience grandeur nature, ils ont décidé de réaliser
une expérience de principe dont le schéma expérimental est présenté sur la figure [5.3
Une lampe a vapeur de mercure éclaire, apres passage au travers d’une lame séparatrice,
deux photomultiplicateurs. Hanbury Brown et Twiss effectuent ensuite la corrélation
temporelle des signaux issus des deux photodétecteurs en fonction de la distance qui les
séparent (voir figure (b)) Leurs résultats montrent que lors que les détecteurs sont
suffisamment espacés, il n’y a pas de corrélation temporelle entre les deux signaux. Au
contraire, a faibles distances, ils observent une probabilité conjointe non nulle de détecter
deux photons de la source [106,120,121].

5.1.4.2 Dans un jet atomique : expérience de Masuda et Shimizu

La premiere mesure de la fonction d’auto-corrélation sur des particules massiques a
été réalisée par Masuda et Shimizu en 1996. Un jet atomique de Néon métastable 1?Ne
est obtenu & partir d'un piege magnéto-optique (température de 2.5 mK) et extrait en
continu avec un laser a 598 nm un jet atomique en pompant les atomes entre 1’état
piégeant 353 P, et 1’état 353 Py non piégeant [125]. Les atomes tombant alors sous Peffet
de la gravité viennent percuter un miroir en or. Lorsqu’une particule de néon métastable
heurte le miroir, un électron résultant de la collision est arraché & un atome du miroir.
Cet électron est ensuite accéléré puis amplifié. L’impulsion électrique générée est ensuite
détectée électroniquement. La corrélation des temps d’arrivée des différentes particules



122

CHAP 5 - FLUCTUATIONS DE DENSITE DANS UN GAZ DE BOSE ALLONGE

(@

120
Y '
. 5 [ 200 |-
L 100 [-i» =
concave lens c s c
2ok S50 [
-580 5 . ol 5
= g W € e
iy £60 ¢ PN Sio0 | L Fu
A Sa | ’ 3
£ E50 [
concave lens Saf 250
< <
O’HHIH: ool Losasly 1o Lovaslogs 0 Pl FERTY FERRE FEWEE FRE WS SR RN FRERY FRRR I ST ET A R Ew]
0 02040608 1 12 14 16 18 2 0 02040608 1 12 14 16 1.8 2

598nm laser

(b)

©

 (ps)

© (us)

Gold coated
mirror

F1a. 5.4 — Figure (a) : schéma du dispositif expérimental utilisé par Yasuda et Shimizu
pour mesurer les corrélations temporelles entre les temps d’arrivée, sur le miroir d’or, de
différentes particules issues d’'un méme jet atomique de néon métastable. Les résultats
obtenus et présentés sur les figures (b) et (c) respectivement en présence et en absence
de lentille de défocalisation. Figures extraites de [125].

sur le détecteur peut ensuite étre calculée au moyen d’un corrélateur. Cette mesure
s’apparente dans le principe a la mesure originale de Hanbury Brown et Twiss.

Le résultat de la corrélation temporelle du jet a été reporté sur la figure (c) Pour
la premiere série d’expérience, aucune corrélation temporelle n’est visible méme a faible
intervalle de temps d’arrivée. Cette absence de corrélation s’explique par la tres faible
cohérence temporelle de la source qui provient d’une dispersion en vitesse transverse
du jet atomique trop importante. Pour pallier ce probleme, Masuda et Shimizu ont
choisi d’utiliser une lentille (champ électrique) pour défocaliser le jet sur le miroir de
détection et ainsi d’opérer une sélection en vitesse du jet en pour accroitre sa cohérence
temporelle (voir figure (a)). Dans ce cas, le résultat de la corrélation temporelle des
temps d’arrivée des particules est beaucoup plus concluant (figure [5.4|b)). Les auteurs
observent, dans ce cas, une probabilité plus importante de détecter deux particules pour
une différence de temps faible que pour une différence de temps d’arrivée importante,
démontrant pour la premiere fois I'effet Hanbury Brown et Twiss pour des particules
massiques.

5.1.4.3 Dans un réseau optique : expérience de Folling et al.

Dans cette expérience [109], Folling et al prépare dans un réseau optique 3D un
gaz ultra-froid de bosons dans la phase de Mott [126] avec quelques centaines de milliers
d’atomes. Dans cette phase, les interactions répulsives entre atomes imposent un nombre
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Fia. 5.5 — Un nuage d’atomes froids est initialement piégé dans un réseau optique. Apres
un temps de vol, un cliché photographique est acquis. Les figures (1) et (2) correspondent
aux résultats expérimentaux obtenus respectivement dans le cas de bosons (3"Rb) et
dans le cas de fermions (*°K). A partir des fluctuations de densité mesurées autour de
sa valeur moyenne figure 1(b) et 2(b), le calcul de la fonction d’autocorrélation permet
de remonter & l’allure de la fonction ¢ (r,r’) (groupement de bosons figure (1(d)) et
anti groupement de fermions 2(d)). Figures reproduites a partir de [109].
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F1G. 5.6 — Figure (a) : description du dispositif expérimental. Un nuage d’atomes froids
d’hélium métastable (*He) ou (3He) est relaché apres la coupure du piege. Le nuage
s’étend au cours du temps de vol et tombe sous l'effet de la gravité sur la galette a
micro-canaux. Sur la figure (b) sont représentés les résultats de la fonction g (]z—2/|,0)
dans le cas des bosons (cercles blancs) et dans le cas des fermions cercles noirs pour une
température de 0.5 K. La fonction ¢®(|z — 2/|,0) ne monte pas & sa valeur théorique
de 2 a cause de la résolution finie du détecteur. Figures reproduites & partir de [108].

entier de particules par site (entre 1 et 3 dans leur expérience). Les atomes sont ensuite
relachés du réseau puis détectés par imagerie par absorption aprés un temps de vol
(10 ms). Des images typiques sont montrées sur les figures [5.5(2,a) et [5.5(2,b). Le profil
de densité (coupe horizontale) présente d’importantes fluctuations autour de sa valeur
moyenne (obtenue par un ajustement avec une gaussienne). En faisant I'autocorréla-
tion de ces fluctuations, ils obtiennent la courbe 2,d) présentant des pics d’intensité
régulierement espacés qui correspondent a la fonction de corrélation g(2) (r,r’), comme
attendu pour les bosons ¢ (r,r’) > 1 lorsque |r —1’| est faible. Ils ont également répétés
la méme expérience avec un nuage fermionique (*°K). Dans ce cas, le calcul de I'auto-
corrélation produit des minima d’intensité montrant que la fonction de corrélation est
inférieure & 1 lorsque |r — r'| — 0.

5.1.4.4 Dans un nuage de Bose en expansion : expérience de Schellekens et
al.

L’une des spécificités de cette expérience réside dans 'utilisation d’atomes d’hélium
métastable combinés avec un détecteur sensible en position. La différence d’énergie de
20 eV entre I’état métastable piégé et le véritable état fondamental permet de détecter
individuellement les particules heurtant le détecteur, tout comme dans ’expérience de
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Masuda et Shimizu. Ici, le détecteur utilisé est une galette micro-canaux [127] sensible
en position et résolue en temps de sorte a pouvoir remonter a la position de chacune des
particules dans les trois dimensions de ’espace. Un nuage froid d’hélium métastable est
initialement préparé dans un piege magnétique, au-dessus du seuil de condensation puis
laché au-dessus de la galette micro-canaux. A partir de 'enregistrement des positions
transverses et du temps d’arrivée sur le détecteur (donnant la position suivant la troi-
sieme direction), il est possible de reconstituter la fonction de corrélation g (r, ') & trois
dimensions. La ﬁguretirée de [107] présente le schéma du dispositif expérimental ainsi
que les résultats obtenus dans le cas des bosons (‘He) et dans le cas de fermions (*He)
ol nous voyons clairement 'effet de groupement pour les bosons et d’anti-groupement
pour les fermions.

Cette mesure est rendue possible par la détection individuelle des particules. Comme
nous allons voir dans la suite de ce chapitre, pour une imagerie par absorption standard,
Pintégration de la densité atomique suivant ’axe d’imagerie réduit considérablement le
signal de groupement de bosons si 'imagerie n’est pas faite apres temps de vol. Cependant
pour des conditions expérimentales bien choisies (piege fortement anisotrope), cet effet
est néanmoins mesurable.

5.2 Effet du groupement de bosons sur les fluctuations de
densité d’un gaz atomique

Dans cette section, nous allons voir comment les fluctuations de densité présentes
dans un gaz de Bose sont reliées & la fonction de corrélation du second ordre g (r,1’).
Nous donnerons également une expression des fluctuations du nombre d’atomes détectés
sur des images prises par absorption.

5.2.1 Lien entre fluctuations de densité et la fonction de corrélation
(2) /
g (r,r')

Ecrivons l'expression des fluctuations de densité (n(r)n(r’)) autour de sa valeur
moyenne (n(r))(n(r’)) :

(n(r)n(’)) — (n(r))(n(r’)) = (TE)TE)T ) T@) — (T )T (@) T @) T )
= G(l)(r,r’ )
G(l)(r,r’ )

(5.26)

A partir de ’équation[5.26] nous voyons le lien entre fluctuations de densité et fonction
de corrélation du premier et du second ordre.

Le premier terme de représente des fluctuations de densité qui est proportion-
nelle & (n(r)). Il correspond au bruit de grenaille atomique dont la densité spectrale
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de bruit est blanche. Le terme |G(1)(r,r’)]2 est, quant a lui, associé au groupement de
bosons. Comme nous le présentions dans l'introduction, le groupement de bosons ac-
croit les fluctuations de densité du gaz. Dans la suite de ce chapitre, nous observerons
le groupement de bosons a partir de la mesure des fluctuations de densité. D’un point
de vue pratique, nous mesurerons les fluctuations du nombre d’atomes contenus dans un
pixel d’extension A, x A, de la caméra CCD. En utilisant la densité atomique longitu-
dinale intégrée dans les deux directions transverses nip, la variance du nombre d’atomes
contenus dans un pixel s’écrit :

w2 == [ (moEmn) - o @) mp()dd (.20

5.2.2 Fluctuations de densité dans un gaz de Bose idéal dans un piege
harmonique anisotrope

Nous allons donner les résultats du calcul précédent dans le cas d’un piege harmonique
anisotrope. Pour cela, nous considérons un gaz de Bose a 'équilibre thermodynamique
confiné dans un piege harmonique de fréquences d’oscillation radiale w, et longitudinale
w;. Comme nous venons de le voir, les fluctuations de densité (n(r)n(r’')) — (n(r))(n(r’))
sont directement reliées aux propriétés de GM) qui elle-méme est obtenue pour d’un piege
harmonique en calculant :

g (5.28)

GO ) = Y0 )

N 1 s . . 5 2 .
ol =7 correspond au taux d’occupation moyen pour un niveau d’énergie ;.

En suivant le calcul fait dans [116], on peut montrer que (voir annexe [C]) :

(nip(2)nip(2)) = (nip(2))(mip(2)) = (nip(2))d(z = 2)
S SLAE N

1 & & li49)8u(z) o " Ay T

+>\TZZ Vij [l — e Bhwi(i+i)]2

dB j=1 j=1
(5.29)

Pour obtenir I'expression [5.29) nous avons utilisé ’approximation de densité locale [128]
dans la direction longitudinale (valide pour Shw, < 1 et un nuage non condensé), qui
consiste a supposer que les propriétés locales du gaz peuvent étre décrites a ’aide d’un
potentiel chimique effectif dépendant de la position longitudinale pu(z) = po — %mw?nz'Q,
ol o est le potentiel chimique réel du gaz. Notons que ’expression est légerement
différente de celle donnée dans la référence [116] puisque Roy Glauber et al. utilise

I'approximation de densité locale dans les trois directions de ’espace, ce qui revient a
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supposer en plus que Shw,; < 1. Cette approximation n’est pas justifiée dans notre cas
puisque comme nous verrons dans §5.4.4.1| que fhw, vaut typiquement 2.

L’expression peut étre simplifiée pour des gaz faiblement dégénérés (n1pAqp <
1) en utilisant 'approximation de Maxwell-Boltzmann.
Approximation de Maxwell-Boltzmann :

Lorsque le gaz est faiblement dégénéré, |Bu| > 1, seul le premier terme de la somme
(i = j = 1) de I’équation contribue significativement aux fluctuations de densité.
Dans ce cas, nous obtenons alors I'expression simplifiée :

(n1p(2)nip(2)) = (np(2))(mp(2)) = (mp(2))é(z — =)

—27r<z*zl)2 hw
+{n1p(2)){n1p('))e B taunhQ(ﬁiL

)
(5.30)

Nous retrouvons alors avec le second terme de la forme gaussienne "tradition-
nelle” de la fonction de corrélation g(?(z,2') dont la largeur & 1/e? vaut Agg/v/7 .

Les fluctuations du nombre d’atomes par pixel s’obtiennent en intégrant I’expres-
sion précédente sur A,. En supposant que p(z) est constant sur l'extension A, nous
obtenons :

AdB Phw
N?) —(N)* = (N) + (N)? tanh?
(V%) = (N)2 = (N) + (V)? 80 tanh® ()
A partir de cette expression nous trouvons, par identification une estimation du

facteur G, que nous avions défini dans I'introduction ((N2) — (N)2 = (N) + %), et qui

(5.31)

correspond au nombre d’états quantiques observésﬂ :

V24,

B B tanhQ(ﬂ%) .

(5.32)

Nous avons tracé sur la figure I’évolution du facteur GG en fonction de la tempé-
rature du nuage pour une fréquence d’oscillation transverse de 2.85 kHz et une taille de
pixel de A, = 6 um. Nous constatons que G atteint des valeurs supérieures a 10000 des
que T dépasse Thw /kp. Pour obtenir un groupement de bosons observable, c¢’est-a-dire
un exces de bruit au moins supérieur de 10% par rapport au bruit de grenaille atomique
et ce pour un nombre d’atomes par pixel de 200 (voir note{:GD, il faut que la température
du nuage soit inférieure a 3.5hw /kp.

Pour ces valeurs typiques de température et de densité atomique, le gaz est, bien
que non condensé, trés dégénéré (nipAgp ~ 10 pour T' = 2.4hw, /kp et (N) = 200) et

Tl n’y a en fait pas identification exacte avec le facteur G défini dans I’introduction puisque nous
avions supposé, a ce moment que le taux d’occupation de tous les états quantiques peuplés était identique
ce qui n’est pas le cas ici.

Ovaleur typique atteignable expérimentalement.
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Fia. 5.7 — Evolution du nombre d’états quantiques observé dans un pixel en fonction de
la température en unité réduite kp7'/(fuw ) pour w; = 2.85 kHz.

nous pouvons nous demander si I’approximation de Maxwell-Boltzmann reste légitime.
Sur la figure [5.8] nous avons tracé les fluctuations de densité données par I’équation [5.29
en tronquant la double somme & différentes valeurs que nous noterons imax €t jmax. En
partant de la courbe du bas et en remontant nous trouvons respectivement iyax = jmax =
1, tmax = Jmax = 2, tmax = Jmax = 95 tmax = Jmax = 10, Imax = Jmax = 20, €t imax =
Jmax = 30. Ces courbes ont été tracées pour une température du nuage de 2.4hw, /kp et
w, /(2m) = 2.85 kHz, correspondant & I'un des jeux de données expérimentales.

Pour une valeur de (N') = 200, nous voyons que "approximation de Maxwell-Boltzmann
est trées mauvaise puisqu’elle sous-estime les fluctuations de nombre d’atomes par pixel
par pres d’un facteur 4. Nous constatons, de plus, que le nombre de termes & prendre en
compte dans la somme pour quelle converge est relativement important. Une trentaine
de termes sont ainsi nécessaires pour obtenir une convergence a mieux que 1% lorsque
le nombre moyen d’atomes par pixel est de 200. De la méme maniere la fonction de
corrélation du second ordre g(2)(z — 2) est élargie par la dégénérescence du nuage par
rapport a la simple forme gaussienne de 'approximation harmonique (voir figure .

Notons que I’écart de la formule[5.29| avec celle donnée dans I’approximation de Max-
well Boltzmann est faible dans le cas de piege isotrope ou le parametre de dégénérescence
n1pAdB he peut dépasser 2.612 sans que le nuage condense.

5.2.2.1 Intérét de la géométrie unidimensionnelle

Pour avoir une chance d’observer un exces de bruit par rapport au bruit de grenaille
atomique du au groupement de bosons, il faut que le nombre moyen d’atomes par niveau
quantique soit 'ordre de 'unité c’est-a-dire avoir un gaz dégénéré (n;pAqp ~ 1) et avoir
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Fi1G. 5.8 — Evolution de la variance théorique du nombre d’atomes par pixel obtenue a
partir de I’équation pour différents de valeurs de imax €t jmax (en partant de bas en
haut nous trouvons successivement ¢pax = Jmax = 1, tmax = Jmax = 2 tmax = Jmax = D,
imax = Jmax = 10, imax = Jmax = 20, imax = Jmax = 30) apres soustraction du bruit de
grenaille. Nous observons une convergeance de la série pour iyax = Jmax = 30 a mieux
que 1% pour un nombre d’atomes par pixel de 200. Ces courbes ont été calculées pour
T = 24hwj_/k]3 et wJ_/(27r) = 2.85 kHz.
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5.9 — Figure (a) : comparaison des fonctions de corrélation d’ordre 2 dans 'ap-

proximation de Maxwell Boltzmann et dans le cas général a partir de I’équation [5.29

pour

2.4 k?BT/(hU)J_). Figure (b)

un nombre d’atome par pixel au centre du nuage de 200 et une température de
: comparaison entre la largeur de la fonction de corrélation

du second ordre g(?)(z,2") (gaussienne de largeur A\gg/+/7 et I'extension A, du pixel).

une faible valeur de G. Comment réaliser cette condition tout en restant au-dessus de la
température critique de condensation ?

Pour un piége harmonique isotrope 3D : le seuil de condensation est donné par

Pour un piége harmonique trés anisotrope :

n3pAdg = 2.612 [14]. Si nous prenons nos parametres expérimentaux, pour conser-
ver un gaz non condensé contenant typiquement entre 10* et 5 x 10* dans un
piege de fréquence d’oscillation moyenne @/(27) = 450 Hz, il faut que la tem-
pérature soit supérieure a TP soit respectivement a 430 nK (~ 20hw/kp) et
740 nK (~ 34hw/kg). Pour ces valeurs de température, l'intégration transverse
par le faisceau d’imagerie va considérablement réduire le signal de groupement
de bosons typiquement de 'ordre de 20% et 342 respectivement. Ceci rend difficile
I’observation du groupement de bosons par rapport au bruit de grenaille atomique.

(wy/(27) =2.7TkHz, w,/(27) = 10 Hz
de méme fréquence moyenne w que précédemment) si nous reprenons la formule
précédente, nous trouvons une température de condensation de I'ordre de 3fw, /kp.
L’effet de I'intégration transverse du faisceau d’imagerie aura alors un effet beau-
coup moins néfaste que dans le cas précédent sur la mesure du groupement de
bosons. Ce caractere unidimensionnel sera d’autant plus prononcé que la fréquence
d’oscillation transverse sera grande. De plus a w, fixée, nous pourrons faire varier
le confinement longitudinal du piege pour observer les fluctuations de densité dans
le cas du gaz idéal (faible compression ~ 7 Hz) ainsi que dans le régime de quasi-
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Fi1G. 5.10 — Configuration des courants pour réaliser un potentiel magnétique de rapport
d’aspect variables. Deux alimentations de courant envoient respectivement les courants
171 et Iz dans la structure en H avec Iz + Iz9 constant et Iz1 — Iz variable. Des
rapports d’aspect entre 100 et 400 sont atteignables.

condensat a plus forte compression (~ 11 Hz).

Pour ces faibles valeurs de température, le nuage acquiert des propriétés unidimen-
sionnelles pour lesquelles il est possible d’atteindre des parametres de dégénéres-
cence largement supérieur a l'unité sans toute fois avoir un condensat au centre
du piege. Ainsi le groupement de bosons persiste (gaz non condensé) et nous bé-
néficions de la géométrie 1D du piege qui augmente significativement le rapport
signal a bruit du groupement de bosons par rapport au bruit de grenaille atomique.

5.3 Séquences expérimentales et traitement des images

5.3.1 Obtention de pieges tres anisotropes : décompression longitudi-
nale

5.3.1.1 Une autre utilisation de la configuration en H

La structure en H présentée au chapitre [3| nous a permis de réaliser un confinement
longitudinal pour le piege produit par les 5 petits fils. Ici, nous choisissons de n’utiliser
que les deux courants Iz; et Izo pour créer avec un champ externe homogene By un
piege anisotropdﬂ Sur la figure nous avons rappelé pour mémoire la configuration
de courant utilisée (Iz1, Iz2). Rappelons également que le champ magnétique créé par la
barre centrale du H et associé au champ transverse homogeéne By produit le confinement
transverse, alors que les champs magnétiques produits par les bras du H génerent le

HTe sens du courant Iz, est inversé par rapport au chapitre précédent.
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Fia. 5.11 — Chronogramme de la décompression longitudinale du piege magnétique. En
200 ms (Tcharg. ), le confinement longitudinal passe de 20 Hz & 7 Hz. S’en suit une période
d’attente de 600 ms pendant laquelle nous appliquons un couteau radio-fréquence pour
rethermaliser le nuage. La partie grisée de I'image correspond a la durée de ’onde radio-
fréquence.

confinement longitudinal. En maintenant constant le courant Izq + Izo circulant dans
la barre centrale du H, et en faisant varier la différence 177 — Iz9, il est ainsi possible
de décomprimer le piege dans la direction longitudinale tout en gardant un confinement
transverse important.

Expérimentalement, nous souhaitons avoir le confinement transverse maximal pour
les raisons citées précédemment. Nous travaillons donc au courant maximum [z + 179 =
3 A (voir note{ED. En ce qui concerne le confinement longitudinal, il est en théorie possible
de faire tendre la fréquence d’oscillation w, vers 0 (voir notﬂ. En pratique nous sommes
limités & 6 Hz par la présence du potentiel rugueuﬂ Nous choisissons donc de faire
varier w,/(2m) entre 7 Hz et 20 Hz avec une fréquence transverse proche de 2.85 kHz.

Le chargement de ce piege décomprimé est réalisé de la maniére suivante (voir fi-
gure : initialement, nous partons du piege en 7 utilisé pour obtenir le condensat,
(Iz1 = 3 A|B| = 35 G), contenant 5 x 10* atomes & une température de 1 yK. En
200 ms, nous rampons simultanément les courants Iz et Iz de respectivement 3 A et

12Valeur du courant maximum que peut supporter la barre en H pendant un temps de 3 s.

13Ceci en négligeant les effets de bords.

147] aurait été intéressant de répéter la mesure des fluctuations de densité dans le piege modulé.
Cependant, au proche voisinage des cinq fils, 'imagerie n’est pas limitée par le bruit de photons et il est
tres difficile d’extraire uniquement les fluctuations de densité d’un nuage a partir du signal fournit par
la caméra.
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F1G. 5.12 — Taille transverse du nuage o apres un temps de vol (5 ms) en fonction de
la fréquence de modulation appliquée pour le chauffage paramétrique (le temps d’appli-
cation de la modulation est de 100 ms avec une amplitude relative de quelques %).
Nous observons une augmentation brutale de o, a la fréquence 2w, . La fréquence
transverse du piege est alors obtenue par l'ajustement des points expérimentaux par
une fonction gaussienne a laquelle nous avons ajouté une droite d’inclinaison variable :
w1 /(2m) = (2.85+0.10) kHz. L’incertitude est donnée par la largeur rms de la gaussienne.

0 A a leurs valeurs finales Iz1 = 1.65 A et 179 = 1.35 A.

De plus, nous prenons garde a ce que la position transverse du piege ne soit pas juste
au-dessus des petits fils. En effet, comme nous avions mentionné au chapitre précédent,
I’image divisée présente des anneaux de diffraction, nous empéchant d’avoir une imagerie
de bonne qualité dans cette zone, i.e. d’étre limité par le bruit de photons. Ainsi pendant
les 200 ms de rampe des courants Iz et 179, nous tournons également ’angle du champ
de homogene transverse de 61 = 16° et §3 = —16° pour déplacer la position du piege de
5 pixels en-dessous de la zone des petits fils.

Une fois le nuage transféré dans ce piege décomprimé, nous appliquons une rampe
radio-fréquence pendant 600 ms pour atteindre I’équilibre thermodynamique. Le nombre
d’atomes typique est de 5 x 103 pour la température la plus faible que nous arrivons &
atteindre 1.4hw | /kp. Dans ces conditions, le nuage s’étend longitudinalement sur 100 pm
(valeur rms) et sa taille rms transverse théorique est de 300 nm (taille rms de I'oscillateur
harmonique).

5.3.1.2 Propriétés du piege

Dans un premier temps, nous avons caractérisé le piege en H en mesurant les fré-
quences d’oscillations transverse et longitudinale pour deux couples de courants (171, Iz2).
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Pour la mesure de la fréquence transverse nous avons utilisée la technique du chauffage
paramétrique [129]. Celle-ci consiste & moduler légerement la fréquence d’oscillation du
piege (modulation du courant Iz = Ig)l) + 51(211) cos(2m ft), I(Zol) =3 A, 5I(le) =100 mA)
et a regarder son effet sur le nuage atomique. Nous mesurons la largeur rms transverse
o du nuage apres un temps de vol fixé (5 ms), reflet de sa température. Des résonances
tres fines doivent apparaitre a toutes les fréquences du type 2fp/n, ot n est un entier et
fo la fréquence du piege. Sur la figure nous avons représenté une partie du spectre
d’excitation du piege correspondant a la résonance a 2 fy. Cette technique nous permet de
déterminer la fréquence transverse du piege pour les deux couples de courants (171, [z2)

suivant :
’ fréquence d’oscillation ‘ (Iz1=1.65 A, 172 =135 A) ‘ (Iz1=2A,Iz=1A4) ‘
wy /(27) (2.75 £ 0.1) kHz (2.85£0.1) kHz
w,/(2m) 7.5 Hz 11 Hz

Les fréquences longitudinales sont mesurées quant a elles, par excitation du centre de
masse du nuage atomique, comme au chapitre précédent §4.4.2] Nous vérifions ainsi
I'indépendance relative entre w; et w,.

5.3.2 Prise d’image

Le faisceau sonde, polarisé oy par rapport a son axe de propagation, d’intensité
Iat /10 est accordé sur la transition |F' = 2, mp = +2)— |F' = 3, mp = +3) et éclaire
les atomes pendant une durée de 150 ps. Deux images sont enregistrées par la caméra
CCD, la premiere avec les atomes lorsqu’il sont encore confinés dans le piege magnétique
et la seconde 200 ms plus tard pour normalisation (i.e. sans atome). Nous avons préféré
mesurer la distribution atomique in-situ par rapport a celle obtenue apres un court temps
de vol, pour ne pas dépendre des effets de coupures du piege (comme une légere variation
du temps de réponse des alimentations, entrainant un champ magnétique variable lors
de la prise d’image et donc une section efficace d’absorption variable).

A cause de la trop forte compression du piege, le nuage atomique se trouve trop pres
de la surface de la puce et il n’est pas possible de le résoudre de sa réflexion dans le miroir.
Ainsi, sur la caméra CCD nous observons un unique nuage. Le nombre d’atome est déter-
miné par une section efficace d’absorption effective prenant en compte ces deux images
non résolues. Pour cela, nous comparons le nombre total d’atomes mesurés in-situ, avec
celui obtenu apres temps de vol (voir figure et figure . Dans ce second cas, 'ex-
pansion du nuage diminue suffisamment sa densité optique (< 0.1) pour pouvoir linéariser
le logarithme présent de 1’équation [3.23]et ainsi mesurer le réel nombre d’atomes présents
(voir également le chapitre . De plus, 'image du nuage atomique apres temps
de vol (5 ms) est obtenue en présence d'un champ magnétique homogene (12 G) orienté
dans la direction du faisceau imageur. Ainsi les atomes voient un faisceau polarisé o et
dans cette configuration la section efficace d’absorption est connue et vaut 3A2/(27). La
section efficace in-situ iy sity se déduit de la formule iy ity = Nin situ/Ntof00-
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F1a. 5.13 — Configuration de champ magnétique lors de I'imagerie in situ (a) et apres
un temps de vol(b). Entre les deux configurations, 'orientation du champ magnétique
est modifiée : il pointe majoritairement dans la direction longitudinale du nuage (0z)
(1 G) pour I'image in situ et dans 'axe du faisceau d’imagerie (12 G) pour l'imagerie
par temps de vol. Dans le cas (b) la section efficace d’absorption est connue (%) et

permet par comparaison de calibrer celle des nuages pris n-situ.

Malheureusement cette procédure souffre d’un défaut : la section efficace d’absorption
mesuréeE] dépend de la densité atomique a I'intérieur méme d’un nuage et la valeur de
la section efficace mesurée est donc une moyenne. Cependant pour les nombres d’atomes
que nous considérons (entre 2 x 103 et 9 x 10%) la section efficace d’absorption mesurée ne
varie pas de plus de 10%. En prenant en compte une erreur de 15% sur la détermination
de o0g, nous estimons une erreur totale sur la détermination du nombre d’atomes de
moins de 20%. Nous reviendrons sur ce probléeme dans le paragraphe En fait,
nous corrigeons partiellement de ce probleme en renormalisant le nombre d’atomes entre
le cas in-situ et le cas apres temps de vol.

5.3.3 Précautions a prendre pour étre limiter par le bruit de photon

5.3.3.1 Contraintes sur le systeme d’imagerie

Dans cette sous-section, nous détaillerons les différentes précautions expérimentales
que nous avons prises pour que le systeme d’imagerie soit limité par le bruit de photons.
Nous utilisons une caméra Princeton Instrument ST138 possedant une matrice CCD

1514 section efficace réelle des atomes ne dépend évidemment pas de la densité atomique. C’est la non
linéarité du logarithme qui induit cette dépendance avec la densité lorsque nous calculons le rapport des
nombres d’atomes entre le cas apres temps de vol et le cas in-situ.
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Fic. 5.14 — Evolution de la section efficace d’absorption mesurée in-situ en fonction
du nombre d’atomes présents dans le nuage (7" = 2.4hw,, w; = 2.85 kHz). La section
efficace effective s’obtient alors en multipliant le résultat obtenu (valeur des ordonnées)
par la section efficace 3\2?/(27).

de 512 x 768 pixels (9 x 9 pum?). Chacun des pixel a une efficacité quantique de 45%
@780 nm et le signal issu qu’il fournit est codé sur une échelle de 4096 niveaux de gris
(12 bits) avec un gain donné par le constructeur de 9.1 photons par niveaux de gris.

La caméra est montée sur deux rails supportés par quatre pieds (voir figure .
Chacun de ces pieds est posé sur un morceau de sorbothane de 5 cm, pour absorber les
vibrations mécaniques induites, 3 secondes avant la prise de la premiere image, par la
montée du miroir amovible (flip-flap) au début de I’étape de piégeage magnétique (piege
Z1) (voir [3.5.2)).

Le premiere précaution consiste a retirer la fenétre de protection située en amont de
la matrice CCD pour éviter les systemes de franges parasites qui peuvent apparaitre par
la réflexion du faisceau d’imagerie sur les deux dioptres de la fenétre (qui ne sont pas a
lorigine traités anti-reflet).

Deuxiémement, nous avons limité au maximum les gradients d’indice optique (tur-
bulences atmosphériques) pour ne pas déformer le front d’onde du faisceau d’imagerie.
En effet, comme le faisceau d’imagerie est trés inhomogene (variant typiquement sur A)
(voir figure , il faut absolument que le faisceau d’imagerie ne bouge pas de plus
de 6 um entre les deux prises d’images. Apres la derniére lentille, I'angle du faisceau
d’imagerie ne doit pas varier de plus de A/d = 7.5 x 107, ou d = 4/3f' est la distance
entre la derniére lentille et la caméra CCD (grandissement x(—3)).

Pour cela, nous avons ajouté :

— un flux laminaire au-dessus de la table optique,
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Fia. 5.15 — Chronogramme d’acquisition d’images : évolution temporelle du courant Iz,
ainsi que du signal TTL déclenchant la prise d’image. Apreés la premiere image( image
in-situ), le courant dans la barre centrale du H est réduit & 2.2 A pendant 10 ms, puis
réaugmenté & 3 A pendant 190 ms pour permettre au miroir d’or en surface de la puce
de retrouver sa forme lors de la premiere image.

— des panneaux en plexiglass autour de 'ensemble de ’expérience,

— une boite en carton noir sur le systeme d’imagerie pour éviter toute lumiere para-

site,

— un refroidissement a eau des bobines quadrupolaires.

L’ensemble de ces précautions doit étre pris simultanément en compte pour que le
systeme d’imagerie soit limité par le bruit de photons (voir figure .

Une contrainte supplémentaire et inattendue a été la déformation du faisceau d’ima-
gerie entre les deux images et ceci a cause de la déformation du miroir a la surface de
la puce. Cette déformation est induite par I’élévation de température des fils par effet
Joule, lors du piégeage magnétique. Pour que la division entre les deux images se passe
correctement, il faut vérifier que le miroir retrouve la méme position lors de la prise de
la seconde image (200 ms plus tard). Comme le régime thermique stationnaire n’est pas
encore atteint, nous devons diminuer le courant dans la structure en H a 1.1 = I.1 réduit
I.2 = I.2¢duit pendant un temps feash avant de leur redonner leurs valeurs initiales
pour la seconde prise d’image (voir le chronogramme figure . Ces trois variables
sont ajustées de maniere empirique pour minimiser le bruit sur la matrice CCDE} De
plus, 'abaissement de ces courants a également pour effet d’écraser, sur la surface de la

16 A noter que la constante typique de relaxation est estimée & 10 ms en observant que pour des temps
de vol de plus de 10 ms (i.e. aprés la coupure des courants), 'imagerie redevient limitée par le bruit de
photons.
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(b)

Fia. 5.16 — Photos présentant I'implémentation expérimentale du systeme d’imagerie.
Photo (a) : en remontant I'image du premier plan vers le blindage magnétique, nous pou-
vons distinguer successivement la caméra avec son support, la lentille d’agrandissement,
le miroir amovible (flip-flap) ainsi qu'un des deux doublets utilisés pour le transport
d’image. La photo (b), montre en détail le systeme de fixation de la caméra (rails +
pieds). Les pieds sont posés sur des plots de Sorbothane pour absorber les vibrations
lors du mouvement du flip-flap.

puce, les atomes restants apres la prise de la premiere image. Nous trouvons comme jeu
de parametres : 1.1 yeduit = 1.2 A, L2 réduit = 1 A, terash = 10 ms.

A T'ensemble des précautions expérimentales précédentes, nous utilisons un laser ex-
clave en cavité libre injecté par une diode maitre sur réseau. Sa cavité monolithique
limite les vibrations acoustiques et mécaniques qui induisent pour des diodes laser mon-
tées en cavité étendue des fluctuations d’intensité en sortie de cavité. Sur les images
brutes, nous détectons typiquement 10% sur chaque pixel de 6 x 6 pum? et ceci pour un
temps d’exposition de 150 us. Les fluctuations admissibles sur les variations d’intensité
laser moyenne entre les deux prises d’images doivent donc étre tres inférieures au bruit

/10000
10000

de photons qui est de I'ordre de = 1% une fois le bruit de photons retiré.

5.3.3.2 Mesure du bruit de photons

Apres avoir mis en oeuvre I’ensemble des précautions précédentes, nous avons voulu
vérifier que notre systéme d’imagerie est bien limité par le bruit de photons en I’absence
d’atomes en suivant la méthode décrite dans [130]. Pour déterminer si le systeme d’ima-
gerie est limité par le bruit de photons, il suffit de calculer la variance des fluctuations
de 'intensité optique mesurée sur chaque pixel de la caméra et de vérifier qu’elle varie
linéairement avec la valeur moyenne de 'intensité optique.
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F1a. 5.17 — Figure(a) : diagramme présentant le mode de calcul de la variance du signal
détectés par la caméra en (niveaux de gris)?. Pour chaque pixel, une fois que (6 Neamera)
est calculé, il est reporté sur le graphe (b). Figure (b) : (§ Ncamera) en fonction de I(i, j).
La linéarité de (dNcamera) €n fonction I permet de conclure que le bruit détecté par
la caméra correspond au bruit de photons. Une régression linéaire fournit le gain de la

caméra (g = 0.11 niveaux de gris.électrons™!).

Pour ce faire, nous avons acquis 20 jeux de deux images. Chaque jeu comporte, comme
dans le cas d’une imagerie par absorption standard, deux images séparées temporellement
par 200 ms ou aucune de ces deux images ne contient d’atome. Les différents jeux sont
obtenus en faisant varier le temps d’exposition de chaque image entre 5 us a 300 us. Pour
chaque pixel de chaque jeu d’images, nous estimons la variance du signal détecté par la
caméra par la formule : 6 Neamera = (I (4, 5) — 1(4, )% + (I (i, 5) — 1(3,5))? avec I =
SIW (G, §) + 1?4, §)). A partir de ces données, nous tracons la courbe § Neamera(I) (les
points sont regroupés par 5 niveaux de gris et moyennés.). Nous voyons sur la figure m
effectivement que la variation § Neamera €st linéaire avec I et une régression linéaire nous
donne le gain de la caméra g = 0.11 niveaux de gris.électrons~! qui est compatible avec
les données constructeurs 9.1 électrons.niveaux de gris™'. Nous en déduisons donc que
notre systeme d’imagerie est limité par le bruit de photon.

Par cette méthode, nous pouvons également déterminer le gain effectif de chacun
des pixels. Sur I’ensemble de la matrice CCD, le gain est homogene a 10% pres. Nous
prendrons en compte ces faibles inhomogénités de gain en utilisant une matrice de gain
effectif, dont chacun des éléments correspond au gain propre de chaque pixel considéré.
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5.4 Traitement des images

5.4.1 Rappel de statistiques

Avant d’entamer le traitement explicite des images, commencons par faire un bref
rappel de statistique qui nous permettra d’introduire les différentes notations utilisées
et de donner un estimateur pour la variance et la valeur moyenne.

Considérons une grandeur physique aléatoire X qui donne lors de sa mesure une
valeur x. Pour estimer les propriétés statistiques de la variable aléatoire X qui suit la loi
de probabilité p(x), nous utiliserons les deux premiers moments statistiques définis par :

— la moyenne (z), ou moment d’ordre 1 :

T = /OO xp(z)dx (5.33)

—00

2

— la variance ¢® ou moment d’ordre 2 tel que :

o? = /OO o?p(x)dx (5.34)

Par définition 7 et o2 sont obtenus & partir d’'un nombre infini de mesures et ne

sont pas accessibles expérimentalement.

Pour un nombre N fini de réalisations, nous définirons alors deux autres quantités :
— la moyenne arithmétique, que nous appelerons simplement moyenne dans la suite :

N
(z) = % > (5.35)
=1

il s’agit d’une estimation de = lorsque N — +o0o
— De la méme maniére nous utiliserons ((Axz)?) définie par :

1
_ 2y _ o 2
Var(z) = ((Ar)?) = z_;(x () (5.36)
Les grandeurs données par les relations et sont par contre accessibles expé-
rimentalement et représentent de bons estimateurs (i.e. sans biais) de T et o2,

5.4.2 Bruit sur les images par absorption

Dans cette sous-section nous nous proposons d’établir I’expression de la variance du
signal détecté (converti en nombre d’atomes par pixel) sur chacun des pixels de la caméra
CCD.

A partir des deux images prises par absorption (image contenant le nuage atomique
et image de référence), nous déterminons pour chacun des pixels le nombre d’atomes



5.4 Traitement des images

141

détectés a partir de la loi de Beer-Lambert :

AxAz> 5NI§111) 5Néi)

(mes)
Ny 7 =

a 1) 2)
N NG

(5.37)

g o0

AzAz Né)hotons
° (Nphotons = (Nat) + 6 Nat +
1

ot (N,t) désigne le nombre d’atomes moyen par pixel, § Ny sa fluctuation autour de sa
(eY] (2)
N é
valeur moyenne et —B5- + —8&5
New' N
mesurées et dues au bruit de photon.
A partir de cette formule, nous pouvons calculer la variance du nombre d’atomes

sont les fluctuations d’intensité optique précédemment

détectés qui s’écrit alors :

2 1 2 2 2

(mes) 2 ALA, ) <(5Nph0t0ns) > <(5Nph0tons) >
Var (N™9) = (N2, )+ ( + 5.38
( ‘ ) < ' > 00 ( (‘Z\[[}hotons)2 (]Vghotons)2 ( )

Ainsi pour obtenir uniquement la variance du nombre d’atomes détectés par pixel, il
faut soustraire la contribution du bruit de photons avec la formule{z] :

2
(OND,) = <A2?z> <(N11 Pt (N21 )> (5.39)

photons photons

5.4.3 Comment extraire les fluctuations de densité ?

Pour mesurer la variance du nombre d’atomes par pixel en fonction de la valeur
moyenne du nombre d’atomes par pixels, nous procédons de la maniere suivante :

Acquisition d’images :

Premiérement, nous acquerrons un grand nombre d’images (300 images) de nuages ato-
miques prises par imagerie par absorption dans les mémes conditions expérimentales
(images in-situ).

Tri des images :

Nous commencons par éliminer toutes les images qui ne sont pas limitées par le bruit
du photon. Pour ce faire, nous calculons, a partir de la zone sans atome représentée
sur la figure les quantités Vimage(i,7) = (11(,7) — 1(i,7))? + (Ia(i, ) — 1(i,5))?,
avec I1(7,7) lintensité ou (i,j) correspond aux coordonnées du pixel considéré et I
la valeur en niveau de gris donnée par la caméra. Cette quantité est ensuite moyen-
née sur l'ensemble des pixels de la zone considérée pour obtenir une variance moyenne
des fluctuations du faisceau d’imagerie entre les deux images prises (avec atomes et
référence). Cette variance moyenne est ensuite comparée au bruit de photon attendu

1"La formule précédente se simplifie en utilisant le fait que pour le bruit de photons ((§ Npnotons)?) =
<Nphotons>~
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Vshotnoise = 9/Npixel Zl ](%), oll Npixel €st le nombre de pixels considérés pour
effectuer le calcul. Toutes les images telles que Vimage > 1.1Vshotnoise SOnt rejetées. A ce
premier tri, nous ajoutons également la contrainte que le nombre total d’atomes et la
température du nuage, obtenu a partir d’un fit gaussien de son profil longitudinal, ne
doivent pas varier de plus de 20%. Une fois le tri fait, nous calculons pour chacun des
jeux d’images la quantité A = A;%OAZ log (%) qui permet de convertir ’échelle de niveaux
de gris en nombre d’atomes par pixel.

Sur la figure nous avons représenté un jeu de deux images non divisées ainsi
que le résultat du calcul donné par la formule A = AgioAz log (%) Bien que le faisceau
d’imagerie soit tres inhomogene, nous voyons une corrélation quasi-parfaite entre les deux
images prises. Apres division et prise en compte du logarithme nous obtenons 'image
de la figure c) sur laquelle voyons le nuage atomique. La zone de calcul du bruit de

grenaille optique est représentée par le grand carré blanc.
Profil longitudinal :

A cause du confinement radial du piege trop important et de notre résolution optique
trop faible, nous ne sommes pas capables de résoudre la forme du profil de densité dans
la direction transverse. Nous intégrons donc la contribution de 5 pixels dans la direction
transverse (x) pour récolter 95% du signal d’absorption. Nous regardons ainsi les fluc-
tuations du nombre d’atomes sur des macro pixels de taille 5A x A avec A = 6 pm.
Pour trouver le nombre moyen d’atomes par pixel (i.e. le profil de densité longitudinal
moyen), le moyen le plus simple serait de moyenner 1’ensemble des images obtenues pour
toutes les réalisations expérimentales. Cependant, pendant le temps d’acquisition des
300 images (2 heures) des fluctuations techniques "long terme” apparaissent : légeres dé-
formations du piége[T_g] ou variation de la température du nuage, déplacement du fond du
piege qui modifie le nombre moyen d’atomes par pixel (20%)@ Pour corriger ces fluctua-
tions "long terme”; au lieu de moyenner sur ’ensemble des réalisations, nous moyennons
sur un nombre réduit d’images en appliquant la technique de la moyenne glissante :
chaque image posséde alors son profil de densité longitudinal moyen qui lui est propre.
Ce profil est obtenu en moyennant (p — 1)/2 images autour de 'image considérée. Nous
avons vérifié que les résultats sont globalement indépendant de p lorsqu’il varie entre 5
et 21. Dans la suite, tous les résultats expérimentaux présentés sont obtenus avec p = 21.

Calcul de la variance :

Avant de comparer le profil de densité moyen avec la réalisation courante, nous
renormalisons le profil moyen de sorte qu’il contienne le méme nombre d’atomes que
le nuage atomique courant. Ceci permet de s’affranchir des fluctuations coup sur coup
du nombre d’atomes qui n’est évidemment pas, pour des raisons techniques, limité par

18Variation des courants Iz et Iza.
19Ce qui pose probleme dans le cas de nuages dégénérés puisque le profil de densité longitudinal
dépend du nombre d’atomes.
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F1G. 5.18 — Les figures (a) et (b) représentent l'intensité détectée par la caméra CCD
(en niveau de gris) pour les deux images prises respectivement avec atomes (Fig. (a)) et
sans atome (Fig. (b)), sur la méme échelle de niveaux de gris. La corrélation en intensité
entre ces deux images est quasiment parfaite sauf sur la zone ou se trouvent les atomes.
La figure (c) est le résultat de la division des deux images précédentes (unité : densité
optique). Le temps entre la prise des deux images est de 200 ms.
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le bruit de grenaille m La variance du nombre moyen d’atomes par pixel est estimée
par la (§N?) = (N(z) — <N>)2p%1. Comme pour la mesure du bruit de photons, nous
rangeons pour chaque image (§N?2) dans un histogramme en fonction de (N). Puis nous
moyennons cet histogramme avec toutes les réalisations expérimentales.

Soustraction du bruit de photons :

Pour obtenir 6 N, a partir de I’expression de A, il faut soustraire la contribution du bruit
de photons. Nous détectons typiquement 10* photons sur chaque pixel ce qui produit
des fluctuations converties en nombre d’atomes de 50 atomes® sur (§N?) représentant
une partie non négligeable du signal détecté. Il est donc nécessaire de soustraire cette
contribution. Pour des faibles valeurs d’intensité du faisceau d’imagerie I < Ig,t, ’ab-
sorption ne dépend pas de I, et les fluctuations dues au bruit de grenaille optique sont
indépendantes des fluctuations du nombre d’atomes mesurés.

5.4.4 Résultats :

Nous avons appliqué la méthode précédente pour plusieurs jeux de données (i.e.
nuages a différentes températures).

5.4.4.1 Mesure du bruit de grenaille atomique a ”"haute température”

Nous souhaitons dans un premier temps observer uniquement le bruit de grenaille
atomique. Comme nous avons vu au paragraphe les fluctuations du nombre
d’atomes observés associées au groupement de bosons sont pondérées par le coefficient
G. Ainsi pour des nuages “chauds” (10hw, /kg), le facteur G déduit de I'équation [5.32]
vaut typiquement de 20000. A cette température, le groupement de bosons est alors
inobservable pour le nombre moyen d’atomes par pixel que nous arrivons a obtenir
(N2 = 300). Seul le bruit de grenaille atomique, de spectre blanc, est alors observable.

Apres avoir acquis 300 images d’un nuage atomique contenant 4 x 10* atomes 4 la
température de 10fw, /kp (wy/(27) = 2.85 kHz et w,/(27) = 7.5 Hz) dans les mémes
conditions expérimentales, nous appliquons la procédure décrite au paragraphe précé-
dent. Sur la figure nous avons tracé les résultats de cette analyse avec des cercles
blancs. Nous observons un comportement linéaire comme attendu dans le cas d’un bruit
de grenaille atomique. Une régression linéaire en imposant une ordonnée a 1’origine nulle
donne une pente de 0.17. Cette valeur plus faible que 'unité provient de notre résolution
optique finie ou I’absorption d’un atome est répartie sur plusieurs pixels (effet de moyen-
nage). Pour s’en convaincre, déterminons le coefficient directeur théorique ¢ de (§N?) en
présence d’une résolution optique finie et ceci dans le cas d’une densité optique faiblﬂ

Le flux de photons Fphotons(2) en sortie du nuage atomique (de densité n,) et par
unité de longueur s’écrit, d’apres la loi de Beer-Lambert :

20Pour 10* atomes, il faudrait que les fluctuations du nombre d’atomes coup sur coup soit de Pordre
du %.

21Développement au premier ordre des facteurs se trouvant dans les exponentielles.
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F1g. 5.19 — Figure (a) : présentation du principe de la moyenne glissante. L’image
moyenne, pour chaque image est calculée en moyennant p images de part et d’autre
de celle-ci. Figure (b) : comparaison entre un profil moyenné et un profil obtenu & par-
tir d’une réalisation expérimentale. Figure (c) : & partir de la comparaison de ces deux
profils, nous calculons la variance du nombre d’atomes détectés en fonction de sa valeur
moyenne (figure (c)). Ainsi chaque zone du profil de densité de I'image (b) correspond
a une partie de I’histogramme. Résultats obtenus pour le nuage chaud 10w /kp avec
wy/(2m) = 2.85 kHz et w,/(27) = 7.5 Hz.
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]:photons(z) = FO (x)e—fcronat(r,y,z)dy (5.40)

photons

ot FO correspond au flux de photons par unité de longueur en I’absence de nuage ato-
mique.

Nous ne prendrons pas en compte la résolution optique dans la direction transverse
puisque la taille du pixel est A, = 5A est grande devant I'extension du nuage et nous
noterons 7, 1p la densité du nuage atomique intégrée dans les deux directions trans-
verses.

En modélisant la réponse percussionnelle du systéeme optique par une fonction gaus-
sienne de largeur rms d, ’absorption A4 s’obtient apres convolution de la densité atomique
et intégration sur un pixel de la caméra CCD et pour [ ognat(z)dz <1 A vaut :

Nphotons - NOh 5 1 Az/2 poo 1 (z—2")2
A= PR = / 2/ ooNat 1D (2) ———€~ 207 dZ'dz  (5.41)
N;?hotons A, —A;/2) -0 w V27

oll Mphotons €st le nombre de photons recus sur un pixel de la CCD en présence du nuage
: 0
atomique et Nphotons
L’expression de la variance du nombre d’atomes par pixel se déduit de [5.41| en sup-

posant que n,¢1p est constante sur I'extension d’un pixel A, et sur la largeur § de la

celui sans atome.

fonction de réponse du systéeme optique :

(N?) = (N)* = ((N)
R R

(5.42)

Nous avons tracé sur la figure I’évolution de ¢ en fonction de §. La pente de 0.17
que nous avons mesurée est expliquée par une résolution optique de 10 pum ce qui est
compatible avec la taille rms du plus petit nuage que nous arrivons a observer c’est a
dire 8 ym. Nous en concluons que les fluctuations (§N?) de notre nuage atomique chaud
sont données par le bruit de grenaille atomique.

5.4.4.2 Mesure du groupement de bosons a ”faibles températures”

Nous avons répété la méme expérience pour deux nuages atomiques plus froids a des
températures respectives de 71 = 2.1hw /kp et To = 2.9hw /kp (voir figure : les
points blancs correspondent au bruit de grenaille atomique mesuré précédemment avec
des nuages chauds et les points noirs correspondent aux nuages aux températures 717 et
T5. Pour le nuage atomique le plus froid, le parametre G vaut 320. Nous attendons donc a
observer un groupement de bosons égal au bruit de grenaille atomique pour (N) = 200.
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facteur de reduction sur la mesure de

Fic. 5.20 — Facteur de réduction ¢ sur la variance (§N?) en fonction de la résolution du
systeme optique. Pour notre résolution optique (6 = 10 pm), nous attendons un facteur
de réduction de 0.15.

Nous voyons que la quasi-unidimensionnalité du nuage rend beaucoup moins néfaste
Ieffet d’intégration transverse lors de I'imagerie. Les barres d’erreurs sont données par
le calcul de la variance de la quantité (N2) — (N)2.

Pour comparer nos données expérimentales a la courbe théorique, nous devons corri-
ger cette derniere de l'effet de la résolution optique. Les fluctuations de densités dues a
I'effet de groupement de bosons, contrairement au bruit de grenaille atomique, ont une
longueur de corrélation finie de ’ordre de la longueur d’onde de De Broglie. Pour les
gammes de température des nuages utilisés \yjp < § (voir noteEI), il est possible d’assi-
miler la fonction de corrélation du groupement de bosons par une fonction de Dirac 4.
Le facteur de réduction associé pour la variance doit donc étre aussi (. Nous multiplions
donc simplement la courbe théorique par ¢ pour la comparer aux données expérimen-
tales (voir figure . Nous avons tracé sur la méme courbe, la courbe donnée par
I’équation [5.31] (en pointillé) dans I'approximation de Maxwell-Boltzmann, ainsi que la
courbe donnée par le calcul exact qui prend en compte la distribution de Bose (courbe
en trait point trait (équation ou la somme a été tronquée & Amax = Bmax = 30).
Nous voyons que ’équation donnée dans 'approximation de Maxwell-Boltzmann
sous-estime la valeur de la variance mesurée et ceci de maniere d’autant plus importante
que la température est faible. Le calcul complet (o = 30, 5 = 30) est en meilleur accord
avec les données expérimentales et ceci sans parametre ajustable.

22300 nm & comparer & 10 pm.
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(a) (b)
i sok
NA K N/\ L
z 1 € 6o
N/I\ 1 N/I\ i
> 1 L 40f
Vv . Vv I
i ok
Fic. 5.21 — Variance du nombre d’atomes détectés par pixel en fonction de la va-

leur moyenne d’atomes détectés. Les cercles blancs correspondent & un nuage atomique
"chaud” (T' = 10fw /kg) pour lequel les fluctuations du nombre d’atomes sont données
par le bruit de grenaille atomique (ligne noire). Les cercles noirs correspondent a des
nuages "froids” T' = 2.1hw, /kp (figure (a)) et T = 2.9hw, /kp (figure (b)). Les fluc-
tuations excédentaires par rapport au bruit de grenaille atomique sont dues a 'effet de
groupement de bosons. La courbe en tiretée est la courbe théorique attendue dans le
cas d'un gaz de Bose idéal et la courbe en pointillé correspond a la courbe donnée dans
I'approximation de Maxwell-Boltzmann.

En conclusion, ’ensemble des résultats présentés dans cette section suivent les prédic-
tions du gaz idéal. A plus fortes densités atomiques, ou les interactions entre particules
deviennent non négligeables, nous attendons une déviation par rapport au comportement
du gaz idéal. Nous allons étudier ce phénomeéne dans la section suivante.

5.5 Fluctuations de densité dans la limite quasi-condensat

Commencons cette section par donner une explication intuitive du role que vont
jouer les interactions répulsives entre atomes sur ’amplitude des fluctuations de densité.
Pour cela, prenons un gaz unidimensionnel homogene, profondément dans le régime de
quasi-condensat, et évaluons son énergie d’interaction (voir figure lorsque :

— sa densité atomique nip(z) est une constante et égale a ng. L’énergie d’interaction

du gaz est alors donnée par :

Eﬁl‘%m = ng/n%dZ (5.43)
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Fi1a. 5.22 — Comparaison de 1’énergie d’interaction d’'un gaz unidimensionnel homogene
lorsque sa densité atomique est uniforme figure (a) ou lorsqu’elle présente des fluctuations
de densité dn autour de sa valeur moyenne (figure(b)).

— sa densité atomique présente des fluctuations de densité dnip(z) autour de sa
valeur moyenne ng. L’énergie d’interaction dans cette configuration s’écrit :

Ly = ng/n%dz +ng/5n2dz (5.44)

Ainsi nous voyons que Ef}j‘%m < By, c’est-a-dire que les fluctuations de densité sont
coliteuses en énergie d’interaction. Ainsi le gaz aura tendance & réduire ses fluctuations
de densité, par rapport au cas du gaz idéal, pour minimiser son énergie. A partir de
quelle densité atomique ce phénomene se produira-t-il? La réponse se trouve lorsque
le potentiel chimique p du gaz sera voisin de g;pn c’est-a-dire que lorsque la densité

m(kpT)? | /3 :
W) [35]. Cette valeur pourra directement
étre confrontée avec les données expérimentales obtenues (voir §5.5.1)).

Dans la suite de ce chapitre, nous nous proposons de déterminer ’expression des
fluctuations de densité résiduelles présentes qui sont dues a la température non nulle du

nuage. A partir d’une théorie unidimensionnelle de type Bogoliubov nous trouverons une

atomique dépasse la valeur np = <

expression simple donnant les fluctuations du nombre d’atomes par pixel en fonction de
la température du nuage et de la constante de couplage g1p.

5.5.1 Prise en compte des excitations sous forme de phonons (modéle
1D)

Dans le régime de quasi-condensat les fluctuations de densité sont petites et nous
pouvons exprimer I'opérateur champ W(r, t) & partir de 'opérateur densité n = ng+40n ou



150 CHAP 5 - FLUCTUATIONS DE DENSITE DANS UN GAZ DE BOSE ALLONGE

ng est la densité moyenne du quasi-condensat (solution de I’équation de Gross-Pitaevskii)
et d’un opérateur de phase ¢ sous la forme :

U(r,t) = \/ng + on(r, t)e*r? (5.45)

avec /ng est solution de I’équation de Gross-Pitaevskii :

h2
<—2mA Ve (1) — it gno> Vg =0 (5.46)

Connaissant la solution Gross-Pitaevskii précédente, il est possible de linéariser au-
tour de cette solution I’équation de Shrodinger :

_OU(r,t) h2 S
ih— = = (— 5 At Ve (r) = i+ gV )t (5.47)

pour trouver les excitations élémentaires du systeme. Ces excitations (modes de Bo-
goliubov) sont alors solutions de [131] :

2
< EVuV ) J— _% + ‘/eXt + 2gn0 - /’[’ _gn < ul/ ) (5 48)
= 2 .
€Uy —gn _% + Vext + 2g9n0 — p (%%

en ayant posé

SO = ) [,y exp(—ie,t/h) — v}a)} exp(ie,t/h))

v

sUt = Z[uz&\i exp(ie t/h) — v,a, exp(—ie t/h)] (5.49)

v

(5.50)

oll a, et al sont respectivement les opérateurs annihilation et créations des excitations
élémentaires d’énergie €,

Pour un gaz piégé dans une boite & une dimension (i.e. Vex=cste), les fluctuations
de densité, dans la limite quasi-condensat T' < Ty s’écrivent a ’aide des fonctions wuy et
Vg

(brp(G)mnn(=)) = mp(=)5() + 2L [ D )+ o+ o))k

27
(5.51)

les énergies propres de ’équation sont données par e, = /k2(k? + 46-2h%/(2m)
avec £ = h//mgn la longueur de relaxation.

?3Les fonctions d’onde u, et v, vérifient la condition de normalisation [ (|u.(r)|* — v, (r)|*)dr =1 .
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F1G. 5.23 — Spectre en énergie des excitations de Bogoliubov (trait plein) et comparaison
avec celui les excitations de type phonon et particule libre (pointillés).

En remplacant les u, et les v, par leur expression, les fluctuations de densité sont
alors données par la formule suivante :

o0 2 o
(6n1p(2)6n1p(2)) = <”21D> / ——— (1 +2ny)e® = dk; (5.52)
T —oo \[ K4+ ez

ou ny est le facteur d’occupation de Bose pour le mode d’énergie €¢,. Nous voyons que
cette relation de dispersion € (k) joue un role essentiel dans les fluctuations de densité.
Pour comprendre 'origine physique de ces fluctuations, attardons nous sur la relation

h2k? [ h2k?
= R — R — 2 .
€k \/Qm < 5 + ,u> (5.53)

21.2 . . . . 412 .
— pour % < 1, € se simplifie en €, ~ hk, /£ les excitations élémentaires sont des

de dispersion :

phonons qui se propagent a la vitesse ¢ = h\/p/m.

— a contrario, pour les excitations de plus hautes énergies (F‘;—fj > ), la relation de
dispersion s’écrit €, = % + p ce qui correspond a I’énergie cinétique de particules
libres.

La courbe de dispersion € (k) est tracée sur la figure

Pour les expériences que nous avons réalisées, comme la taille du pixel est tres grande
devant &, nous ne voyons que la contribution des phonons. D’autre part comme kg7 > u,
les fluctuations de point 0 sont négligeables devant la contribution thermique. En utilisant
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le fait que k < % et en approximant le taux d’occupation par mode par ny ~ kg7 /e,
nous trouvons :

<n1D> - k? tk(z—2'
(up()inip()) = 2L /_ ) k2+§2(1+2nk)e( )i

<n1D> /oo k2 kBT ik(z—2")
2kpTy [ 52 e* == gk
2 J_oo A2 2 Jyk2e—2

<n1D(Z>> QkBT

12

~ §(z — 2
2r gip ( )
(5.54)
en intégrant cette équation sur ’extension d’un pixel nous trouvons :
kT
(N?) — (N)? = A2 (5.55)
91D

Pour un piege harmonique le raisonnement précédent est valable tant que kT <
hw, et que l'approximation de densité locale longitudinale est valable (fhw, < 1).
Ainsi nous attendons des fluctuations de densité constantes en fonction de la densité
atomique. Comme nous le mentionnions dans 'introduction les fluctuations de densité
sont colteuses en énergie (a cause des interactions répulsives entre atomes).

Expérimentalement, les nuages atomiques que nous arrivons a obtenir ne sont pas
unidimensionnels au sens strict (kg7 < fw, ). Il convient alors de faire un calcul & 3D
pour prendre en compte les excitations de Bogoliubov. Cependant le calcul n’est pas
analytique et est fastidieux numériquement, nous nous proposons donc dans le prochain
paragraphe de dériver une expression approchée a partir d’un raisonnement simple de
thermodynamique.

5.5.2 Recours a la thermodynamique

Prenons un petit volume V' du gaz mais dont les dimensions sont cependant grandes
devant la longueur de corrélation des fluctuations de densité et contenant N particules.
Les fluctuations du nombre d’atomes dans ce volume d’étude s’écrivent [132] :

(N?) = (N)? = kgT <8N> (5.56)
O/ (v

Ainsi pour connaitre la variance du nombre d’atomes contenus dans le volume V, il

suffit simplement de déterminer I’équation d’état N(u). Appliquons alors ce raisonne-

ment au cas d’un quasi-condensat piégé dans le potentiel harmonique anisotrope suivant :

V(r,z) = 1/2mw?r? + 1/2mw?2%. Comme au paragraphe nous utiliserons 'ap-

proximation de densité locale dans la direction longitudinale et nous remplacerons donc
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le potentiel de piégeage 1/2mw?2? par un potentiel constant en utilisant un potentiel
effectif pegr = po — 1/2mw?2? au lieu de ug le potentiel chimique réel du gaz. Par abus
de language, nous utiliserons dans la suite p pour désigner peg.
— Pour des quasi-condensats unidimensionnels tel que nipa < 1 (voir note , le
potentiel chimique est p1p = Aw, + g1pni1p, avec g1p est la constante de couplage
a 1D [36]. Nous retrouvons alors la formule du paragraphe précédent et la variance
(N?) — (N)? est une constante pour toute densité (dans la limite n > nr) ]
— Pour des parameétres na ~ 1, les propriétés du quasi-condensat ne sont plus unidi-
mensionnelles et I’expression précédente n’est plus valable. Par contre il est possible
d’approximer le potentiel chimique p par la formule [133] :

U(N) = fiwy 41+ 4‘2“ (5.57)

Notons qu’a nipa < 1, nous retrouvons l’expression valable pour des quasi-
condensats dans le régime unidimensionnel. La dépendance du potentiel chimique

avec la densité atomique traduit le fait que la constante de couplage g1 p n’est pas
une constante avec la densité atomique. Pour comprendre cet effet, rappelons que
la constante de couplage a 1D est définie par :

2
gip = 4”2 a /|‘11L|2d2p. (5.58)
ou ¥, est la fonction d’onde transverse du quasi-condensat. Dans le régime ou
nipa < 1, cette fonction d’onde correspond a I’état fondamental de 'oscillateur
harmonique et g1p = 2hw, a.

A plus forte densité (nyipa ~ 1), la forme du profil de densité transverse dépend
explicitement de la densité atomique (i.e. de la présence des interactions répulsives
entre atomes) ce qui a pour conséquence de modifier la constante de couplage
g1p- Les excitations élémentaires (phonons) produisent des fluctuations de densité
dans la direction longitudinale ainsi que dans la direction transverse des modes de

respiration de la densité atomique. Ces modes de respiration ajoutent une légere
pente kpT /hw, (voir résultats expérimentaux §5.5.3)).

5.5.3 Comparaison avec ’expérience

Expérimentalement, nous sommes également capable d’accéder au régime de quasi-
condensat en augmentant la valeur de la fréquence d’oscillation longitudinale w,/(27) a
11 Hz (soit un rapport d’aspect de 260). La figure présente les résultats que nous
avons obtenus pour deux températures différentes 71 = 1.4hw | /kp et To = 2.1hw, /kp.

24011 a est la longueur d’onde de diffusion.

2511 arrive un moment, oll cette horizontale coupe la courbe donnant le bruit de grenaille atomique.
Pour des densités ou des températures vérifiant kg7 < p, nous attendons a ce que les fluctuations de
densité soient sous le bruit de grenaille atomique.
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F1a. 5.24 — Fluctuations du nombre d’atomes par pixel en fonction du nombre moyen
d’atomes par pixel pour différentes températures. A température élevée (points blancs),
nous observons le bruit de grenaille atomique. A température plus faible (points noirs),
nous observons les fluctuations de densité d’un gaz de Bose idéal pour un faible nombre
d’atomes par pixel (N < 130) et celles d'un quasi-condensat a densité atomique élevée.
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Dans les deux cas, deux régimes se distinguent. Pour N < Ny = (m(kpT)?/(h%g1p))"/2A
nous retrouvons le comportement du gaz idéal alors qu’a plus forte densité nous obser-
vons une nette réduction des fluctuations de densité par rapport au cas du gaz idéal. Sur
la figure nous avons également ajouté le résultat du calcul obtenu dans la limite
quasi-bec. Comme njpa atteint 0.17 pour nos données expérimentales les plus froides,
nous utilisons 1’équation que nous injectons dans [5.56] et apres Pavoir corrigée de
la résolution optique nous obtenons :

(1) = (N2, = 22 (54 ) (5.59)

Nous voyons que pour les données a 77, ce calcul reproduit bien les données expé-
rimentales. Pour le nuage a la température T, le calcul dans la limite quasi-condensat,
surestime les fluctuations de densité de pres de 40%. Le comportement prédit dans la
limite quasi-condensat n’est qu'un comportement asymptotique nous laissant supposer
a la température T que le nuage n’a pas encore atteint le régime de quasi-condensat.
De plus, pour cette valeur de température, le calcul de ny (valide uniquement dans le
régime 1D) sous-estime la valeur a laquelle & laquelle le gaz entre dans le régime de
quasi—condensat{ﬂ.

5.6 Discussions sur les problemes expérimentaux

Nous allons passer en détail les problemes expérimentaux liés a l'imagerie en se
focalisant sur la durée du temps de pulse d’imagerie ainsi que les conséquences d’une
densité optique trop grande.

5.6.1 Effet de la durée du pulse d’imagerie

Pendant la durée de la prise d’image Tyonqe = 150 us, chaque atome du nuage ato-
mique va absorber et réémettre un grand nombre de photons lors de son interaction avec
le faisceau sonde. Le nuage va donc s’étaler transversalement a cause de la diffusion de
photons et subir également la pression de radiation qui va lui communiquer une vitesse
globale parallele & la puce (combinaison du faisceau direct et du faisceau réfléchi par la
surface de la puce).

Un ordre de grandeur du nombre de photons absorbés par un atome peut étre évaluée
a partir de :

O M T,
Nphotonabs. = off hcsonde (560)

pour une intensité sonde I = I, /10 et une section effective 0.7% s0it Nphoton abs. = 200.
La pression de radiation induit sur les atomes un décalage de la résonance par effet

26Notons que c’est également le cas pour les données de la figure ou 'on attend Ny = 160
atomes.pixef1 pour kgT = 2.9hw, et Np = 130 atomes.pixer1 pour kg1 = 2.1hw, .



156

CHAP 5 - FLUCTUATIONS DE DENSITE DANS UN GAZ DE BOSE ALLONGE

Doppler de % = 1.4 MHz, avec ' = 38 10% s71. Cette valeur est & comparer

avec les 6 MHz de la largeur naturelle de I’état excité |F' = 3).

La réémission des photons dans des directions aléatoires va également produire une
une marche au hazard sur la position des atomes et ceci dans les trois directions de
I’espace. En supposant que 1’émission des photons se fait de maniére isotrope, la diffusion
de photon se fait sur une distance donnée par ’équation [134] :

\f hotonabs hk

d= 3 -~ sonde (5.61)

ou k =27/ est le vecteur d’onde du faisceau sonde.

Nous devons choisir le temps de pulse, le plus grand possible pour réduire au maxi-
mum le bruit de photons sur chaque pixel de la caméra. Pour un pulse d’imagerie de
150 ps, les atomes vont diffuser sur une distance de d = 5.9 pm. Ce processus de dif-
fusion est un processus incohérent qui a tendance a décorréler les atomes en position.
Tant que d < A,, cet effet sur I'intégration de la fonction g(2) sur la taille du pixel reste
faible. Nous avons choisi une durée de pulse d’imagerie de 150 us, pour que les atomes
ne diffusent que sur une distance de d = 5.9 pm.

Comme nous allons le voir dans le paragraphe suivant, nous avons également tout
intérét a avoir un pulse d’imagerie le plus long possible de maniere a dilater le nuage
dans la direction transverse pour en réduire sa densité optique. Initialement 1’extension
transverse est quasiment donnée par la taille du mode fondamental (300 nm). A la fin
du pulse d’imagerie, nous avons gagné un facteur 100 sur la densité optique.

5.6.2 Extraire les fluctuations de densité pour des absorptions optiques
fortes

Dans cette sous-section, nous allons estimer I’erreur que nous faisons sur la détermina-
tion du nombre d’atomes a fortes densités optiques. Pour cela nous écrirons 1’expression
du nombre d’atomes que nous mesurons et nous la comparerons avec la formule
utilisée pour calculer le nombre d’atomes et qui est uniquement valide pour les faibles
densités optiques.

Pour cela commencons par écrire 'expression du signal regu sur chaque pixel de la
caméra (i.e. intégré sur la surface du pixel A, x A,) :

Au/2 AL /2
/ / 7‘701) LAY (5.62)
Au/2d-A.)2

avec 71 le rendement quantique de la caméra.

‘/;am =

Pour déterminer le nombre d’atomes, nous avons utilisé implicitement la formule
suivante qui consiste a d’abord intégrer 'intensité optique sur la surface d’un pixel avant
d’en prendre le logarithme pour calculer le nombre d’atomes :
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Fi1G. 5.25 — Présentation des deux problemes d’imagerie associés a une densité optique
trop forte : (b) le profil moyen de densité varie significativement sur la taille d’un pixel
A. (c) méme si le profil moyen est constant sur ’extension d'un pixel, les fluctuations
de densité a l'intérieur de celui-ci produisent également des erreurs systématiques sur la
détermination du nombre d’atomes.

N _ —AazAz lo ‘/c;m o _AzAz lo ffAm7A UOf ©Yz dydxdz
T Vi) T o & ffA A, L(x, z)dwdz

(5.63)

En utilisant le fait que l'intensité du faisceau d’imagerie est constante sur A, x A,
nous pouvons simplifier I’expression précédente par :

ALA 1 oo
Nmesure _ _TrTy lo // _ = 700 f—oo n(x,y,z)dzdl_d 5.64
pale ( poa, DA, y (5.64)

A quelles conditions Nyyesyre correspond-t-il au nombre réel d’atomes Nyo) = [[[ n(x,y, z)dzdydz?
Pour répondre a cette question, nous distinguons les deux cas suivants :

Une densité optique faibleE] et n(z,y,z) quelconque sur A, x A,
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AZA 1 e
Nmesure = ==Y IOg (// Ue a0 f_oo n(x’y’Z)dzdl'dy)
g0 Az, Ay PPy
N, —BaBy [0 Jasn, 7 (@ y)dedy
mesure — T og AIAy

Niesure = // n/(x,y)dxdy
Ag,A
(5.65)

une densité optique quelconque et n'(z,y) = [ n(z,y, z)dz constant sur A, x A, :

dans ce cas, il est facile d’intégrer ’expression de Npyesure sSOus la forme :

AzA o
Nrnesure = _%IOg(e Uon)

/
Npesure =~ Ay AyUOn

Nmesure = // n’(ﬂ:,y)dmdy
Az,A;
(5.66)

Nous voyons que dans les deux cas précédents, le nombre d’atomes est correctement
donné par I’équation Par contre dans le cas général, un développement limité a
l'ordre deux de I’équation montre qu’a fortes densités optiques, les variations du
profil de densité a 1’échelle d’un pixel (profil moyen et fluctuations de densité) nous font
sous-estimer le nombre d’atomes contenus dans le piege (voir figure .

Pour s’en convaincre, nous avons réalisé I’expérience suivante : nous avons comparé
le profil de densité longitudinal moyen obtenu dans les mémes conditions expérimentales
que le graphe(a) de la figure (T = 1.4hw, /kp avec le méme nuage pris apres un
temps de vol de 5 ms). Ce temps de vol permet de réduire la densité optique (expansion
transverse) alors que le profil longitudinal n’est quasiment pas modifié. Les facteurs
d’échelle donnés dans [65] et rappelés au chapitrepermettent de le vérifier. Ainsi le profil
de densité apres temps de vol nous fournit le nombre réel d’atomes par pixel que nous
aurions du trouver in-situ. Pour connaitre I'erreur faite sur la détermination du nombre
d’atomes, il suffit de tracer le profil de densité in-situ en fonction du profil de densité
apres temps de vol (voir figure . La section d’absorption effective, utilisée dans le
cas in-situ, corrige partiellement ce probleme puisqu’elle impose que le nombre d’atomes
total du nuage soit le méme n-situ et aprés temps de vol (droite sur la figure [5.27|(b)) .

Dans un calcul fait en annexe (se référer 4 annexe [D]), nous avons estimé l'erreur
théorique que nous faisons sur la détermination du nombre d’atomes pour un nuage de
forme gaussienne de largeur rms transverse o, = 3 pm (voir note{ig]), et longitudinale

Z8Extension moyenne du nuage pendant le pulse d’imagerie.
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F1a. 5.26 — A partir d’un nuage gaussien de largeur rms 3 pumx100 pm, nous calculons
a partir de I’équation le nombre mesuré d’atomes apres convolution par le systéme
d’imagerie (10 pm).
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: comparaison du profil de densité expérimental obtenu par une

imagerie in-situ et apres temps de vol. La figure (b) montre l'erreur que nous faisons sur

la détermination du nombre d’atomes en fonction de la densité atomique.
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0, = 100 pym. En prenant également en compte la résolution optique finie du systeme
d’imagerie 6 = 10 pm (voir note{f_g[), nous obtenons le résultat présenté sur la figure
Nous voyons que l'erreur est déja conséquente pour 400 atomes par pixel puisqu’elle
excede les 10% (qui correspond & une densité optique mesurée d’environ 0.9). Notons
que la résolution optique faible, permet d’augmenter artificiellement la taille du nuage
sur la caméra CCD et donc de limiter cet effet.

A la lumiere du calcul précédent, il est donc préférable pour intégrer la contribution
des pixels transverses et de calculer individuellement le nombre d’atomes par pixel puis
de les sommer, comme nous 'avons fait, plutot que sommer les intensités optiques des
différents pixels pour en déduire un nombre d’atomes global.

5.7 Conclusion : les fluctuations de densité un moyen de
sonder la transition entre gaz idéal et quasi-condensat

L’un des aspects cruciaux de cette expérience a été I'exploitation du caractere uni-
dimensionnel du nuage pour éviter un effet de moyennage des fluctuations de densité
dans la direction du faisceau imageur lors de la prise d’image. Cette méthode a permis
de mesurer les fluctuations de densité dans deux régimes distincts : le régime du gaz
idéal et le régime du quasi-condensat. Dans le régime du gaz idéal, nous avons observé
un exces de bruit sur la mesure des fluctuations de densité comparé au bruit de grenaille
atomique que nous avons attribué au groupement de bosons. A plus fortes densités ato-
miques (régime de quasi-condensat), les interactions répulsives entre atomes réduisent
considérablement les fluctuations de densité qui sont cotliteuses en énergie d’interaction.
En tragant 1’évolution de ces fluctuations en fonction de la densité atomique nous pou-
vons voir effet progressif des interactions. Cette expérience pose donc la question de la
nature de la "transition” entre le régime du gaz idéal et le régime de quasi-condensat dans
une géométrie de piege tres allongée. Comment atteint-on le régime de quasi-condensat ?
Rappelons que 'ensemble de ces mesures a été réalisé dans le régime d’interactions faibles
(pa® < 1). Nous répondrons & cette question au chapitre suivant en analysant les profils
de densité atomique longitudinaux.

Cette méthode pourrait étre appliquée a d’autres situations unidimensionnelles et en
particulier a des gaz dans le régime d’interactions fortes (régime de Tonks-Girardeau) [135].
Passons en revue les conditions nécessaire pour 'observer. M. Olshanii [136], a montré
que 'amplitude de transmission, suivant ’axe longitudinal du piege, d’un boson de vec-
teur d’onde k, au travers d’un autre boson au repos, tous les deux étant dans le mode
fondamental transverse du piége est donné par :

1

T(k)=1— ————
() 1+ikza1D

(5.67)

29Qui lisse en fait les variations du profil de densité.
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Fic. 5.28 — Fonction de corrélation g(2)(z) dans le régime de Tonks-Girardeau.

avec
“i(1 cl) et C~146 (5.68)
a = ——— — — e ~ 1. . .
1D 2a a|

Nous voyons que pour kai;p < 1 'amplitude de transmission tend vers 0 c’est-a-dire
que la probabilité de trouver deux atomes proches I'un de 'autre tend vers 0 lorsque la
distance entre eux tend vers 0 (i.e. limjy_p o0 g®(r,r’) = 0). Les bosons deviennent
alors impénétables (gaz de Tonks-Girardeau), on parle alors de "fermionisation”. Com-
ment obtenir ce type de conditions ?

Au vu de 'équation[5.67} il faut avoir k,a1p < 1 ¢’est-a-dire diminuer a1p et k. Pour
réduire a1p, on ne peut que jouer sur la fréquence transverse que 'on aura tendance a
augmenter pour diminuer a | . De plus & température faible k, ~ £~ = vmgn/h. 11 faut
donc également diminuer la densité, en décomprimant dans la direction longitudinale du
piege pour atteindre le régime de Tonks. Pour une densité atomique de 1 atome.um™!
(ce qui parait étre détectable avec la caméra actuelle) et un confinement transverse de
40 kHz, il faut avoir un confinement longitudinal de 8 Hz pour un nombre d’atomes de
5000. Malheureusement avec la puce actuelle ce type de confinement transverse n’est pas
atteignable. Une nouvelle génération de puce est a I’étude pour prendre en compte cette
éventualité.

Dans la limite ot n|a;p| < 1, la fonction de corrélation g(®(z) pour un systéme de
bosons impénétrables s’exprime sous la forme [137] :

gD (2) =1 — Jy(wn|z|) (5.69)
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ou Jy est la fonction de Bessel de premiere espece d’ordre 0. Sur la figure [5.28, nous
avons tracé cette fonction g(2)(z). Nous voyons qu’a faible distance celle-ci tend vers 0.
Une signature possible du régime de Tonks-Girardeau est de mesurer les fluctuations de
densité et de montrer qu’elles sont sous le bruit de grenaille pour des distances carac-
téristiques nz ~ w. Cette mesure requiere également une tres bonne résolution optique
puisqu’elle doit étre de 'ordre du premier lobe de la fonction J;.



CHAPITRE 6

Role des interactions répulsives
entre atomes sur la formation
d’un quasi-condensat

Depuis 'observation du premier condensat de Bose-Einstein dans un gaz d’atomes
froids dilués [138], les théories de champ moyen ont toujours permis de décrire correcte-
ment les expériences réalisées, dans le régime des interactions faibles, notamment en ce
qui concerne la prédiction de la température de condensation T, [14,15,139]. Dans ces
théories de champ moyen, un gaz de Bose au-dessus de 7T, est décrit par une assemblée
d’atomes considérés comme des bosons indépendants mais soumis en plus du potentiel
de piégeage a un potentiel effectif moyen qui prend en compte l'effet des interactions
répulsives entre atomes. Cette approche permet de décrire facilement le phénomene de
condensation en présence d’interactions. Le phénomeéne de condensation se produit alors,
comme dans le cas du gaz idéal, lorsque la population des états excités sature (i.e. le
critere de condensation est toujours égal a n3p )‘38 = 2.612 a trois dimensions). Le succes
de cette approche repose sur deux hypotheses : que le gaz soit dans le régime du gaz
dilué (pa® < 1) et que les fluctuations de densité soient peu importantes. Dans un piege
tridimensionnel, cette derniere condition n’est pas vérifiée au voisinage de la tempéra-
ture de condensation [14], ou des fluctuations critiques apparaissent, et des déviations
par rapport aux théories de champ moyen sont attendues [140]. En particulier, la tempé-
rature de condensation est décalée vers une valeur plus élevée par rapport a celle prévue
par les théories de champ moyen [141-143]. Cependant cet écart de l'ordre du % n’a
jamais été observé expérimentalement dans un piege 3D [15,144].

Ce dernier chapitre est relié a ces précédentes observations puisqu’il est consacré a
I’étude de la formation de quasi-condensats dans un piege tres anisotrope (i.e. proche du
régime unidimensionnel). Nous allons montrer que 'apparition du quasi-condensat n’est
pas due a la saturation des états excités, comme précédemment décrit (cas du gaz idéal
ou théorie de champ moyen), mais par l'effet des interactions répulsives entre atomes qui
inhibent les fluctuations de densité.

Apres avoir présenté la théorie de champ moyen nous montrerons que celle-ci est
incapable de reproduire nos profils de densité, et ceci dans un régime d’interactions
faibles bien loin du régime d’interactions fortes [21] ot les théories de champ moyen sont
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connues pour donner des résultats incorrects.

Dans un premier temps, nous rappellerons quels sont les deux mécanismes en com-
pétition pour la formation d'un (quasi)-condensat. Nous décrirons ensuite, la théorie de
Hartree Fock (ou théorie de champ moyen) pour un nuage thermique au-dessus de la
température de condensation et nous regarderons comment ’appliquer a nos résultats ex-
périmentaux pour calculer les profils de densité atomique attendus et ainsi les comparer
a nos données expérimentales.

6.1 Transition vers un quasi-condensat

6.1.1 Compétition entre deux mécanismes

Le terme de quasi-condensat a été initialement introduit par Popov [16], pour décrire
un gaz dont les fluctuations de densité sont considérablement réduites par rapport a
celles du gaz idéal, mais dans lequel persistent des fluctuations de phases qui prohibent
Iexistence d’une phase globale sur la totalité de l’extension du quasi-condensat. Ces
fluctuations de phases proviennent d’excitations thermiques résiduelles qui peuvent par
exemple étre sondées par spectroscopie de Bragg [145] ou plus récemment par interférence
entre deux quasi-condensats [146].

Dans ce paragraphe d’introduction nous rappellerons quels sont les différents méca-
nismes de formation du quasi-condensat. Dans la limite du régime unidimensionnel, et
pour un confinement harmonique, il peut y avoir compétition entre deux mécanismes
lors de la formation du (quasi)-condensat : les effets de taille finie qui, lorsque le nombre

d’atomes dépasse N, = %ln ( 2%?) [147], se traduisent par une accumulation ma-

croscopique dans l’état fondamental et dans un second cas par l'effet progressif des
interactions répulsives entre atomes qui réduisent les fluctuations de densité par rapport
au cas du gaz idéal. Cet effet se produit pour un nombre d’atomes qui peut étre évalué

kgT 2T
N., = 1 ) 6.1
o7 Bhw <m9%D> (6.1)

par la formule [35] :

Pour déterminer quel sera le type de "condensation”, il convient de comparer N, et N, :

— lorsque N., > N, nous attendons une condensation due aux effets de taille finie.
— au contraire, lorsque N., < N, ce sont les interactions entre atomes qui induisent
la formation du quasi-condensat.

Sur la figure nous avons tracé d’une part ’évolution de N; et N, en fonction
de la température du nuage a w, = 10 Hz et w; = 2.75 kHz fixées et d’autre part
I’évolution de N et N., en fonction de la fréquence d’oscillation longitudinale pour
deux températures différentes fuw | /kp avec la méme fréquence transverse. Nous voyons
que pour cette gamme de parametres, les effets de taille finie susceptibles d’apparaitre
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Fi1G. 6.1 — Comparaison entre les deux phénomenes possibles pour I’'obtention d’un quasi-
condensat : condensation due a des effets de taille finie et effet des interaction répulsives
produisant un quasi-condensat. Figure (a) : nombre d’atomes N, (courbe en trait plein)
et Nco. (cercles) en fonction de la température du nuage pour w, /(27) = 2750 kHz
w,/(2w) = 10 Hz. Figure (b) : nombre d’atomes N, (courbe en traits pleins) et Nc,.
(courbe en traits tiretés) en fonction de w, pour deux températures différentes : T' =
hw, /kp (les deux courbes inférieures) et T' = 2fw, /kp (les deux courbes supérieures).
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sont en fait masqués lorsque la fréquence d’oscillation est inférieure a 400 Hz pour T' =
hw /kp, par le role des interactions répulsives entre atomes. Il est ainsi tres difficile de
pouvoir observer la condensation en deux étapes prédite par Ketterle et Van Druten,
procédure qui nécessiterait des interactions entre atomes beaucoup plus faibles. Pour
atteindre ce type de régime, nous pouvons penser a réduire la longueur de diffusion a
avec des résonances de Feshbach [148]. Donnons un ordre de grandeur de la valeur de
a minimale pour observer ce type de phénomene. Pour un piege harmonique anisotrope
dont le rapport d’aspect est 400 et en prenant une fréquence d’oscillation transverse
w| = 2.7 kHz, il faudrait que la longueur de diffusion soit inférieure & amin = 3x 1072 nm
ce qui requiere des conditions sur la stabilité expérimentale des champs magnétiques tres
importantes et difficile a réaliser expérimentalement.

Dans I'expérience que nous allons décrire dans ce chapitre, le gaz n’est pas purement
unidimensionneﬂ Dans ces conditions, nous pourrions nous attendre a un phénomene
de condensation du aux effets de taille finie. Néanmoins nous allons montrer que cet effet
est masqué par la présence des interactions répulsives entre atomes c’est-a-dire que le
gaz rentre doucement dans le régime de quasi-condensat. En effet, a partir d’'un modele
Hartree-Fock a un fluide, nous allons montrer que le quasi-condensat présent au centre
du nuage est obtenu alors que la température du nuage est supérieure a la température
de condensation prédite dans 'approximation de champ moyen.

6.1.2 Théorie de champ moyen au dessus de T, : modele Hartree-Fock

Rappelons tout d’abord que 'hamiltonien d’interaction pour un gaz de Bose confiné
dans un potentiel de piégeage Vext s’écrit :

2
H = / dr U (r) [—;mV? + Vext.] @<r)+% / / drdr' Ut (0) U (02) Uiy (Jr — 2/ |) U (2*) U (1)
(6.2)
Il est difficile en pratique de résoudre ’hamiltonien H pour un nuage thermique ou
condensé car sa matrice densité a 1’équilibre thermodynamique ne possede pas d’écri-
ture simple. Une solution classique pour contourner ce probléme consiste a utiliser une
méthode variationnelle dans laquelle ’hamiltonien réel du systeme H est approximé par
un hamiltonien d’essai que nous savons résoudre. Pour décrire "au mieux” ’hamiltonien
réel, ’hamiltonien d’essai possede des parametres ajustables qui seront optimisés pour
d’une part minimiser ’énergie libre du systéeme décrit par Hesqai, €t d’autre part pour
que la matrice densité de Hogs; SOit la plus proche possible de celle de H.
Au dessus de la température critiqueEL le modele de Hartree-Fock consiste a approxi-
mer H par un hamiltonien & une particule de la forme (modele & un fluide) :

'La température du nuage est de 'ordre de quelques fiw, et le nombre d’atomes impliqués est environ
de 10* atomes.

2Le niveau fondamental du systéme ne joue pas de role particulier puisque sa population relative est
faible.
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2

Hessai = 2])7771 + Vext. + U(T) (6.3)

ou la fonction U(r) sera & déterminer par la méthode variationnelle.

Dans ce modele, le gaz réel est considéré comme un gaz idéal qui, en plus du potentiel
de piégeage appliqué Veyt., est soumis a un potentiel effectif U(r). Les interactions entre
particules sont alors simplement décrites par une fonction complexeﬂ (i.e. sous la forme
d’un champ moyen) qui doit étre d’une fagon ou d’une autre proportionnelle & la densité
atomique. La théorie de Hartree-Fock néglige donc completement toutes les corrélations
(en position ou impulsion) que les collisions binaires (ou d’ordre supérieur) entre par-
ticules peuvent introduire. A D’équilibre thermodynamique, 1’énergie libre du systéme
J = (U) =TS — pu(N) associée a I'hamiltonien réel H est par définition minimale et
I'inégalité suivante est toujours vérifiée [149] :

J < Jessai + <H - Hessai>essai (64)

ol Jegsai correspond a énergie libre associée a I'hamiltonien d’essai et (.)egsai repré-
sente la moyenne thermique qui est réalisée sur la matrice densité a 1’équilibre thermo-
dynamique de I’hamiltonien d’essai.

Pour obtenir I'expression de U(r) il suffit de minimiser la somme des deux termes
de droite de I’équation par rapport aux états propres et énergies propres de Hegsaj-
Nous ne ferons pas ici la démonstration qui peut par ailleurs étre trouvée sous différentes
formes [150,151], mais nous pouvons montrer que U(r) = 2gp(r). Il est cependant ins-
tructif de développer le terme (H — Heggai)essai POUur comprendre 'origine physique du
facteur 2 dans 'expression de U(r) :

(H — Hessai)essai = an ((k|Holk) — ex) + annk ((Gk|Uins|jk) + (jk|Uine|kj)) (6.5)
k j<k

ou |k), € sont respectivement les vecteurs propres et énergies propres de Heggai. Tk
représente quant a lui la population de I’état propre |k) obtenue a partir de I’expression
de la matrice densité.

Le calcul du terme d’interaction dans 1’équation fait apparaitre :

— un terme dit direct (terme de Hartree) :

UHartree‘ = Z<]k|U1nt‘]k>njnk (66)
i<k

— et un terme d’échange (terme de Fock) :

UFock. = Z(jk\Uim.|/€j)njnk (6.7)

i<k

3Nous verrons en fait qu’elle est uniquement réelle.



CHAP 6 - ROLE DES INTERACTIONS REPULSIVES ENTRE ATOMES SUR LA FORMATION D’UN
168 QUASI-CONDENSAT

Ce terme provient de la symétrisation des fonctions d’ondes pour des particules
indiscernables qui n’est pas transparent dans le formalisme de la seconde quantifi-
cation.

Dans le cas d’un potentiel de contact U(r) = gspd(r —1’), les deux termes précédents
sont égaux et s’ajoutent pour former, une fois la minimisation faite sur Fegsai + (H —
Hegsai)essai le terme 2gp(r) dans Pexpression de Uy, .

Ainsi dans 'approximation de Hartree-Fock, au-dessus de la température critique, il
suffit de déterminer les états propres et énergies propres de 'hamiltonien suivant pour
connaitre I’ensemble des propriétés du nuage atomique réel :

2

Hyr = 2197m + Vext + 2gp(r) (6.8)

Le comportement du gaz est donc analogue a celui d’'un gaz qui serait constitué
d’un ensemble de bosons indépendants soumis, en plus du confinement harmonique, &
un potentiel effectif égal & 2gp(r). Ainsi le critere de condensation, comme nous l’avons
vu dans le premier chapitre, s’obtient toujours a partir de la relation n)\gB = 2.612.
En d’autres termes la condensation se produit lorsque le potentiel chimique atteint la
valeur de I’énergie de I’état fondamental du systeme (voir figure qui correspond au
moment ou la population des états excités sature (i.e. on parle alors de saturation du
fluide thermique).

A nombre fixé d’atomes, lorsque nous diminuons la température du nuage, la popula-
tion des particules présentes dans les états excités sature, et les particules excédentaires
viennent s’accumuler dans I'état fondamental ou se forme le condensat. En dessous de
la température critique, le role particulier que joue le niveau fondamental (population
macroscopique) par rapport & l'ensemble des autres états accessibles doit étre pris en
compte. Pour cela, les modeles de champ moyen [131] utilisent alors une description &
deux fluides, I'un décrivant la partie thermique et ’autre la partie condensée du nuage
atomique, de densités atomiques respectives ny (r) et no(r). Notons que le second fluide
de la partie condensée est uniquement requis lorsque le fluide thermique sature. Nous
allons voir que, pour les données expérimentales présentées dans la suite de ce chapitre,
la théorie de Hartree-Fock ne prédit pas de saturation du fluide thermique et ne nécessite
donc pas 'utilisation de ce second fluide.

6.2 Détermination de I’équation d’état du gaz : résolution
numérique du modele de Hartree-Fock

Pour montrer que la théorie de Hartree-Fock ne prédit pas de saturation du fluide
thermique pour les nuages expérimentaux étudiés, nous comparerons le profil de densité
longitudinal du gaz mesuré expérimentalement avec celui que prédit la théorie de Hartree-
Fock pour les mémes valeurs de parametres expérimentaux (température et potentiel
chimique).
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(@) (b)
approche de champ moyen (potentiel 3D): pour un gaz homogéne quasi-unidimensionnel :
gaz de Bose ¢ condensat c
idéal w=0 HHF p=0 HHF
[
! ! p ‘ *L
CTOSSOVET N s ]
gaz de Bose données quasi-condensat
idéal

Fi1G. 6.2 — Cette figure illustre la différence de comportement d’apparition d’un quasi-
condensat entre un piege isotrope 3D (figure (a)) et un potentiel quasi-unidimensionnel
en forme de boite (figure (b)). Dans le premier cas, la condensation de Bose-Einstein
apparait lorsque le potentiel chimique du gaz atteint la valeur critique pp .. Dans le
second cas, par contre, aucune condensation n’est attendue et c’est I'effet progressif des
interactions répulsives entre atomes qui induit la formation du quasi-condensat ("cross-
over”).
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Approximation de densité locale :

Piege 3D : Piege 2D (direction transverse) : Piege harmonique longitudinal :

1 1
V(r,z):%moairz+%m(ozzzz+2gp(r,z) VL(r,Z):Emmir2+2gp(r) VZ(Z)ZEmwzzzz

avec
»7
r
profil de densité longitudinal équation d'état du gaz : potentiel local du gaz :
du gaz: |
n(z,T) — n(u(z),T) avec  u(z)=u,— Em(ozzz2

Fia. 6.3 — Méthode de calcul de I’équation d’état du gaz donnant la densité atomique
longitudinale (i.e. integrée dans le plan transverse du piege) : en utilisant 1’approxima-
tion de densité locale, I’équation d’état du gaz s’obtient en calculant a température et
potentiel chimique fixés la densité atomique longitudinale pour le potentiel de la figure
(b). Pour tenir compte de la présence du confinement longitudinal il suffit de remplacer

le potentiel chimique pp du gaz par le potentiel chimique local u(z) = pp — %mwng.

Pour ce faire, nous ferons I’hypothese d’approximation de densité locale EL ou les
propriétés du gaz peuvent étre décrites localement (équilibre local). Dans une tranche
située entre les abscisses z et z + dz, les caractéristiques du gaz peuvent étre déduites de
celles d'un gaz homogene en utilisant un potentiel chimique effectif y— (1/2)mw?2? pour
tenir compte du confinement longitudinal. Notamment, la densité atomique longitudinale
n(z) du gaz est identique a celle d’un gaz de Bose piégé transversalement et homogene
longitudinalement ny(u(z),T) ayant comme potentiel chimique le potentiel chimique
effectif p(2). np(u(2), T') représente donc I'équation d’état du gaz et sa seule connaissance
permet de déduire ’ensemble des propriétés du gazﬂ

Ainsi pour un systéme purement unidimensionnel, ’approximation de densité locale
permet de calculer la densité atomique du gaz par [30] :

nen = AiBgl/? {exp(— B — BVt — 2gmen(r))} (6.9)

oll g, est obtenue de maniére auto-consistante pour satisfaire ’équation[6.9] Malheu-
reusement nous ne pouvons pas utiliser cette expression puisque dans notre cas plusieurs

4Cette hypothése sera vérifiée a posteriori.

5Dans tout ce chapitre nous noterons les densités atomiques tridimensionnelles par la lettre grecque
p et les densités atomiques linéiques (intégrées dans les deux directions transverses du piege) par la lettre
n.



6.2 Détermination de I’équation d’état du gaz : résolution numérique du modele de
Hartree-Fock 171

modes transverses sont peuplés. Il n’est également pas possible d’appliquer son homo-
logue & trois dimensions py, = ﬁg?) s21exp(—Bu — BVext — 2gpwn(r))} puisque dans ce
cas, c’est I'approximation de densité locale dans la direction transverse qui n’est pas
vérifiée. Pour tenir compte correctement de la quantification du mouvement transverse,
il nous faut alors résoudre le probléeme suivant : trouver la densité atomique 3D p(r, 2)
d’un gaz de bosons piégés dans un potentiel qui est harmonique dans la direction trans-
verse et qui est invariant par translation dans la direction longitudinale. A ce potentiel,
il faut rajouter le potentiel dii au champ moyen 2gp(r) (voir figure [6.3)). En coordonnées
cylindriques (r,0,z) ’hamiltonien du systéeme Hy . s’écrit :

P2 h? 2 1 2,2
z
= ——Vi{+ -mwir +2 r 6.10
om  2m t 2+ 930 (r) ( )
ou —%Vi correspond a 'opérateur de ’énergie cinétique transverse.

La densité atomique se trouve de maniere auto-consistante en résolvant le probleme

aux valeurs propres H|¥) = ¢|¥) et en calculant la densité atomique associée.

Le découplage entre la partie transverse de ’hamiltonien et la partie longitudinale
nous permet d’écrire les fonctions d’onde solutions de I’hamiltonien Hygp. comme le
produit d’ondes planes dans la direction longitudinale et des fonctions d’ondes transverses
|W (1 n)) solutions de :

h2

1
%Vi + —mw? 2 + 2g3pp(r) (6.11)

2

L’invariance par rotation de I’hamiltonien transverse H| pr. autour de la direc-

H nyp =—

tion longitudinale permet d’écrire les vecteurs d’onde [W(, ,,)) sous la forme [¥ (| ) =

™| dn(r)).

Trouver les [¥( ) consiste donc & résoudre le probléme aux valeurs propres suivant :

—h? 1
<2TnVi + §mwir2 + 293Dp(7")> |\II(L,H)> = €n|\I[(L,n)> (612)

ce qui se réexprime en coordonnées cylindriques par :

B (0%, 100,
_(¢+¢>

H(| yp)om(r) =

2m \ Or? r Or

m? 1
+ 742¢>m(r)) + imwiﬂ +2g3pp(r)  (6.13)

en ayant utilisé le fait que :

#1010
or2  ror r?00?

La résolution de cet hamiltonien n’est malheureusement pas analytique de fagon

vZ= (6.14)

auto-consistante. Pour contourner ce probleme, plusieurs possibilités s’offrent a nous :
une résolution numérique itérative ou une résolution numérique par minimisation de
fonctions. Ces deux solutions seront détaillées dans les prochains paragraphes.
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F1G. 6.4 — Etude de la convergence de I'algorithme du calcul de la densité atomique dans
le cas sans interaction pour une température de 2.75fw, /kp en fonction du nombre de
points Nech. d’échantillonnage de la densité atomique dans le plan transverse : la figure
(a) montre I’évolution de I’énergie du mode fondamental en fonction de Neg,. alors que la
figure (b) montre I’évolution de 1’équation d’état n(u,T = 2.75hw, /kp) en fonction de
Neeh.- Pour la valeur Nee,, = 900 utilisée, la différence d’énergie entre la valeur théorique
hw) et la valeur calculée est inférieure a 0.01hw .
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densité atomique initiale p(r)=0
T, p fixés

v

Ecriture de I'hamiltonien ﬁnl_)“:
pour pM(r)

Calcul des états propres de Hg_“)_

v
(n+1),

Nouvelle densité atomique p (1)

v

Comparaison de p™ (r) et g™V (r)

¥

convergence ?

Energies propres et
Hensité atomique n;p, (1, T)

F1G. 6.5 — Diagramme donnant 1’algorithme de calcul de I"équation d’état nip (7, 1) dans
le cas de la méthode itérative. A température fixée, nous répétons l'algorithme en faisant
varier le potentiel chimique entre —10hw | et le potentiel chimique réel du nuage L.

6.2.1 Meéthode par itération

La méthode la plus intuitive et la plus facile pour résoudre 1’équation [6.13| consiste a
procéder itérativement. On commence par se donner un profil de densité initial p(¥) (r)
et on calcule la nouvelle densité atomique & partir de I’hamiltonien H®) = —%VQ +
%mw Lr +2gp\©) (r) puis on itére le processus jusqu’a convergence. Comme profil initial
de densité, il est intéressant de prendre p(® (r) = 0 puisqu’a la fin de la premiére étape,
I’expression de la densité atomique p(l)( ) correspond & celle du gaz idéal. Ensuite la

n'me étape se déduit de la (n — 1)*™€ étape par (voir figure

— le calcul de I'expression de I’hamiltonien a partir de la den51te p("_l)(r),

— la résolution du probleme aux valeurs propres et aux vecteurs propres Héln)F |¢(")> =

e |p(™) & partir de la méthode des éléments finis (voir I'annexe [E| pour la déri-
vation matricielle de Hpyy () v )
— la normalisation de tous les vecteurs propres : [[ ¢)* ()¢ (r)rdrdd = 1,

— le calcul de la densité atomique a 'ordre (n) a partir de la matrice densité par :

(n)( ) =

Nmax [/ Qmax aﬁ(u e(n))
)\dB

3 Z E"’<r>|2> . (6.15)

n=1
Nous tronquons les deux sommes a amax = 1000 et Nyax = 50 respectivement, en
nous assurant que la convergence des sommes est atteinte a mieux que le %.
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L’opération est répétée jusqu’a convergence de l’algorithmeﬁ Nous avons choisi comme
parametre de convergence la quantité £ définie par

) — plr)dr
Jo S rp(r)?dr

qui correspond a la moyenne relative des écarts entre les profils de deux itérations

¢ (6.16)

successives.

Numériquement, nous discrétisons le profil de densité transverse (et donc les fonctions
d’onde transverses) avec un nombre fini de points Ny, sur une distance de 2 pm a partir
du centre du piege. Nous avons vérifié, dans le cas du gaz idéal ou nous connaissons la
valeur de I'énergie de I’état fondamental (fuw ), que l'algorithme converge bien vers la
valeur théorique et avec une précision meilleure que 0.1% pour N, = 900 points (voir
figure . Pour les calculs faits dans la suite, nous prendrons Neg,. = 900 points.

Nous décrétons que 'algorithme a convergé lorsque £ < 3 x 1072, ce qui correspond
également a une erreur sur la détermination des énergies propres du piege de 'ordre
de 0.1% de w, (i.e. de 'ordre de I'unité en unités de w,). Pour avoir une visualisation
concrete de la convergence de I'algorithme, nous avons représenté sur la figure le
profil de densité transverse aprés convergence de I’algorithme (¢ < 3 x 107%) ainsi que le
profil de densité obtenu en résolvant Hyp avec ce profil de densité trouvé. Nous voyons
comme attendu un tres bon accord entre les deux profils de densité trouvés, une fois la
convergence atteinte.

Une fois que I'algorithme a convergé, nous intégrons la densité atomique trouvée p(r)
dans le plan transverse du nuage nip = [[ p(r)rdrdf pour obtenir la densité linéique
pour une température et un potentiel chimique donnés qui n’est rien d’autre que la va-
leur de np(p, T'). En réitérant le processus pour différentes valeurs de p, nous pouvons
ainsi connaitre I’équation d’état du gaz sur toute la gamme de potentiel chimique consi-
déré. Sur la figure nous avons représenté cette équation d’état pour quatre valeurs
différentes de température.

Cependant, nous avons constaté que cet algorithme ne converge pas lorsque le poten-
tiel chimique dépasse I’énergie du niveau fondamental (i.e. pour des densités linéiques
de l'ordre de 300 atomes par pixeﬂ). Dans ce cas, nous devons utiliser une méthode
alternative que nous allons développer dans le paragraphe suivant.

6.2.2 Meéthode par minimisation

Cette seconde méthode, plus cotiteuse en temps de calcul, consiste & supposer que le
profil de densité est correctement décrit par une fonction analytique avec des parametres

SCette méthode ne nécessite qu’une dizaine d’appels a la fonction de calcul du profil de densité
transverse du nuage atomique et permet d’obtenir en quelques heures la valeur de ny (T, u) pour une
trentaine de valeurs de p.

"Cette valeur est obtenue pour la température T = 2.3hw, /kp et w, /(27) = 2750 kHz correspond
aux valeurs du nuage atomique (b) de la figure
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F1Gg. 6.6 — Comparaison du profil de densité obtenus entre deux itérations successives
pour = 1.8Aw, et T = 2.67Thw, /kp apres convergence de I’algorithme.

600

densité atomique (en atomes.m™>)

x 10

20

avant itération

— — . apres itération

r (en pm)

500 |

400

300 |

200 -

100 -

densité atomique (atomes par pixel)

e T=23 ho, /k,
T=275ho, /k,
e T=330h0, /k,
— . T=57Thw, /k,

Fi1Gc. 6.7 — Evolution de ’équation d’état pour différentes températures de nuages. Les
courbes tracées correspondent aux températures mesurées sur les quatres nuages présen-

tés sur la figure [6.17}
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ajustables et a trouver la valeur de ces parametres de facon a minimiser la valeur de &.
Nous avons choisi pour approximer la densité atomique la fonction d’essai :

2

T 22

3
pessai(r) = Z CPHQP(T)e 0 (6'17)
p=0
ou Hay(r) désigne le polynome de Hermite d’ordre 2p et les parametres ¢, et ro sont les
variables d’ajustememﬂ Nous ne développons la densité atomique que sur les polynoémes
de Hermite pairs car le probleme étudié est invariant par rotation autour de ’axe du
piege.

Cette décomposition doit se révéler correcte pour les faibles densités atomiques
puisque 'on retrouve dans ce cas la forme du gaz idéal avec ¢ = 1, ¢; = 0, ca = 0,
c3 = 0. Nous verrons que ceci reste correct méme pour des densités atomiques élevées
(700 atomes par pixel), puisque & reste encore inférieur & 3 x 1072 et la densité atomique
intégré ng%) = [2rp™ (r)rdr est identique & n%ﬁl) a 0.05% . Ainsi la fonction d’essai
choisie est bien adaptée pour décrire la densité atomique.

L’ensemble de ce code a été implémenté sous Matlab et requiert un temps de calcul
de l'ordre de 5 heures pour une valeur de potentiel chimique. Ceci provient du fait que
la fonction de recherche du minimum de £ "fminsearch” fait appel & la fonction d’essai
Pessai () environ un millier de fois. Cette évaluation de fonction est relativement longue
puisqu’elle nécessite la diagonalisation de 25 matrices de 900 x 900 points pour le calcul
de la densité atomique soit environ 20 s. Pour limiter le temps de calcul d’une courbe
complete de I’équation d’état du gaz a une semaine, nous avons choisi d’échantillonner
le potentiel chimique avec trente points linéairement espacés entre —10hw | et sa valeur
prise au centre du nuage . Les valeurs intermédiaires de ny(u,T") sont alors trouvées
par interpolation linéaire.

Pour illustration nous avons reporté dans le tableau suivant les valeurs des parametres
de minimisations lorsque T' = 2.75hw, /kp et u = 1.8hw, :

polynome de Hermite ‘ facteur de pondération co)
Ho(r)=1 2.2361 x 10%
Ho(r) = 4r? — 2 1.7632 x 107
Hy(r) = 160 — 4872 + 12 9.8971 x 10~°
Hg(r) = 6475 — 480r* + 72072 — 120 4.4168 x 10718

Pour les parametres d’ajustement donnés dans le tableau précédent, nous trouvons
comme une valeur de 104 pour le parametre &. Ceci montre que notre modele & 5
parametres permet de reproduire le profil de densité transverse. De plus nous voyons que

8les polynémes de Hermite d’ordre n sont définis comme les solutions de I'équation différentielle
Yy’ — 2xy + 2ny = 0.
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Fia. 6.8 — Comparaison entre le potentiel harmonique transverse et le potentiel Hartree-
Fock vu par les atomes. La présence des interactions répulsives entre atomes a deux
effets : elles augmentent la valeur du fond du piege et réduit localement (i.e. au fond du
piege) le confinement.

la décomposition du profil de densité transverse est principalement faite sur le polynéme
Hy. Le profil de densité est donc majoritairement gaussien.

Pour ces mémes valeurs de parametres, nous avons également représenté sur la figure
lallure du potentiel effectif vu par les atomes Veyxt. + 2g3pp(r), et pour comparaison
le potentiel vu par les atomes dans le cas d’un gaz idéal. Nous constatons, comme nous
le mentionnions précédemment que les interactions répulsives entre atomes augmentent
I’énergie du fond du piege. Nous voyons également qu’au centre du piege le confinement
effectif est plus faible, faisant ainsi "gonfler” le profil de densité atomique transverse.

6.2.3 Comparaison des différentes méthodes

Dans la zone ol la méthode itérative converge, il est possible de comparer les deux
méthodes. La figure [6.9] présente les deux expressions de la densité d’état pour une
fréquence d’oscillation transverse w /(2m) = 2750 kHz et T' = 2.75hw /kp (voir noteED.
Sur toute la plage de convergence de la méthode itérative, nous voyons un tres bon
accord entre les deux méthodes (I’erreur commise est alors inférieure a 1 %). Nous avons
également ajouté l'expression de la densité d’état pour un gaz idéal (Cf. équation [6.15)).
Alors que nigeal (1) diverge lorsque p —0, les deux autres méthodes prédisent une valeur
finie pour ny,(p, T).

“nous avons choisi ces parameétres de calcul car ils correspondent & I'un des jeux de données expéri-
mentaux que nous avons étudié (profil (b) de la figure [6.17).
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F1G. 6.9 — Comparaison des deux méthodes de calcul de ’équation d’état du gaz pour
une température de 2.75/w | /kp : méthode par itération (cercles) et méthode par mi-
nimisation (courbe en trait tiretés). Dans la zone de convergence des deux méthodes,
Ierreur commise est inférieure & 5 x 107° sur la densité atomique ainsi que sur la valeur
de I’énergie du mode fondamental. En trait plein, nous avons ajouté 1’équation d’état
du gaz parfait a la méme température. A faible potentiel chimique,(i.e. lorsque effet
des interactions est négligeable) les trois courbes se superposent. La méthode itérative
diverge lorsque le potentiel chimique, pour les parametres utilisés, avoisine hw | . La mé-
thode par minimisation permet de tracer la courbe complete de ’équation d’état pour
tout potentiel chimique inférieur a pupgr.
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6.3 Séquence expérimentale

6.3.1 Préparation du nuage atomique

Les nuages atomiques présentés dans ce chapitre sont obtenus a partir d’une séquence
proche de celle utilisée au chapitre précédent. Le chronogramme de la séquence est pré-
senté sur la figure A partir d’un nuage froid (T=1.5uK= 11hw, /kp) piégé dans le
piege en Z (Iz1=3 A, |B|=35 G, #=14°, B, = 1 G) et en présence d’un couteau radio-
fréquence constant (vpp=1.5 MHz), nous comprimons le piege en 200 ms, en réduisant
d'une part la valeur du champ magnétique longitudinal BY & 0.5 G et d’autre part en
augmentant le champ homogene |By| a 40 G. Le courant dans le fil Z; est maintenu
constant a 3 A alors qu’aucun courant ne circule dans le fil Zs de sorte que le piege
reste relativement comprimé dans la direction longitudinale. Les propriétés de ce piege
ont été mesurées, comme précédemment, par excitation du mode dipolaire transverse et
longitudinal du nuage. Nous obtenons alors les deux fréquences d’oscillation suivantes :
w, /(2m) =2.75 kHz et w,/(27) = 15.7 Hz.

Une fois cette compression réalisée, nous finissons la séquence d’évaporation pour
atteindre I’équilibre thermodynamique du nuage. Celle-ci se décompose en deux rampes
lindaires de fréquence de durée égales (300 ms chacune) (voir figure [6.10]). Pour modifier
la température finale du nuage, nous ne modifions que la valeur de la fréquence RF finale
. La fréquence finale de la RF va de 0.7 MHz pour les nuages les plus chauds (5.5 /kB)
a 0.512 MHz pour les nuages les plus froids (2.3hw, /kp). Nous prenons ensuite une image
in-situ du nuage (1 ms avant la coupure du piege). Cette mesure in-situ a Uintérét de
s’affranchir des effets dus au temps de vol : modification du profil de densité en position
en profil de densité en impulsiorF_U], effet des interactions durant le temps de vol.

6.3.2 Mesures du profil de densité in-situ

Pour ne pas étre confrontés au probleme du chapitre précédent concernant la dé-
termination de la densité atomique (densité optique forte), nous avons choisi d’utiliser
un faisceau sonde décalé par rapport a la fréquence de transition de la résonance entre
les niveaux |F' = 2,mp = +2)—|F’ = 3,mp = +3) pour réduire la section efficace
d’absorption effective. Pour un systeme a deux niveaux, celle-ci s’écrit :

a0

o(8) = —20
Q 14+4%

(6.18)
ou I' est la largeur de raie naturelle de I'état |F' = 3, mp = +3). Dans notre cas, cette
expression n’est pas tout a fait correcte puisque, du fait de la présence d’un champ
magnétique non homogene, les atomes sont rapidement dépompés vers les autres sous-
niveaux Zeeman (|[F' = 2,mp = —=2), |F = 2,mp = —1), |F = 2,mp = 0), |F =

104 pparition de fluctuations de densité & cause de fluctuations de phase présentes dans le piege initial,
voir figure [2.2| du chapitre [2| ainsi que [31].
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F1G. 6.10 — Chronogramme de la séquence expérimentale pour la production du quasi-
condensat. Sur la figure (a) est représentée I’évolution de la fréquence du couteau radio-
fréquence. En modifiant la valeur finale de la fréquence radio-fréquence nous pouvons
faire varier la température du nuage. Comme dans le chapitre précédent I'imagerie est
faite in situ 1 ms avant la coupure du piege.
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F1G. 6.11 — Figure (a) : évolution de la largeur rms du nuage (ajustement par une fonc-
tion gaussienne) en fonction du décalage § du faisceau sonde par rapport au maximum
d’absorption du nuage. Figure (b) : évolution de la section efficace d’absorption effective
du nuage en fonction de §. Les mesures présentées dans la suite du manuscrit sont faites
ad=9 MHz.
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Fia. 6.12 — Evolution du profil de densité du nuage atomique mesuré en fonction du
désaccord du faisceau sonde. Pour 6=9 MHz, la forme du profil de densité est identique
a son véritable profil & mieux que 5% (les profils de densité obtenus ont été moyennés
sur 20 réalisations expérimentales et correspondent & une température de 1.2 hw, /kp).
Taille du pixel 6 ym.

2,mp =1), |F =2, mp = 2)) qui ne voient ni le méme décalage Zeeman et ni les mémes
coefficients de Clebsch-Gordan, ce qui a pour conséquence d’augmenter la largeur de la
courbe de résonance par rapport au cas simple d’un systeme a deux niveaux. Il est alors
nécessaire de décaler encore plus la fréquence du faisceau sonde pour obtenir une densité
optique faible.

Afin de déterminer la valeur minimale de J et ainsi mesurer correctement la densité
atomique, nous avons regardé la largeur rms du nuage (ajustement par une fonction
gaussienne) et nous avons déterminé a partir de quelle valeur de § celle-ci converge
(voir figure . Pour un désaccord de 9 MHz, la largeur rms du nuage a relativement
bien convergée tout en nous permettant de conserver un bon rapport signal sur bruit (un
moyennage d’une trentaine d’images sera cependant nécessaire pour obtenir un joli profil
de densité). A partir de ces mesures, il est également possible de déterminer la section
efficace d’absorption effective du nuage en fonction du désaccord (voir figure [6.11]). Pour
0 =9 MHz, la section efficace d’absorption effective est égale a 0.24.

Nous avons également vérifié que, pour des valeurs de désaccords plus importante,
les profils de densité, normalisés au méme nombre d’atomes, sont identiques entre eux a
mieux que 5% pres (écart quadratique moyen, voir figure E

Cependant lorsque le nuage est éclairé par un faisceau laser qui n’est pas a résonance
avec une transition atomique, celui-ci induit en plus de son absorption une lame d’indice

HPour cette valeur de § la densité optique au centre du nuage est de 0.25.
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sur le faisceau d’imagerie. Cette lame d’indice va faire plus ou moins diffracter le faisceau
en fonction de la densité atomique et risque d’étre arrétée par la pupille d’entrée du
systeme optique. Cet effet ne serait pas génant s’il se produisait de fagon homogene
sur toute la longueur du nuage atomique puisqu’il serait dans ce cas compensé par la
calibration de la section efficace d’absorption effective. Pour un profil de densité atomique
transverse dépendant de la coordonnée z ce n’est plus le cas et cela risque de modifier
I’absorption du faisceau sonde détectée sur la caméra. Nous nous proposons dans le
paragraphe suivant d’estimer cet effet.

effet de diffraction du nuage atomique :

Nous modéliserons le nuage par une simple lame de phase mince (le faisceau sonde
n’ayant pas le temps de diffracter lors de sa propagation au travers du nuage (~ 1.5 pym).
L’épaisseur optique du nuage est obtenue en intégrant le déphasage accumulé sur ’en-

2

Yy
semble du nuage soit [0 An(y)dy = [*_An(0)e W dy = 2myoAng,olt yo est la
largeur rms du nuage atomique et Ang est la variation de l'indice de refraction optique
induit par le nuage en son centre.
Cet indice effectif peut étre estimé par la formule donnée pour un systéme a deux

niveau)ﬁ [152] :

oon3pA 0
n=1— ——"— 6.19
dr 1+ 52 (6.19)
oud = (wlf/‘;o) est le décalage en fréquence par rapport a la résonance en unités de

I'/2 et ngp est la densité atomique au centre du nuage.
Sur la figure nous avons tracé I’évolution de la partie réelle et de la partie
imaginaire de l'indice de réfraction optique données par la formule en fonction

du parametre § pour une densité atomique nsp = 10atomes.m3

(correspondant au
nuage obtenu expérimentalement. Pour un désaccord 6 = 9 MHz, Ang est de 0.1, ce qui
correspond & une épaisseur optique additionnelle de v/2w29Ang = 0.3\ lorsque la largeur
rms du nuage vaut yo = 1 pm).

A partir de ces données, nous pouvons calculer I'expression du champ électrique du
faisceau sonde au niveau de la pupille d’entrée de notre systeme optique, 7.e. au niveau
du hublot de 'enceinte & vide (voir figure pour les notations). Celui-ci s’exprime en

appliquant le principe d’Huygens-Fresnel. Dans ’approximation paraxiale il s’écrit :

) Lo 2242 - xa’ 422
E(, ) = )\Zd/ Eoe 1A VA AN(,2) g im G o2 BSEE o (6.20)
plan

soit encore en utilisant les notations usuelles concernant les transformées de Fourier [ :

1 . . . . .
2Bien qu’en toute rigueur fausse, cette formule nous permet d’estimer un ordre de grandeur de 'indice
optique produit par le nuage lorsqu’il est éclairé par une onde hors de résonance.

"“La transformée de Fourier de f est définie par f(v,n) = TF{f(z, )}y =
ff f(m,y)efz"(r”*y")dxdy.



CHAP 6 - ROLE DES INTERACTIONS REPULSIVES ENTRE ATOMES SUR LA FORMATION D’UN
184 QUASI-CONDENSAT

(b)

I
N

e N < o
W » n o
.

partie réelle de l'indice -1
o
o

partie imaginaire de l'indice

e
=

15 -10 -3 g 510 15 % 10 5 o 5 10 15
R

Fia. 6.13 — Parties réelle et imaginaire de I'indice de réfraction du nuage atomique pour
une densité au centre de 101?m =3, évaluées & partir de ’équation

5($/’ Z/) _ %77_- {eia"mzoAn(x,z)emzzidzz o (6.21)
Ad’ Ad
et l'intensité optique s’obtient en prenant le modulé carré de I'expression [6.21] :
2 2
I, y) = 5058‘2 TF {e—ia’f\/ﬁzOAn(x)e—mﬁ} TF {e—iﬂ’f\/ﬂzoAn(y)e—mg‘Z}
(Ad) {5} {4}
(6.22)

Comme la variation spatiale de l'indice de réfraction est plus importante dans la
direction transverse du nuage (axe x) que dans la direction longitudinale du piege (axe
z), nous ne ferons qu’un calcul unidimensionnel de la figure de diffraction dans la plan
transverse.

Sur la figure [6.14] nous avons représenté la quantité de lumiere diffractée qui n’est pas
recueillie par le systéme optique. Nous voyons que 'ouverture finie du systéme optique
ne modifie pas (& mieux que 5%) la mesure du nombre d’atomes par pixel et permet donc
de s’affranchir des effets de densité optique forte lorsque nous imageons a résonance.

mesures du profil de densité atomique :

Apres avoir moyenné 30 images expérimentales, nous calculons le profil de densité
longitudinal en intégrant dans la direction transverse la contribution de 5 pixels comme
au chapitre précédent. Sur la figure [6.17] nous avons tracé le profil de densité longitu-
dinale pour des nuages a différentes températures a 1’équilibre thermodynamique (i.e.
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Fi1a. 6.14 — Effet de I'indice optique sur la mesure d’absorption du nuage atomique sur la
caméra CCD. Figure (a) : une onde de profil d’intensité gaussien (largeur rms ) diffracte
sur une distance d avant d’étre interceptée par la pupille d’entrée du systeme optique.
L’indice optique du nuage est modélisé par un terme de phase également gaussien dont
I’amplitude au centre du nuage est égal & A¢ = %@roAn ou An a été évalué avec
I’équation [6.19|et est constant pour toutes les courbes tracées. Le rapport entre I'intensité
diffractée non-collectée par la pupille d’entrée du systeme optique et l'intensité totale
diffractée est représenté sur la figure (b) pour les parametres suivants : d = 35 mm et un
diametre de pupille d’entrée de 40 mm. Pour g = 1um et An = 0.1 l'intensité optique
perdue est inférieure & 5% ce qui ne modifie pratiquement pas I’absorption détectée sur
la caméra CCD.
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obtenues a partir de valeurs différentes de couteau radio-fréquence). Sur cette figure,
nous avons également ajouté la courbe donnant le profil de densité attendu dans la
limite quasi-condensat. Celui-ci est obtenu a partir des deux équations suivantes : équa-
tion d’état d’un quasi-condensat dans la direction longitudinale [153] et par 1’équation
donnant ’expression du potentiel chimique local

{410t
pu(z) = hwy\/1+4nip(2)a

Il faut pour cela tenir compte de la convolution du profil théorique par la réponse du
systéeme d’imagerie (gaussienne de largeur rms 10 pm). Nous observons un bon accord
au centre du nuage pour les deux nuages les plus froids (voir figure courbe en traits
tiretés courts), ce qui nous indique que le gaz se trouve dans le régime de quasi-condensat.
Ce fait a été confirmé par la mesure de la forte réduction des fluctuations de densité par
rapport au cas du gaz idéal au chapitre précédent.

Dans la suite de ce chapitre, nous nous attacherons a démontrer que ’apparition
de ce quasi-condensat au centre du nuage atomique qu’au centre du piege n’est pas
di, contrairement au cas d’un piege tridimensionnel a une saturation des états excités
(voir chapitre 1) mais simplement par l'effet progressif des interactions répulsives entre
atomes.

6.3.3 Extraction de la température et du potentiel chimique

Traditionnellement, la mesure de la température d’un nuage atomique s’obtient en
regardant la distribution en vitesses apres temps de vol et le potentiel chimique est calculé
en mesurant le nombre d’atomes total contenu dans le nuage a partir de la distribution
de Bose. Comme nos profils de densité sont pris in situ, et pour ne pas étre influencé
par les problemes expérimentaux de coupure, nous avons choisi de calibrer le potentiel
chimique p et la température T' différemment, directement a partir du profil de densité
1n-Situ.

Pour cela, nous ajustons, par la méthode des moindres carrés, le profil de densité a
partir du profil du gaz de Bose idéal en modifiant les valeurs de T' et u. Cette approche
n’est évidemment valable que dans le cas ol les interactions entre atomes sont négli-
geables et fausse pour un quasi-condensat. Cependant, sur les ailes de la distribution du
nuage atomique ou la densité atomique est faible, cette approche reste valable. Ainsi,
nous ferons 'ajustement uniquement sur les ailes de la distribution avec la formule

1 X eflu—e) 1

n1D(Z) = E \/& (1 _ e—aﬁh/.ul)Q'

(6.23)

a=1

Pour ce faire, nous excluons un nombre variable de pixels Nex. de part et d’autre du
centre du nuage atomique (voir figure|6.15|) et nous regardons a partir de quelle valeur de
Ny, la procédure fournit une valeur constante de température et de potentiel chimique.
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F1a. 6.15 — Figure (a) : Méthode utilisée pour la détermination de la température et
du potentiel chimique du nuage. Nous excluons une zone variable contenant 2Ngy +1
points a partir du centre du nuage (zone grisée) avant d’exécuter I’ajustement des ailes
de la distribution par une distribution de Bose idéale. Figure (b) : & température fixée,
nous mesurons le potentiel chimique en fonction de la zone d’exclusion. Les valeurs
de T et p sont obtenues lorsque (ag—‘c‘x) = 0 dans la zone Ngy. > 10. Nous trouvons
alors T' = 2.75hw | /kp et p = 1.65hw | . La fleche g1 représente la valeur du potentiel
chimique trouvé a partir de la densité pic au centre du nuage.
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Pour le nuage le plus chaud (profil (d) de la figure [6.17), (I' = 5.5hw/kg), le profil
de densité est correctement décrit par le profil d'un gaz idéal sur toute son extension
spatiale. Par contre pour les nuages plus froids, ceci n’est plus valable. Pour déterminer
T et p nous avons suivi la méthode suivante.

Au lieu de faire un ajustement a deux parametres (7',1), qui peut en général aboutir
sur un minimum local de la fonction & deux parametres & minimiser (x? ( voir notdEI)),
nous avons choisi d’ajuster le profil de densité en laissant simplement le potentiel chi-
mique comme variable d’ajustement (la température étant fixée de maniere arbitrair@.
Nous avons tracé sur la figure la courbe p(Nex.) donnant ’évolution du potentiel
chimique en fonction de la zone d’exclusion dans le cas des données du profil (b) de la
figure Nous voyons que i Ney.) est une fonction croissante de Ny jusqu’a Nex ~ 9.
Nous utilisons alors pour ’ajustement une partie importante du nuage qui se trouve dans
le régime de quasi-condensat. Pour des valeurs plus importantes de Ngy , ’évolution du
potentiel chimique devient linéaire en fonction de Ngy . Suivant la valeur que nous avons
fixée pour la température, 1 continue de croitre ou au contraire décroit. La pente relative
de p en fonction de Ney. traduit le fait qu’il faut imposer un potentiel chimique variable
(dépendant de Ny ) pour compenser une mauvaise valeur du choix de la température.
Ainsi, la température réelle du nuage est donnée lorsque p devient indépendant de Ney.

( 8](?,‘: = 0). Cette méthode nous permet d’accéder a une estimation de l'incertitude

concernant la détermination de la températurelﬂ

A température donnée, la dispersion des points p(Nex.) autour du comportement
linéaire attendu est due principalement a la présence d’un potentiel rugueux dans le piege
magnétique et ne correspond pas a un "bruit” de mesure di a un mauvais moyennage
des profils de densité. Comme nous I’avons vu au chapitre [ la déformation des lignes
de courants a l'intérieur du fil en Z produit une rugosité de potentiel. Cependant cette
rugosité est faible puisque le nuage se trouve a une distance relativement grande (150 pm)
des fils de piégeage. Ce fait est confirmé par la faible déviation des points expérimentaux
par rapport a un profil théorique comme nous pouvons en juger sur les 4 profils de la
figure Nous pensons donc que la rugosité di au potentiel magnétique ne modifie
pas les conclusions de ce chapitre.

L’une des conséquences de cette rugosité est d’accroitre I'incertitude de 5% sur la
détermination de T et u (ajustement linéaire de la courbe p(Nex.) pour 10 < Nex < 18).
Cependant, 'incertitude principale de la détermination de T" et p provient de I'incertitude

N (yi*y(zibTvMp-))Q

La définition de la fonction x? est donnée par x* = "% | g

, out (z4,y;) sont les couples

de points expérimentaux, y(x;, T, u,..) la fonction analytique de fit. 1Chacun des termes de la formule
est pondéré par les barres d’erreurs relatives & chacun des points de mesures (écart-types) que nous
prendrons constantes.

15Ta détermination de T sera expliquée dans la suite de la procédure.

Notons qu’il est également possible d’effectuer la méme opération en inversant les roles de T et de
u, c’est-a~dire en fixant la valeur du potentiel chimique et en déterminant la valeur de la température a
partir de la formule en fonction de Nex.. Dans les deux cas, nous trouvons des résultats similaires.
Pour le profil (b) de la figure nous trouvons p = 1.7hw, et T = 2.66hw, /kB.
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de mesure de la section d’absorption effective oo (20%). Pour estimer leffet d’une
mauvaise détermination de g.g nous avons recalculé la valeur de T et p pour cette
nouvelle valeur de section efficace. Notons que si la valeur de o5 est fausse, elle est
forcément plus petite que la valeur mesurée puisque nous ne pouvons que sous-estimer le
nombre d’atomes détectés apres temps de vol. En prenant une valeur de o = 0.2 et dans
le cas du profil (b) de la figure nous trouvons un potentiel chimique de p = 1.9Aw
et une température T = 2.8hw, /kp. Nous pouvons alors estimer l'incertitude sur la
détermination du potentiel chimique & 0.2 Aiw; et de 0.05/w /kp pour la température.

Une seconde méthode pour obtenir la valeur du potentiel chimique consiste a utiliser
la valeur de la densité atomique pic au centre du nuage atomique en supposant que le
gaz est profondément dans le régime de quasi-condensat et & appliquer la formule y =
hwy/1 + 4na. Ainsi pour les données du graphe (b), nous obtenons p = (1.8 £ 0.2)hw
ce qui est en accord avec la valeur obtenue par ’ajustement des ailes de la distribution.
Dans toute la suite, nous nous consacrerons uniquement a I’étude du profil de densité
longitudinal (b) pour démontrer que la formation du quasi-condensat n’est pas due
a une saturation des états excités comme dans le cas tridimensionnel. Nous ne prendrons
ainsi pas en compte le profil (a) de la figure dont les ailes thermiques sont trop
petites pour déterminer avec une précision suffisante la température du nuage.

6.4 Résultats

6.4.1 Vérification de approximation de densité locale

Afin de pouvoir valider les calculs Hartree-Fock faits précédemment nous allons vé-
rifier, a posteriori, que I'approximation de densité locale est correcte, i.e. qu’elle décrit
correctement les profils de densité longitudinaux de la figure Nous la vérifierons
explicitement dans le cas du profil (b).

Cette approximation est valable lorsqu’un nombre important d’états longitudinaux
est peuplé et que les nombres d’atomes peuplant deux états d’énergie successifs sont
quasiment identiques. Cette condition est obtenue lorsque la valeur du potentiel chimique
effectif, défini par peg = |po — €o| (différence d’énergie entre le potentiel chimique réel du
gaz o et Iénergie du niveau fondamental €y) de ’hamiltonien Hyp est grande devant
I’écart en énergie du niveau fondamental au premier niveau excité AFE.

Pour les données expérimentales du profil (b) de la figure nous avons représenté
sur la figure[6.16], ’évolution de peg en fonction du potentiel chimique. Nous voyons que la
croissance de peg lorsque g augmente n’est pas linéaire et ne tend qu’asymptotiquement
vers 0. Ceci s’interprete de la fagon suivante : lorsque pg croit, nous augmentons le nombre
d’atomes contenus dans le piege, ce qui a pour effet de décaler également en énergie le
niveau fondamental du piege.

Pour la température des données du graphe (b) de la figure tant que pog < 2hw ,
et/ AFE reste supérieur & 15. Pour le potentiel chimique mesuré py = 1.65/w , le ratio
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10

Heff/AE

Fi1G. 6.16 — Evolution du rapport entre le potentiel chimique effectif peg et ’écart
en énergie AFE entre I’état fondamental et le premier état excité, en fonction potentiel
chimique réel du gaz po pour la méme température que le profil (b) de la figure
Les lignes en pointillé correspondent au potentiel chimique mesuré. Pour cette valeur de
o, le ratio pesr/AE est encore de -28 et permet d’affirmer que 1’état fondamental du
systeme n’est pas macroscopiquement peuplé.

pet/AE est alors voisin de 25. Pour cette valeur importante de |peg/AE|, nous nous
attendons a ce que ’approximation de densité locale soit valable.

Pour étre plus quantitatifs sur I'erreur que nous commettons concernant ’évaluation
du profil de densité longitudinal par I’approximation de densité locale, nous avons com-
paré ce profil avec le profil calculé en résolvant I’équation de Schrodinger longitudinale.

Comme 88722 < Vﬁ_w 1, les modes propres longitudinaux du piege sont alors obtenus
en résolvant pour tous les modes propres transverses I’hamiltonien longitudinal effectif :

201 1
H,, = 2]?72 + §mw§z2 + Vo (2) avec Vo(2) = En(po — §mw§z2,T) (6.24)
m

ou E, correspond & I’énergie du ni®me état de ’hamiltonien transverse Hyp.
11 suffit ensuite de peupler thermiquement chacun des modes propres trouvés ng(f )pour

calculer le profil de densité longitudinal :

o0

n(z) = 3 o) g0 )2 (6.25)

n,i
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F1G. 6.17 — Profils de densité longitudinaux in-situ mesurés pour différentes températures
(cercles). En tirets longs : profils du gaz de Bose idéal pour la méme température T et
le potentiel chimique p obtenus a partir d’'un ajustement des ailes du profil de densité.
En traits pleins : profils obtenus dans 'approximation de Hartree-Fock pour les mémes
parametres T', . En tirets courts : profils obtenus dans le régime de quasi-condensat
avec la méme densité pic que les données expérimentales. Lignes horizontales en traits
pleins : valeur de la densité au "cross-over” estimé par un calcul utilisant la théorie de

Bogoliubov (voir §6.4.3)).

Nous trouvons alors un écart maximal au centre de la distribution de 5% ce qui nous
permet de valider le calcul du profil Hartree-Fock obtenu précédemment. De la méme
maniére, nous avons également appliqué cette procédure au cas des graphes (c) et (d) et
montré que I'erreur commise sur le profil obtenu a partir de I’approximation de densité
locale est inférieure & 5%.

6.4.2 Observation de la présence d’un quasi-condensat pour T > TF

Dans ce paragraphe, nous nous proposons de comparer les résultats des calculs
Hartree-Fock précédents avec les données expérimentales obtenues.
Sur la figure [6.17] nous avons représenté les profil de densité atomique longitudinale
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pour quatre températures différentes (a),(b),(c) et (d). Nous avons ajouté a ces données
expérimentales les profils de densité obtenus d’une part a partir des calculs Hartree-
Fock précédents (lignes continues) ainsi que les profils de densité obtenus dans le cas
du gaz idéal (lignes tiretées). Pour le nuage (d), le profil HF est en trés bonne accord
(mieux que 1 %) avec d’une part les données expérimentales et d’autre part avec le
profil de densité obtenu pour un gaz idéal. Sur des données plus froides (profil (¢) ou
T = 3.3hw, /kg), le profil de Hartree-Fock ne diverge pas comme celui du gaz idéal (qui
prédit donc une saturation des états excités), mais sous-estime la densité pic par pres de
25%. En effet, le potentiel chimique du gaz u = 1.65hw, est alors supérieur & 1’énergie
du niveau fondamental du piege pour le gaz idéal mais reste inférieur a celui calculé dans
le modele de Hartree-Fock. La théorie de Hartree-Fock corrige partiellement ce probleme
en augmentant I’énergie du niveau fondamental avec le terme 2¢g3pp. Cependant, dans ce
cas, la théorie de champ moyen sous-estime la valeur de la densité atomique par pres de
25% au centre du nuage. Pour un nuage atomique encore plus froid (7' = 2.75hw, /kp),
le désaccord entre le profil Hartree-Fock et les données expérimentales est encore plus
important (environ 35%). Il est & noter que pour tous les nuages présentés sur la figure
le fluide thermique n’est pas saturé comme nous allons le montrer dans la suite et
que la présence du second fluide n’est pas requise.

Cependant, comme nous le mentionnions au paragraphe le centre du nuage
atomique, pour le profil (b) se trouve clairement dans le régime de quasi-condensat. Donc
le calcul Hartree-Fock précédent ne prédit pas de saturation des états excités. Il n’est
alors pas nécessaire d’introduire un second fluide pour tenir compte d’une éventuelle
fraction condensée. Plus précisement, le calcul HF montre que la population présente
EfETO = 3.5 1073 Nyt et ne constitue pas une proportion
macroscopique du nuage. Ainsi le modele de Hartree-Fock ne permet pas de prédire la
présence du quasi-condensat au centre du nuage et est donc incapable d’expliquer les

données expérimentales observées.

dans 1’état fondamental est Ny =

Pourquoi ce modele de Hartree-Fock ne décrit-il pas correctement les propriétés du
nuage atomique dans cette situation expérimentale ? Contrairement aux expériences pré-
cédemment réalisées [15], le nombre d’atomes présents dans le pieége est environ 10 fois
moins important et dans le méme temps la fréquence transverse du piege est accrue d’un
facteur environ 4.5. Ceci a pour conséquence de décaler la température de condensation
qui était dans les expériences précédentes autour de 10hw | /kp vers 3hw, /kp rendant
plus visible la défaillance du modele de Hartree-Fock.

Or, nous savons qu'un gaz de Bose unidimensionnel et homogene (piégé dans une
boite par exemple) ne peut pas condenser puisqu’il n’est pas possible de saturer ses
états excités. Dans ce cas, la théorie de Hartree-Fock ne nécessite que 1'utilisation d’un
seul fluide thermique. Ce fluide thermique étant correctement décrit par un ensemble
de bosons indépendants, la fonction de corrélation du second ordre est égale & 2 pour
toute valeur de densité. Or nous savons que dans le régime des interactions faibles, les
interactions répulsives entre atomes réduisent les fluctuations de densité produites dans
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le gaz de sorte que ce dernier entre dans le régime de quasi-condensat ot g2 (0) ~ 1
[154-156]. La théorie de Hartree-Fock a un fluide ne permet donc pas de rendre compte
du passage entre ces deux régimes ("cross-over”). De la méme maniére, ce résultat reste
valable pour un nuage unidimensionnel piégé dans un potentiel harmonique a la limite
thermodynamique. Aucune saturation des états excités n’est possible pour un gaz idéal
[13] et le gaz entre doucement dans le régime de quasi-condensat lorsque la densité
atomique pic augmente [36,128].

6.4.3 Estimation de la densité atomique au ”cross-over”

Comment estimer a partir de quelle densité atomique se produit le "cross-over”?
Pour répondre a cette question, il faut se rappeler de la définition du quasi-condensat :
un quasi-condensat est caractérisé par une réduction importante de ses fluctuations de
densité comparées a celles d’un gaz idéal. En se placant dans la limite du quasi-condensat,
ou les excitations élémentaires sont solutions des équations couplées de Bogoliubov (Cf.
équation [5.48)), il suffit de calculer les fluctuations de densité associées & la population
thermique des excitations et de déterminer la frontiere entre le régime de quasi-condensat
e§6l§(r)e;gime de gaz idéal en disant que les fluctuations de densité doivent étre petites
o

oo < 1), et de trouver a posteriori ce domaine de validité.

Dans le cas purement unidimensionnel, I’expression de la densité atomique au ”cross-

over” g'écrit [35] :
mk%T2 3
nT,1D = ( g0 ) (6.26)

En faisant l’application numérique nous trouvons, dans le cas du nuage (b) de la
figure que n1p = 156 atomes.pixel~!. Nous voyons alors que l’équation sous-
estime de maniere importante la valeur de la densité atomique au centre du nuage pour
atteindre le régime de quasi-condensat. En effet, nous constatons pour des valeurs de
densité atomique nip supérieure a la valeur trouvée nt 1p, qu'une partie non négligeable
du gaz n’est clairement pas dans le régime de quasi-condensat ou le profil de densité doit
ressembler & une parabole inversée. Ceci est dii d’une part au fait que notre nuage n’est
pas purement 1D et que les excitations sont encore 3D.

Il faut donc prendre en compte le critere 3D des excitations. Pour avoir une meilleure
estimation de la densité atomique au “cross-over”, nous avons effectué le calcul sui-
vant. En supposant que le gaz se trouve dans le régime de quasi-condensat, nous avons
déterminé son spectre d’excitations élémentaires dans le potentiel de piégeage utilisé
(wy/(2m) = 2750 kHz et w,/(2m) = 15.7 Hz) avec la théorie de Bogoliubov. Apres
avoir peuplé thermiquement chacune de ces modes, nous avons calculé les fluctuations
de densité associées. La densité n.,. a laquelle se produit le ”cross-over” est alors trouvée
en imposant que les fluctuations de densité soit faibles devant la valeur moyenne de la
densité (p(r)) (voir notd'")). Celle-ci s’obtient alors & partir de I’équation suivante :

(002(r)) _
2 = 1

17Le critere que nous avons pris est
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mo= [ / N f”(ﬁgﬂﬂ () d2r (6.27)
= L

Nous avons indiqué sur la figure la valeur de nT par une ligne horizontale. Nous
trouvons que nr est proche de la densité atomique pour laquelle les profils de densité
expérimentaux sont en accord avec ceux du régime du quasi-condensat.

6.5 Conclusion

En conclusion, nous avons tiré profit de la géométrie de piégeage tres anisotrope
que les puces atomiques peuvent produire (w, /(27) =2.75 kHz, w,/(27) = 15.7 Hz)
pour atteindre une situation expérimentale, ou bien que nous observions la présence
d’un quasi-condensat au centre du nuage, une théorie de type champ moyen (Hartree-
Fock) ne permet pas d’expliquer sa présence. Bien que le gaz ne soit pas purement
unidimensionnel, nous avons montré que son comportement est voisin d’un systeme 1D
dans lequel I'apparition du quasi-condensat au centre du nuage est da a l'effet progressif
des interactions répulsives entre atomes ("cross-over”).

Pour faire cette observation expérimentale, nous avons comparé le profil de den-
sité longitudinal mesuré expérimentalement avec le profil de densité obtenu a partir de
I’équation d’état vérifiée par un gaz de bosons indépendants soumis a un champ moyen
en 2gp(r). Nous avons ainsi calculé 1’équation d’état du gaz nip(T, 1) en résolvant de
maniere auto-consistante ’hamiltonien Hartree-Fock. Nous avons, en particulier, pris
en considération la quantification du mouvement transverse pour prendre en compte le
caractere encore 3D du gaz.

L’utilisation du champ moyen ne permet pas de rendre compte de nos observations ex-
périmentales puisque cette théorie ne prend pas en compte des corrélations entre atomes{lg]
induites par les interactions répulsives entre atomes. Pour obtenir une description cor-
recte des profils expérimentaux que nous avons obtenus, il faudrait utiliser une descrip-
tion plus compleéte des interactions, comme par exemple en utilisant une théorie complete
de type Monte Carlo quantique (Integral Path Quantum Monte Carlo) [143,157].

18 Autres que les corrélations quantiques associées au principe de symétrisation des fonctions d’onde
(présence du facteur 2 dans le terme d’interaction 2gp(r)).



CHAPITRE 7

Conclusion

Mon travail de these a consisté a réaliser un gaz quantique dégénéré proche du régime
unidimensionnel sur puce atomique.

Pour obtenir des géométries de pieges tres anisotropes, il est nécessaire de rappro-
cher le nuage atomique au plus pres de la microstructure. Des lors, les imperfections de
micro-fabrication des fils conducteurs induisent par la déformation des lignes de courant
une rugosité de potentiel non contrélée qui vient s’ajouter au confinement magnétique
souhaité et qui a pour conséquence de fragmenter le nuage d’atomes froids (condensé ou
non). Dans la premieére partie de ce manuscrit, nous avons proposé une méthode pour
nous affranchir de cette rugosité. Nous avons montré expérimentalement qu’en appli-
quant une modulation sinusoidale de courant (30 kHz) dans une configuration de fils
conducteur bien choisie, 'amplitude rms du potentiel rugueux peut étre réduite par au
moins un facteur 5 en comparaison au cas non modulé. En complément, nous n’avons ob-
servé de rugosité résiduelle et ceci méme avec un condensat de Bose-Einstein. Nous avons
également montré que cette technique de modulation est relativement robuste vis-a-vis
de la présence de champs externes constants en mesurant une durée de vie comparable
au cas non modulé et ce pour une large gamme de fréquences de modulation. Théorique-
ment, nous avons estimé quelles sont les contraintes sur la fréquence de modulation pour
ne produire ni chauffage, ni pertes par "spin-flip”. Pour des parametres expérimentaux ty-
piques, nous avons montré que ces effets sont completement négligeables. Cette technique
de modulation nous semble donc prometteuse pour tirer parti des nombreux avantages
des puces atomiques comme la réalisation de potentiels de piégeage de formes complexes
sur des échelles de variations de I'ordre du micrometre ou 'obtention de confinements
transverses tres importants pour atteindre un régime purement unidimensionnel. Notons
que cette technique de modulation ne permet pas de corriger des autres effets de rugo-
sité qui peuvent apparaitre lorsque I'on s’approche encore plus de la surface de la puce
(forces de Van der Walls, Casimir-Polder, effet d’absorption du rubidium sur la surface
de la puce).

Dans la seconde partie du manuscrit, nous nous sommes intéressés a 1’étude d’un
gaz de Bose confiné dans un piege quasiment unidimensionnel. Nous avons étudié ses
propriétés statistiques en mesurant ses fluctuations de densité qui sont le reflet de la
fonction de corrélation du second ordre en position. Nous avons pu mettre en évidence
deux régimes distincts : faibles densités atomiques, nous avons observé des fluctuations
pour des densités en bon accord avec le comportement du gaz idéal. Elles sont associées
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au bruit de grenaille atomique (comportement particulaire) ainsi qu’a 'effet de groupe-
ment de bosons (effet purement quantique). Pour de plus fortes densités, a cause des
interactions répulsives entre atomes qui sont couteuses en énergie, nous avons observé
une réduction de ces fluctuations de densité par comparaison au cas du gaz idéal. Nous
avons montré que cette réduction des fluctuations de densité intervient au moment ou le
gaz commence a entrer dans le régime de quasi-condensat. Ainsi, la mesure des fluctua-
tions de densité est un moyen indirect de sonder le passage entre le régime de gaz idéal
et le régime de quasi-condensat.

Cette étude est évidemment couplée aux résultats présentés dans le dernier chapitre
sur 'evolution du profil de densité entre ces deux régimes. Nous avons montré que bien
que le profil de densité soit bien décrit au centre du nuage par un profil de densité de
type Thomas-Fermi, la transition vers le régime de quasi-condensat n’est pas décrite,
contrairement au cas 3D, par une saturation des états excités lorsque les interactions
sont prises en compte sous forme de champ moyen. L’échec de cette approche vient du
fait que lorsque les fluctuations de densité deviennent trop importantes, les interactions
entre particules introduisent des corrélations en position des différentes particules qui ne
peuvent étre décrites par une approche de type champ moyen.

Dans un futur proche, nous souhaitons poursuivre 1’étude des fluctuations de densité
dans différentes configurations :

dans le régime d’interactions fortes (gaz de Tonks-Girardeau) :

Dans ce régime, les bosons deviennent des particules impénétrables et sont tres forte-
ment corrélées en position. Une mesure des fluctuations de densité permettrait d’observer
cette corrélation en montrant que les fluctuations de densité associées sont inférieures
au bruit de grenaille atomique.

Cependant, comme nous l’avons mentionné en conclusion du chapitre 4, ce régime
requiert des pieges tres fortement anisotropes dont le confinement transverse doit étre de
lordre de quelques kHz et le confinement longitudinale le plus faible possible (de 'ordre
du Hz). La réalisation de ce type de pieges, sur puce atomique, a pour 'instant été prohibé
par la présence du potentiel rugueux qui limite la dilution du nuage atomique dans la
direction longitudinale. Nous pensons appliquer la technique de modulation présenté
dans ce travail pour s’affranchir de ce probleme. Malheureusement, nous ne pouvons
pas utiliser la puce actuelle pour effectuer la mesure, car au voisinage de la zone de
piégeage créée par les petits fils, I'imagerie présente un bruit de détection bien supérieur
au bruit de grenaille photonique. Il reste encore quelques questions en suspens : sera-t-il
possible de refroidir le nuage pour atteindre le régime purement unidimensionnel 7 Pour
les faibles densités atomiques requises, serons-nous capables d’avoir un rapport signal sur
bruit suffisant pour effectuer la mesure, sachant que le temps d’interrogation des atomes a
une durée limitée 7 Serons-nous capable d’augmenter suffisamment la résolution optique
pour pouvoir mesurer 1’allure de la fonction de corrélation ?

Mesure du ”’squeezing” en nombre d’atomes dans un doublepuits de potentiel :



Conclusion

197

Nous avons vu que la configuration a cing fils permet de produire un double puits
de potentiel dans le cas général. Nous souhaitons a l'aide de cette structure séparer
adiabatiquement un condensat en deux pour mesurer directement les fluctuations de la
différence du nombre d’atomes entre les deux puits. En présence d’interactions répulsives
entre atomes, ces fluctuations doivent étre fortement réduites et nous devrions observer
un ”squeezing” en nombre d’atomes. Cette expérience serait un complément a la mesure
indirecte faite dans le groupe de W. Ketterle qui repose sur la mesure de la différence de
phase relative entre les deux condensats [158].

Fluctuations de densité dans un gaz 2D :

Pour finir, une idée serait de réaliser des pieges bidimensionnels. Pour cela, nous
pouvons penser pour sa réalisation de combiner la technologie des puces atomiques et les
potentiel habillé par onde radio-fréquence développés dans le groupe de H. Perrin [159,
160] et de J. Schmiedmayer [161] pour mesurer les fluctuations de densité au voisinage
de la transition de Berezinsky-Kosterlitz-Thouless [162,163].






ANNEXE A

Critéere de condensation a 1D et
3D

Dans cette annexe, nous nous proposons de dériver les expressions du nombre d’atomes
présent dans les états excités pour un piege harmonique 3D et pour un piege harmonique
unidimensionnel ainsi que de retrouver le critere de condensation pour un systeme de
taille finies. Nous allons voir que la dépendance de la densité d’états en fonction de
I’énergie joue un role crucial sur le phénomene de condensation.

A.1 Expression de la densité d’états dans un piege harmo-
nique

L’expression de la densité d’états p(e) s’obtient en comptant le nombre d’états infini-
tésimaux p(e)de d’énergie comprise entre € et € + de. Pour ce faire, il suffit de dénombrer
le nombre d’états discrets d’énergie € pour un piege harmonique puis de faire tendre la
fréquence d’oscillation vers 0 qui par passage a la limite permet de déduire la densité
d’états. Calculer la densité d’états d’un piege revient donc a calculer la dégénérescence
de chacun des niveaux quantiques accessibles.

cas 3D :

Pour un piege harmonique isotrope de fréquence d’oscillation w dans les trois direc-
tions de l'espace (x,y,z), la dégénérescence d’un état quantique d’énergie déterminée par
les trois nombres quantiques (nz,n,,n,) est obtenue de la fagon suivante : en choisissant
arbitrairement le nombre quantique n,, il reste n — n, — 1 possibilités pour le couple
(ny,nz) = (ny,nz) = (0,n —ng), (1,n —ny — 1), ..., (n — ng,0). La dégénérescence gsp(n)

est donc :
n

gsp(n) = " (n—ny +1) =

nge=0

(n+1)(n+2) (A1)
s )
Pour obtenir la densité d’états, il suffit alors d’écrire que gsp(n)dn = psp(€)de :

dn 1 3e =
pBD(G) = g3D(€)E = ﬂ + 2(7%})2 + 2(7?,{4})3

(A.2)
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Au-dessus du seuil de condensation, ’énergie d’agitation thermique kg1 est, en gé-
nérale grande devant Aiw et psp(€) est correctement approximée par le dernier terme de
2

I'équation |A.2| & savoir psp(e) = %EW

cas 1D :

Pour un piege harmonique a une dimension, le calcul est beaucoup plus simple puis-
qu’aucun des niveaux du piege n’est pas dégénéré. La densité d’états s’écrit donc :

1
ple)ip = +—. (A.3)

A.2 Population des états excités

A partir de l'expression de la densité d’états p(€), le nombre d’atomes contenus dans
les états excités s’obtient a partir de la formule :

N, = /00 p(€) [Bosede (A4)

ou ¢y est I’énergie de 1’état fondamental.

Cette expression nous permettra de connaitre le nombre maximum d’atomes que nous
pouvons mettre dans les états excités lorsque nous ferons tendre la valeur du potentiel
chimique vers €.

cas 3D :

En injectant 1’équation dans 1’équation nous obtenons :

o g2 1 1
Ne - d ) = —_— t — ﬂ(ﬂfeo)
3D /EO 2(hw)3 z—texp(fe) — 1 ¢ o p kT © #=c
(A.5)

Pour calculer cette intégrale nous ferons le changement de variable x = (e

(ksT)° /Oo a2 exp(=x)
Noip = _zexpiTx) 4 A6

P D (hw)? kﬁoTx 1 — zexp(—x) v (A.6)
B

comme la fugacité z du gaz est toujours strictement inférieure a 1, il est possible d’écrire

que %&(2{) = 2521 (2 exp(—x))\. Soit en remplagant dans I'équation [A.5, nous
obtenons :

(kT)* 20 [ 5
Neip = Wzﬂ/eo u’e "du (A7)
J=1 kT
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En supposant toujours kgl > €g, I'intégrale foei u?e”%du s’approxime par fooo wletdu =
EpT

2. En utilisant la définition des fonctions de Bosd'], nous obtenons alors le résultat sui-

vant : 0 T)3
B
Nesp = 2(15) g3(1) (A.9)
ainsi que la température de condensation :
1 hw hw
Tesp = SN~ 0.94-— N3 A.10
P gs(1) ks ks (4.10)

cas 1D :

Intéressons nous maintenant au cas unidimensionnel. Le nombre d’atomes présents
dans les états excités s’écrit dans ce cas :

. —BE-e)) g
Ne,lDZ/E p1D(E) fBosedE = hw/ | 2o—(BE—)) (A.11)

0 €0

En posant comme dans le cas précédent x = S(E — €p)

kT [ ze *dE

Neip =
& hw, 60 1—ze %

(A.12)

Le terme sous l'intégrale peut se mettre sous la forme d’une série géométrique,

kBT Te=i%dy = kBT e dy (A.13)

elD

6O
kT j=1

il suffit ensuite d’intégrer terme a terme l'expression précédente et nous obtenons :

kpT o= 2/ jhw, . kpT =1 ihw, |\
B Z—,exp(— ) )= =2 < <Z exp(— ) )) (A.14)
=17 =

Neaip = o
z

2kgT hw, 2kgT

Nous reconnaissons alors le développement de Taylor de la fonction logarithme et
nous obtenons :

kpT
In(1 — -
o, =2 x (=g

En supposant que kT < fw,, au voisinage de la condensation (z ~ 1), il est possible
de développer 'expression précédente au premier ordre et d’obtenir I'expression de la
température de condensation pour un piege unidimensionnel Tch.

Ne,lD = -

) (A.15)

1O les fonctions de Bose ga(z) sont définies
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kT . 2kpT
NP = =0
C th n( h{&.)z

et nous retrouvons ’expression dérivée dans [164].

) (A.16)



ANNEXE B

Expression de ’hamiltonien du
pour le piege modulé

Dans cette annexe, nous nous proposons de dériver ’expression de I’hamiltonien H
percu par les atomes lorsqu’ils sont confinés dans le piege modulé. Nous reprendrons les
notations du chapitre [4. Nous noterons notamment R la matrice de rotation qui permet
de tourner ’axe de quantification de sorte qu’il pointe a tout instant suivant la direction
instantanée du champ magnétique.

B.1 Dérivation de la forme générale de I’hamiltonien

L’évolution d’'un état |¥) est donnée a tout instant par I’équation de Shrodinger qui
s’écrit :
o|v)
th——=H|® B.1
L = o) (B.1)
Pour trouver 'expression de I’hamiltonien dans le repére instantané, il suffit d’écrire
I’évolution de I'état |¥) = R(r,t)|¥) :

LO) L O(R(x,t)[V))
e
L OR(r,t) ‘ o|¥)
= ZFLT’\I/> + ZﬁR(I‘, t)w
= ih({WR_l(r,t)|\If'> + R(r,t)H|¥)
= ihaRa(?t)Rl(r,t)NJ’> +R(r,t) HR  (r, )| 9"

(B.2)

Cette écriture étant valable pour tout |¥’), nous pouvons donc par identification
trouver ’expression de I’hamiltonien dans le repére instantané :

N aR(r7 t) R_l

H' = R(r,t)HR (r,t) + ih py (r,t) (B.3)
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Fia. B.1 — Orientation du champ magnétique instantané dans la base Oxyz (axes du
pieges). Comme le champ magnétique transverse est faible par rapport a Bj, le champ
magnétique est principalement suivant la direction z du piege

Dans la base locale, I'hamiltonien d’interaction magnétique Hyag = p.B(r,t) s’écrit
simplement ujZ/\B |(r,t), ou jZ, est la projection de 'opérateur de moment de spin J
suivant la direction instantanée du champ magnétique.

Nous en déduisons donc I'expression finale de H' :

2
r p -1 7 OR(r,1) -1
H = R(r,t)—2m7€ (r,t) + pJ.|Bl(r,t) + o R (r,t)
2
r_ P” 51 1 5 5 95 | OR(r,t) 4
H = R(r,t)—2m7?, (r,t) + 51 cos (wmt)redy + o R~ (r,t)

(B.4)

Dans le cas ou le champ directeur B§ est grand devant le champ magnétique produit
par le gradient transverse a une distance r du centre du piege, la direction du champ
magnétique instantané est principalement suivant la direction z du piege (voir figure
. Pour les petits angles angles (i.e. b'r < B§),nous développons 'opérateur rotation
sous la forme de la somme de deux rotations qui commutent, I’'une suivant I'axe Oz et
Pautre autour de 'axe Oy :

R(r,t) = 1+i0,3, +i6,T, (B.5)

. . /
avec comme angle de rotation suivant les axes x et y : 0, = —%—f cos(wmt) et 6, =
0

/
%—g cos(wpmt).
Comme l'opérateur de rotation dépend de la coordonnée d’espace r, il ne commute

pas avec le terme d’énergie cinétique et cette non-commutation est a ’origine d’un terme
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supplémentaire dans H qui fait basculer le spin d’'un atome d’un état piégeant vers un
2
état non piégeant. Pour cela, développons chacun des termes de R‘l(r,t)é’—mR(r,t) =

192 —17 P2 .
R %R—FR ﬁR—I-%.

Rlé’%n - (1 0,0, — wyjy) 55; ((1 + iy + ieyjy)
R*l%R - (1 0T, — wyjy) % ((1 V0T, + z‘eyjy)

(B.6)

soit en utilisant les relations de commutations usuelles entre les opérateurs position

et impulsion ([x,p,] = ih et [y, p,] = ih) :

2 2
1P p Oz <
RIER = 2 4227
2m 2m + *
2 2
1 b p Oypy =
RTIAER = L 4224]
2m 2m + m Y
(B.7)
Pour aboutir au résultat donné au chapitre 4], prenons un atome de spin entier dont
nous noterons les états de spin par | — 1),|0) et |1). Dans ce cas les expressions de J, et
Jy sont :
1 010 ; 0 1 0
Jo=—110 1 et J,=— | -1 0 1 (B.8)
V2 010 V2 0 -1 0

Ainsi nous arrivons au résultat :

1P P WV2
2m 2m  mbB§
OR(r,t)

Pour trouver 'expression de =5 R~!(r, t), il suffit simplement d’écrire :

((pz — ipy)|0) (1] + h.c.) (B.9)

R, t) = 1—il,], —if,J,

OR(r,t Yaw,, . ~ byw ~
875() = 4 Bgm sin(wp,t)Jy + 4 %gm cos(wmt)Jy
(B.10)
et ne gardant que les termes du premier ordre en jx et jy, nous obtenons :
OR (r,t ~ ~ ~ -~
&(r’)R(r,t) - (1 Vi, T, + way) (z’b’xwm sin(wmt) Jy + ib'ywm cos(wmt)Jy>

~

= b zw,, sin(wmt)jx + ib"ywp, cos(wimt)Jy
(B.11)
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qui, en utilisant les expressions de J, et J,, s’écrit :

8R_1 (I', t) b/hwm
= B URME ) =
g R0 =

et nous retrouvons 'expression alors du chapitre

sin(wmt) [(x — iy)|0) (1] + h.c.] (B.12)



ANNEXE C

Expression des fluctuations de
densité pour un gaz de Bose idéal

Nous nous proposons d’établir dans cette annexe l’expression des fluctuations de
densité d’un gaz de Bose idéal (équation en dehors de I'approximation de Maxwell-
Boltzmann intégré dans les deux directions transverses.

Comme nous avons montré dans le chapitre 4, les fluctuations de densité d’un gaz de
Bose (p(r)p(r’)) autour de sa valeur moyenne (p(r)){p(r’)) s’écrivent :

(p(x)p(x')) = (p(®))(p(x")) = GV (r,t")o(r — ') + |GV (x, 1) (C.1)

avec (C.2)

1
G(l) (I', I'/) = Z \I’l(r)‘l}l(r,)m

(C.3)

Pour obtenir une expression analytique de commencons par réexprimer GG S (r,r’).
Pour cela, on pourra d’une part remarquer que le terme m peut se mettre sous
la forme d’une série géométrique et utiliser les fonctions de Green de 'oscillateur har-
monique [165] :

26_661

GW(r,x) = =

\I/i (I‘) \I’Z (I'/)

W, (r) Wy (r') ze=Pei Z ZRekpe
k=0

I
M -1 -1

FG(r,v kBhw  )GE(x, v, kBhw,)

il
o

(C.4)
C.5)

ol les fonctions CNJOL et CNJ(Z) sont les fonctions de Green de loscillateur harmonique pour
respectivement la partie transverse et la partie longitudinale. Ces deux fonctions ont
pour expressions :
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Ga(r,x',7) = (W"l) X exp [_ mw, (r* 4+ 1r?)(cosh(r) — 1) + (r — r/)z]

Th(l— e 27) n 2 sinh(7)
Sz 1o mw, 2 mw, (22 4+ 2%)(cosh(7) — 1) + (z — 2/)?
Go(z,2,7) = <m<1_2>> X exp {‘ n 2sinh(7) ]

(C.6)

Dans la direction longitudinale Shw, < 1, nous pouvons alors simplifier I’expres-
sion en utilisant le fait que cosh(7) ~ 1 — 72/2, sinh(7) ~ 7 et que 1 — ™27 ~ 27,
par :

1 mw? k(2% + 2/ )+7r(z—z’)2
)\dB Vi kT kA2,

Par contre pour la direction transverse, nous ne pouvons pas faire la méme approxi-

éé(z, 2r) =

(C.7)

mation puisque k7 ~ 2hw; mais nous pouvons cependant remplacer avec une bonne
approximation cosh(7) ~ sinh(7) ~ e”.

Pour obtenir les fluctuations de densité intégrée dans les deux directions transverses
du piege, il convient d’intégrer I’équation :

(napnn () — (m1p(2)) (na (2 // (GO, 1)5(r— ) + GO (x, 1) 2drd?r’ (C.8)

Il nous faut intégrer expression de G (r, r') dans les deux directions transverses du

pi¢ge. En remarquant que [* [ e—a(@+a?)=b(@?—a"?) 4o g = m, il vient alors :

0o [foo 1
/;DQ/_OO Gé‘(r,r/,T)drdr/ = m (09)

et ainsi nous trouvons l'expression de [[ G (r,r')d?rd?r’

- 1
/ G(I)(r,r’)d2rd2r/ Z Z 2 7' W
m(z—2")?
1 X ek [1 90 o eXP[ 3% }
= —ex mwzk‘z—i—z'g]XCIB
AdB% N 4ﬁ [k ) (1 — e—kPhwL)?
mw(z—2')?
_ 1 Z kﬁﬂ() eXp|: k)‘?lB :|
Nap 2k (1 e honos)?
(C.10)

Pour z = 2’ nous retrouvons l’expression de la densité atomique longitudinale nip(2)
et [[GW) )o(z — 2 )d?rd?*r’ = (n1p(2)).
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Un calcul analogue permet de calculer [[ |G (r,r')|2d?rd?r’ et de montrer que
(n1pnip(2")) — (nip(2)){(nip(2)) est égale a :

<z z>2 1.1
—rCsF (4
X > 7'+.7 ﬂﬂ(z e dB L
(n1pnip(2))—(nip(2))(nip(2')) = n(2)d(2—2") AQ E E N NG

(C.11)






ANNEXE D

Calcul de ’absorption pour un
nuage gaussien

Dans cette annexe nous nous proposons de détailler le calcul concernant I’erreur que
nous comettons sur la détermination du nombre d’atomes mesurés en utilisant la formule
Nat = 30K log( E ;) lorsque la densité optique de nuage n est faible devant 'unité.

Considérons pour cela la situation présentée sur la figure[D.1l Une onde plane éclaire

a résonance un nuage atomique contenant Ny atomes et dont le profil de densité s’écrit

No 22 P 2 )
n(r,y,z) = ———exp| " (=—5+ — + — D.1
(,,2) (V27)30,0,0- P < (203, 202 202) (D-1)

ol 04,04,0, sont respectivement les largeurs rms du nuage dans les trois directions x,y,z
de 'espace.

L’intensité optique en sortie du nuage s’obtient a partir de la loi d’absorption de
Beer-Lambert :

—a0No /OO ( a? y? 2 >
I(z,z) =Tpexp | ———"" exp| —(z=+ ==+ d D.2
( ) 0 €Xp <<\/§)3010y0z . p (205 20_5 2% ) Y ( )

soit en effectuant l'intégration dans ’axe du faisceau d’imagerie :

—O'()No .%2 Z2
xX z

Pour tenir compte de la résolution optique de notre systeme optique utilisé, nous
2
)

modéliserons sa fonction de réponse par une gaussienne h(z,y) = 27352 e 202 delargeur
rms §. Ainsi U'intensité optique Z'(x, z) située dans le plan de la caméra CCD s’écrit :

I'(z,2) = { :cz®h93y] | (D.4)

z,y)
Pour effectuer le calcul, il est utile de décomposer I’exponentielle présente dans
sous la forme d’une série :

—UQN() .T2 Z2 . = —UQN() "1 1‘2 22
P (27razaz P < (20925 + 20§)>> B Z‘; om0g0, ) nl T n<2a§ * 202)
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systéme

optique y

nuage atomique gaussien
de largeur rms G4,0y:0,

plan image CCD

Fia. D.1 — Configuration du systeme d’imagerie et notations utilisées.

Nous trouvons alors que :

00 n o3 9z 2 2
1 N
T =103 (gees) T T P( EaT )
A AR SRV A% +03) A%+
(D.6)

Le nombre de photons détectées sur un pixel de la caméra CCD de taille A, et A,
s’obtient par I'intégration suivante :

Aw AL
Npn = / / T'(z, z)dzdz (D.7)
_Ax z

soit

[ee] n
1 N 2 2 Ay /V2 A, /2
NN ) IE (L VLN ANV [ AV

i=1 2\/%’2‘+5X 2 ”—f+52

(D.8)
ol la fonction Erf est définie par Erf(x) = % Iy e~ dt
Nous appliquons ensuite la formule
A A Non
Neale, = —=1 P2 D.
o= S0 () (D9

pour retrouver le nombre d’atomes sachant que le nombre d’atomes réellement présents
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dans le pixel est :

AN\ A2
2/ % 46, 2\/%Z +56,

Il faut pour finir comparer cette formule formule que nous utilisons dans le cas d’ab-

sorption faible (% < 1) c’est-a-dire en ne prenant que le premier terme de la somme

de I’équation

Npresent = Ny Erf (D.10>

I(z,2)

Nph - IOAxAz

(D.11)






ANNEXE E

Expression matricielle de
I’hamiltonien de Hartree-Fock

Dans cette annexe, nous nous proposons de dériver I’expression matricielle de I'ha-
miltonien que nous avons utilisée pour résoudre de maniere auto-consistante le probleme
Hartree-Fock rencontré.

Pour cela, repartons de I’expression de I’hamiltonien Hartree-Fock dérivé au chapitre
6] (Equation [E.2)), en coordonnées cylindriques (r,z) :

p:

1
H(r, z) = o %Vi + imwirz +2g3pp(r, 2) (E.1)

Le découplage entre la partie transverse de ’hamiltonien et la partie longitudinale
nous permet d’écrire les fonctions d’onde solutions de I’hamiltonien Hy g, comme le
produit d’ondes planes dans la direction longitudinale et des fonctions d’ondes transverses
|W (1 n)) solutions de :

n? 1
V + fmwi'rQ + 2g3pp(r) (EQ)

H = —
1,H.F. o 5

p(r) = )\dB Z (Z e PU=e) | (r)] > (E.3)

L’invariance par rotation de H | i . par autour de la direction longitudinale permet
d’écrire les vecteurs d’onde [¥(; )) sous la forme [ ;) = 0|y, (1r)).

Ainsi, en utilisant ’expression du laplacien en coordonnée cylindrique, les vecteur
propres ¢, de H | . sont solutions de :

h? 1
<2mA + mer +2g3pp(r )> V(1 n)) = €n|¥(Ln)) (E.4)
La méthode des éléments finis consiste a approximer les dérivés du premier et du
second ordre par des accroissements élémentaires finis :
d Pn(r+dr/2) — ¢u(r —dr/2)  ¢u(r+67/2) — ¢u(r —6r/2)

Zba(r) = li
8r¢ (r) drlglo dr or

(E.5)
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et
02 On (1 4 61) + Pu(r — 1) — 204 (1)
(1) ~ E.6
o on(r) o ()
ou dr correspond au pas de discrétisation utilisé.
¢n,u(rl>
¢n,u(7'2)
Les états propres ¢n (1) = : de H| p . sont alors solution de I'équa-
¢n,u<TN—1>
(bn,u(TN)
tion matricielle :
a1 €
by ay e O Gnu(r1) Pnu(r1)
b Gnu(r2) Pnu(r2)
2 a3 €3
O . . . ¢n,u(rN—1) ¢n,u(TN—1)
b an-1 ox-1 Gnu(rN) Gnu(rN)
bno1 an
avec les coefficients ay, by, ¢, respectivement égaux a :
U = 555 + MWLk + %E + 293pp(T%) V k €[l,N]
~h?k—-1-1/2
b, =
2m  rp_10r
R k—-1+1/2
cp =
2m  rp_160r
(E.8)

Pour étre sur d’obtenir les 2p premiers vecteurs et énergies propres de H| . (p €
IN), nous devons résoudre I'hamiltonien H| y . pour toutes les valeurs de w comprise
entre —p et p. Cependant, comme nous pouvions nous y attendre I’expression de H | yr.
est invariant par la transformation v — —u. Ainsi, nous pouvons nous restreindre au
calcul de H| yp. pour seulement les valeurs de u > qﬂ Les 2p premiers vecteurs et
énergies propres de H | py . sont alors obtenues en triant par ordre croissant d’énergie
I’ensemble des énergies propres trouvées.

INB : une résolution numérique rapide de ces matrices consiste & utiliser les algorithmes des matrices
creuses.
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F.1 Atom chips in the real world : the effects of wire cor-
rugation
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Abstract. We present a detailed model describing the effects of wire corrugation on the trapping potential
experienced by a cloud of atoms above a current carrying micro wire. We calculate the distortion of the
current distribution due to corrugation and then derive the corresponding roughness in the magnetic field
above the wire. Scaling laws are derived for the roughness as a function of height above a ribbon shaped
wire. We also present experimental data on micro wire traps using cold atoms which complement some
previously published measurements [11] and which demonstrate that wire corrugation can satisfactorily
explain our observations of atom cloud fragmentation above electroplated gold wires. Finally, we present
measurements of the corrugation of new wires fabricated by electron beam lithography and evaporation of
gold. These wires appear to be substantially smoother than electroplated wires.

PACS. 39.25.+k Atom manipulation (scanning probe microscopy, laser cooling, etc.) — 03.75.Be Atom

and neutron optics

1 Introduction

Magnetic traps created by current carrying micro wires
have proven to be a powerful alternative to standard trap-
ping schemes in experiments with cold atoms and Bose-
Einstein condensates [1]. These so-called “atom chips”
combine robustness, simplicity and low power consump-
tion with strong confinement and high flexibility in the
design of the trapping geometry. Integrated atom optics el-
ements such as waveguides and atom interferometers have
been proposed and could possibly be integrated on a sin-
gle chip using fabrication techniques known from micro-
electronics. Quantum information processing with a single
atom in a micro trap has also been proposed [2].

Real world limitations of atom chip performance are
thus of great interest. Losses and heating of atoms due
to thermally exited currents inside conducting materials
composing the chip were predicted theoretically [3,4] and
observed experimentally soon after the first experimental
realizations of atomic micro traps [5,6].

An unexpected problem in the use of atom chips was
the observation of a fragmentation of cold atomic clouds in
magnetic micro traps [7,8]. Experiments have shown that
this fragmentation is due to a time independent roughness
in the magnetic trapping potential created by a distortion
of the current flow inside the micro wire [9]. It has also

# e-mail: thorsten.schumm@iota.u-psud.fr

Y Present address: Universitat Hannover, D-30167 Hannover,
Germany.

been demonstrated that the amplitude of this roughness
increases as the trap center is moved closer to the mi-
cro wire [10]. Fragmentation has been observed on atom
chips built by different micro fabrication processes using
gold [11] and copper wires [7,8], and on more macroscopic
systems based on cylindrical copper wires covered with
aluminum [10] and micro machined silver foil [12]. The ori-
gin of the current distortion inside the wires causing the
potential roughness is still not known for every system.

In a recent letter [11], we experimentally demonstrated
that wire edge corrugation explains the observed poten-
tial roughness (as theoretically proposed in [13]) in at least
one particular realization of a micro trap. In this paper, we
will expand on our previous work giving a more detailed
description of the necessary calculations as well as present-
ing a more complete set of experimental observations. We
emphasize that extreme care has to be taken when fab-
ricating atom chips, and that high quality measurements
are necessary to evaluate their flatness in the frequency
range of interest. We will discuss the influence of corru-
gations both on the edges as well as on the surface of the
wire and give scaling laws for the important geometrical
quantities like atom wire separation and wire dimensions.
We will also present preliminary measurements on wires
using improved fabrication techniques.

The paper is organized as follows. In Section 2, we give
a brief introduction to magnetic wire traps and empha-
size that the potential roughness is created by a spatially
fluctuating magnetic field component parallel to the wire.
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(a) (©) 4

o ' ),

Fig. 1. Rectangular wire considered in this paper. The edge
roughness and the top surface roughness are illustrated in (c)
and (b) respectively.

In Section 3, we give a general framework to calculate the
rough potential created by any current distortion in the
wire. A detailed calculation of the current flow distortion
due to edge and surface corrugations on a rectangular wire
is presented in Section 4. In Section 5, we apply these cal-
culations to the geometry of a flat wire, widely used in
experiments. Edge and surface effects are compared for
different heights above the wire and we present impor-
tant scaling laws that determine the optimal wire size for
a given fabrication quality. In Sections 6 and 7, we show
measurements of the spectra of edge and surface fluctua-
tions for two types of wires produced by different micro
fabrication methods: optical lithography followed by gold
electroplating and direct electron beam lithography fol-
lowed by gold evaporation. We also present measurements
of the rough potential created by a wire of the first type
using cold trapped rubidium atoms.

2 Magnetic micro traps

The building block of atom chip setups is the so-called
side wire guide [1]. The magnetic field created by a straight
current carrying conductor along the z-axis combined with
a homogeneous bias field By perpendicular to the wire cre-
ates a two-dimensional trapping potential along the wire
(see Fig. 1). The total magnetic field cancels on a line lo-
cated at a distance z from the wire and atoms in a low field
seeking state are trapped around this minimum. For an in-
finitely long and thin wire, the trap is located at a distance
x = pol/(2mBy). To first order, the magnetic field is a
linear quadrupole around its minimum. If the atomic spin
follows adiabatically the direction of the magnetic field,
the magnetic potential seen by the atoms is proportional
to the magnitude of the magnetic field. Consequently, the
potential of the side wire guide grows linearly from zero
with a gradient Bg/z as the distance from the position of
the minimum increases.

For a straight wire along z, all magnetic field vectors
are in the (z,y)-plane. Three dimensional trapping can be
obtained by adding a spatially varying magnetic field com-
ponent B, along the wire. This can be done by bending the
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wire, so that a magnetic field component along the central
part of the wire is created using the same current. Alter-
natively, separate chip wires or even macroscopic coils can
be used to provide trapping in the third dimension.

For a realistic description of the potential created by
a micro wire, its finite size has to be taken into account.
Because of finite size effects, the magnetic field does not
diverge but reaches a finite value at the wire surface. For
a square shaped wire of height and width a carrying a
current I, the magnetic field saturates at a value propor-
tional to I/a, the gradient reaches a value proportional to
I/a®. Assuming a simple model of heat dissipation, where
one of the wire surfaces is in contact with a heat reservoir
at constant temperature, one finds the maximal applica-
ble current to be proportional to a/? [14]. Therefore, the
maximal gradient that can be achieved is proportional to
1/4/a. This shows that bringing atoms closer to smaller
wires carrying smaller currents still increases the magnetic
confinement, which is the main motivation for miniatur-
izing the trapping structures. However the magnetic field
roughness arising from inhomogeneities in the current den-
sity inside the wire also increases as atoms get closer to
the wire. This increase of potential roughness may prevent
the achievement of high confinement since the trap may
become too corrugated.

We emphasize that only the z-component of the mag-
netic field is relevant to the potential roughness. A vari-
ation of the magnetic field in the (z,y)-plane will cause
a negligible displacement of the trap center, whereas a
varying magnetic field component B, modifies the longi-
tudinal trapping potential, creating local minima in the
overall potential [11].

3 Calculation of the rough magnetic field
created by a distorted current flow in a wire

In this section, we present a general calculation of the ex-
tra magnetic field due to distortions in the current flow
creating the trapping potential. By j we denote the cur-
rent density that characterizes the distortion in the cur-
rent flow. The total current density J is equal to the
sum of j and the undisturbed flow jpoe.. As the longitu-
dinal potential seen by the atoms is proportional to the
z-component of the magnetic field, we restrict our cal-
culation to this component. We thus have to determine
the z- and y-components of the vector potential A from
which the magnetic field derives. In the following, we con-
sider the Fourier transform of all the quantities of interest
along the z-axis which we define by

A k(x,y) \/_/Al z,y,2)e” * dz, (1)

where we have used the vector potential as an example
and [ stands for = or y, L being the length of the wire. We
choose this definition so that the power spectral density of
a quantity coincides with the mean square of its Fourier
transform:

1

— Ap 2.
5 ([ ALk])

e (Ai(2)Ai(0)) dz = (2)



T. Schumm et al.: Atom chips in the real world: the effects of wire corrugation

The vector potential satisfies a Poisson equation with a
source term proportional to the current density in the
wire. Thus the Fourier component A;; satisfies the fol-
lowing time independent heat equation

0 0 :
<@ + 8_y2) Ay — k2Al’k = —HoJi,k- (3)

where j; is one component of the current density j. In
the following, we use cylindrical coordinates defined by
x = rcos(p) and y = rsin(p). Outside the wire, the right
hand side of equation (3) is zero. The solution of this 2D
heat equation without source term can be expanded in a
basis of functions with a given “angular momentum” n.
The radial dependence of the solution is therefore a lin-
ear combination of modified Bessel functions of the first
kind I,, and of the second kind K,,. Thus expanding A;
on this basis, we obtain the following linear combination
for the vector potential

n=oo

Ai(r,) = > a1, (k)™ Ky (kr). (4)

n=-—oo

We retain only the modified Bessel functions of the second
kind, since the potential has to go to zero as r goes to in-
finity. The ¢, (k) coefficients are imposed by equation (3),
and can be determined using the Green function of the 2D
heat equation [15]. We obtain

a, (k) = _5_7(; // I, (kr) e_m“’jl,k(@,r)rdrdgo. (5)

Taking the curl of the vector potential and using the
relations K/, = —(Kp—1 + Kny1)/2 and 2nK,(u)/u =
—K,_1 + K,+1, we obtain the z-component of the mag-
netic field from equation (4)

Boy = _g 3 Lo (8] + ey (0] £l
e 3 [ee s (B) — e (B)] Knlkr)e™. (6)

This expression is valid only for r larger than rg, the ra-
dius of the cylinder that just encloses the wire. At a given
distance x from the wire, we expect that only fluctuations
with wavelengths larger or comparable to = contribute to
the magnetic field, since fluctuations with shorter wave-
lengths average to zero. Therefore we can simplify expres-
sion (6) assuming we calculate the magnetic field above
the center of the wire (y = 0) for « much larger than ro.
The argument of I,, in equation (5) is very small in the
domain of integration and we can make the approximation
I, (kr) ~ (kr)™/(2™n!). This shows that the ¢;,, coefficients
decrease rapidly with n. Keeping only the dominant term
of the series in equation (6), we obtain

Bz,k(x) ~ _ Cyok(k)

(KK (k)] - (7)
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Fig. 2. Scanning electron microscope images of micro fabri-
cated wires. Side view (a) and top view (b): electroplated gold
wire of width 50 pm and height 4.5 pm fabricated using optical
lithography. Side view (c): evaporated gold wire of width and
height 0.7 pm fabricated using electron beam lithography.

We will see in the next section that the first factor of this
expression, characterizing the distortion flow, is propor-
tional to the power spectral density of the wire corruga-
tion. The second factor peaks at k ~ 1.3/x justifying the
expansion. Fluctuations with a wavelength much smaller
or much larger than 1/z are filtered out and do not con-
tribute. As we approach the wire, more and more terms
have to be added in the series of equation (6) to compute
the magnetic field. We emphasize that the expressions de-
rived in equations (6) and (7) are general for any distorted
current flow that may arise from bulk inhomogeneities or
edge and surface corrugations.

4 Calculation of the distorted current flow
in a corrugated wire

We now turn to the calculation of the distortion in the
current flow due to wire edge and surface corrugations in
order to determine the associated ¢;, coefficients. We sup-
pose the wire has a rectangular cross-section of width Wy
and height ug as shown in Figure 1. Let us first concen-
trate on the effect of corrugations of the wire edges, i.e. the
borders perpendicular to the substrate (model equivalent
to [13]). Figure 2 shows that, in our samples, these fluctu-
ations are almost independent of the = coordinate both for
wires deposited by electrodeposition and by evaporation.
We believe this result to be general for wires fabricated
by a lithographic process, since any defect in the mask or
in the photoresist is projected all along the height of the
wire during the fabrication process. Thus, in the follow-
ing, the function f, ,; that describes the deviation of the
right (respectively left) wire edge from +W;/2 is assumed
to depend only on z.

Conservation of charge and Ohm’s law give VJ = 0
and J = —xVV where y is the electrical conductivity
and V the electrostatic potential. We will make the ap-
proximation that y is uniform inside the wire. In this
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case V satisfies the Laplace equation V2V = 0. As we
are interested in deviations from the mean current den-
sity jo = I/(ugWy), we introduce the electric potential
v =V — joz/x which is equal to zero in the absence of de-
viations. From what we have said above, v only depends
on y and z and satisfies the 2D Laplace equation. The
boundary conditions for the current density on the wire
edge require the current to be parallel to the wire edge.
Thus v satisfies

dfr/l
dz

. v
(2) [Jo — X%(y =+Wo/2+ fry1,2)| =

0
= xa—Z@ — +Wo/2+ fu,2). (8)

In the following we assume the amplitude of f,., to be
small enough so we can make an expansion to first order
in f.; of both terms. We then obtain a linear relation
between v(+£Wy/2,z) and f,/;(2) which in Fourier space
can be written as

8vk
ikjofr/ie = X7
Lk ay

(y = £Wo/2). (9)
The potential v satisfies the 2D Laplace equation, so the
k component wvg(y) is a linear combination of e**¥ and
e~ " . The two coefficients are imposed by the two bound-
ary conditions of equation (9). To complete the calcula-
tion of these two coefficients, we introduce the symmetric
component ft = (f. + f1)/2 and antisymmetric compo-
nent [~ = (f, — f1)/2 of the wire edge fluctuations. Going
back to the current density, we obtain

o cosh(ky) sinh(ky) ,_
Juse = ik jo <cosh(1cWo/2)f’j Snh(kWo/2) ) - (10)

We note that the symmetric part (first term) of the cur-
rent deviation is maximal near the wire edges for compo-
nents with a wave vector large compared to 1/Wj. On the
other hand, the components with a small wave vector are
constant over the width of the wire.

We now turn to the calculation of the current distor-
tions due to surface corrugation. We assume the bottom
surface to be flat, since the wire is supposed to be fabri-
cated on a flat substrate. We denote by fs the fluctua-
tions of the height of the wire from its mean value ug (see
Fig. 1). We follow the same procedure as for the calcula-
tion of the effect of the wire edge fluctuations. Now v is
the electrical potential associated with the current density
4 due to the surface corrugation. It depends on z, y and
z and satisfies the 3D Laplace equation. To first order in
fs, the boundary conditions of a current tangent to the
surface of the wire are

0 .0
X2 (z = g, y, 2) +]0£(Z) =0
ox 0z 11
P (11)
X%(Z‘ = O,y,Z) =0
and 9
L2,y = £Wo/2,2) = 0. (12)

oy
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Symmetry arguments show that only the part of fs(y, z)
which is odd in y contributes to the magnetic field along
z in the plane y = 0. An even component of fg produces
currents which are symmetric under inversion with respect
to the plane y = 0. Therefore, they cannot contribute to
B, in this plane. Thus, only the Fourier components

ISim = // ﬂ_\c/i%e_ikz sin(2mmy/Wo) fs(y, 2) (13)

contribute, where m = 1,...,00. With this definition,
fsu(y) =24/ /Wo >0 sin(2rmy/Wo) fs,. .- We choose
this definition of the Fourier component fs, . so that
(|fsy..?) is equal to the 2-dimensional spectral density of
fs. To obtain the electric potential produced by a given
component fSk-,m we use the expansion

sin(2mmy/Wo) = Y Ympsin((2p + )wy/Wo),  (14)
p=0
where
—8m —1)mtp
Yonsp = 1) (15)

7 2(m+p)+1)2>p—-—m)+1)

valid for y € [-Wy/2, Wy /2]. Each p Fourier component
induces an electrical potential vy, and, since v satisfies
the Laplace equation, vi mp is a linear combination of
et»® and e="»® where v, = \/k2 + ((2p + 1)7/Wp)2. The
boundary conditions on the surfaces x = 0 and x = ug
determine the coefficients and we obtain

- Xvk,m,p(x7 y) =
h 1
cosh(vpr) 1 o (@p + 1)y We).

sinh(vpuo) vp

iijfSk,mem,p (16)

With the choice of the expansion (14), the boundary con-
ditions on y = W, /2 are satisfied by each term. Finally,
we obtain the current density distribution

]wkm ({,C, y) = 2ikfsk,m,j0\/ WLO

sinh(vpx)

X Ym0 (Wm,pm sin ((2p +1) 7T@//VVO)>

jyk,m, ({,C, y) = 27;kfsk,mj0\/ WLO
%) cosh(v,z) (2p+1)7
Xm0 ('Vm,p sinh(g,ppuo)) (liwz cos((2p+1) 7ry/W0)>
(17)
The Fourier components j;, are obtained by summing
equation (17) for m =1, ..., 00.

5 Rough potential of a ribbon shaped wire

In this section, we combine the results of the two pre-
vious sections to compute the z-component of the rough
magnetic field in the specific case of a flat rectangular
wire (ug < Wp). This simplification enables us to obtain
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analytical results for a system that is widely used in ex-
periments [8,12,16-19].

We do the calculation on the z-axis for z > Wy/2
(and y = 0). Since the wire is considered flat, we replace
the volume current density j by a surface current density
o = [jdz. Then we can rewrite the ¢, coefficients of
equation (5) as

Wo/2
— L2 [ duL)
0

X [o1k(y) + (=1)"ork(=y)]. (18)

We will first study the effect of wire edge fluctuations and
give universal behaviors for the magnetic field roughness.
We will then concentrate on the effect of the top surface
roughness. We will compare the relative importance of the
two effects and point out important consequences for the
design of micro wires.

5.1 Effect of wire edge roughness

Let us first study the effect of wire edge fluctuations. Here
we derive the same results as [13] in a different way. Note
that, unlike the calculations in [13], the calculations pre-
sented here are only valid for distances from the wire larger
than (or equal to) Wp/2. The expansion we use is never-
theless useful because it converges rapidly and permits
the determination of the magnetic field roughness for any
height larger than W /2 after the calculation of a few pa-
rameters (the ¢, coefficients).

The distorted current flow has no component along
the z-axis. The expression of the rough magnetic field is
then given by the first sum of equation (6). Taking ¢ = 0,
we can rearrange this sum using the equalities K, (kr) =
K_,(kr) and ¢, , = (—1)"¢cy, (see Eq. (18)), we then
obtain

Bz,k =-k Z(cyzn (k) + Cyanto (k))K2n+1(kT) (19)
n=0

Since only the c,, with even n contribute, we see from
equation (18) that only the symmetric part of the current
density participates to the magnetic field. This is what we
expect from a simple symmetry argument. For the c,,,
coefficients we obtain

ntt1 Mol
Cyan = (—1) +1W—%Zkff;j

Wo/2 cosh(ky)
X /0 Izn(ky)mdy (20)

As pointed out in the previous section, the sum over the
angular momenta n in equation (19) converges rapidly
with n if z > Wj. More precisely, the dominant term pro-
portional to Kj(kz) gives the correct result within 10%
as soon as x > 1.5Wy. As x approaches x = Wy /2, more
and more terms contribute, for z = Wy /2, 20 terms have
to be taken into account to reach the same accuracy.
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Fig. 3. Response function relating the magnetic field rough-
ness |B., |* to the wire edge fluctuations |f;7|? (see Eq. (21)).
Plotted is the dimensionless quantity | B, /fi |* x4n?z* /(po)?
as a function of kx where x is the height above the center of
the wire (y = 0). The different curves correspond to different
ratios z/Wp going from 0.5 to 4.7 in steps of 0.3. Small values
of & /Wy correspond to lower curves. The curve corresponding
to the limit given by equation (21) is also shown (dashed line).

We now derive the response function of the magnetic
field to the wire edge fluctuation for x > Wy/2 which we
define as R(k,x) = |B, x/f;|?. As we already noticed in
the previous section, far away from the wire (z > W),
only wave vectors k < 1/Wj are relevant. Then we can
approximate the integral in equation (20) by expanding
the integrand to zeroth order in ky. Keeping the dominant
term in the series that defines the magnetic field, we obtain
the following expression for the response function

(pol)?
A2

R(k,z) ~ (kx) K2 (k). (21)

For a given height x, as k increases, this function increases
from zero as k2, peaks at k = 1.3/x and finally tends ex-
ponentially to zero. This behavior can be understood as
follows. At low wave vectors, the angle between the direc-
tion of the distorted current flow and the z-axis tends to
zero, thus the contribution of these components becomes
negligible. At high wave vectors, fluctuations with a wave
length shorter than the distance to the wire average to
ZEero.

To check the validity of equation (21), we plot the di-
mensionless function R(k,z)/[(pol)?/(4m2zt)] for differ-
ent ratios /Wy in Figure 3. The limit function corre-
sponds to a configuration where the distorted current flow
is concentrated on the line x = y = 0. For a smaller dis-
tance from the wire, the finite width of the wire becomes
important and R(k,z) differs from the expression (21).
The amplitude is smaller and the peak is shifted to a lower
frequency. These effects are due to the fact that as z de-
creases, the distance to the borders of the wire decreases
less rapidly than the distance to the central part of the
wire because of the finite width of the wire. Furthermore,
because corrugations of high wave vector produce a cur-
rent density localized near the wire border, their decrease
in amplitude is more pronounced.
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Fig. 4. Magnetic field fluctuations (B2) as a function of the
height above the wire (y = 0). Plotted is the dimensionless
quantity (B2YWg/((1uol)?JF), where (B2) is the magnetic field
roughness and J. is the spectral density of the wire edges as-
sumed to be white, as a function of /Wy where x is the height
above the the wire [20]. Dashed line: 1/2° law given by equa-
tion (22).

Assuming a white power spectrum of the wire edge
corrugations with a spectral density J.F', we can integrate
the equation (21) over the whole spectral range [20]. We
then find the following scaling law for the rms fluctuations
of B, with the atom-wire distance x:

T 2
(B%) = Jf (“330—5)0.044. (22)
This expression is valid for x > W), the numerical fac-
tor has been found by a numerical integration of equa-
tion (21). Figure 4 shows that this expression is valid
within 10% as soon as © > 2W;. For smaller distances
x, the fluctuations of magnetic field increase more slowly
and tends to a constant. The points corresponding to
x < Wy /2 lie outside the range of the previous calcula-
tion and their values have been obtained by a numerical
integration for each x. Note that here JI is the spectral
density of fT. For edges with independent fluctuations,
J = J./2 where J. is the spectral density of each wire
edge. The asymptotic behavior of (B2) was first derived

in [13].

5.2 Effect of top surface corrugation

We now consider the effect of corrugations of the top sur-
face of the wire. As shown in equation (17), it induces both
a current along the z- and y-direction. The surface current
densities obtained by integration over x have remarkably
simple forms. We find

(23)

— 1 (2)
Uyk.m - Uyk,m + Uyk,m

where
(1) —Qkf : _m_2mm ‘(27rmy)
Oyi,m = 4SS, . J0A [ Wy w2, COS\ T,

2 . . [ Tm m  cosh(ks
O-?Sk?'m = _2Zkfsk,m,]0 WO 32W0 (_1) Cosh(k;g/{/g}z)
(24)
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and £ = /k? + (2mm/Wy)2. In the calculation of o, ,,
the summation over p is not analytical. However, as we
consider wires with vy < Wy, one can make the approxi-
mation (cosh(vpug) — 1)/sinh(vpug) = vpug. We then ob-
tain

. . ™ .
Ozn =tk fs, . Jor/ Wouo sin(2mmy /Wo). (25)

Comparing equation (25) and equation (24), we see that
the current density along x is much smaller than the cur-
rent density along y provide k < 1/ug (i.e. small wave
vectors both along y and z).

Within our flat wire approximation, where only dis-
tances from the wire x > ug are considered, this is always
the case. In the following we therefore only consider the
effect of the current density along y. For > W,/2, the
rough magnetic field is then given by equation (19).

Assuming a white power spectrum for the surface
corrugation of spectral density Jg, we now derive some
properties of the rough magnetic field [20]. For large dis-
tances above the wire (x > W), only k-components much
smaller than 1/Wj are relevant. Then, as we have already
shown, the ¢;, coefficients decrease rapidly with n and the
dominant contribution is given by cy,. To lowest order in

ky, ¢y, is proportional to the total current ffvv([)/ﬁz oy(y)dy.

Thus, the only contribution comes from J?Si?m. Then, cal-
culations similar to those presented in the previous section
show that the contribution to (B?2) of the Fourier compo-

nent m of fg, is

Wo 1 (pol)?
2 _ 0 Ho

where Js is the 2-dimensional spectral density of fg. As
expected it decreases with m as the contribution of rapidly
oscillating terms averages to zero for large distances. Com-
puting the sum over m > 0 gives the scaling law for
the rms fluctuation of B, due to surface corrugation with
atom-wire distance z:

Wo m (pol)?
B =J,—— 0.044 27
(B;) W26 o (27)

In Figure 5 this expression is compared to numerical calcu-
lations based on equation (24). The terms aiﬁ),m contribute
at least 90% of (B2) as soon as z > Wj.

Comparing edge and surface corrugation, we see that
for large distances, both effects scale in the same way (see
Egs. (22) and (27)). However, at short distances from the
wire, the amplitude of the magnetic field roughness pro-
duced by surface corrugation does not saturate. Indeed,
although the contribution of a{j?m saturates in the same

way as the effect of wire edge fluctuations, the contribution
)

,m

of ag(,i to the current density diverges as one gets closer
to the wire. Thus at small distances from the wire, we ex-
pect surface roughness to become the dominant source of
magnetic field fluctuations.
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Fig. 5. Longitudinal magnetic field fluctuations (BZ) pro-
duced by white noise top surface wire roughness as a function
of x/Wy (y = 0) [20]. Plotted is the dimensionless quantity
(B2Y/(Js(uoI)?/(udW)). The dashed lines represents equa-
tion (27).

5.3 Consequences for micro wire traps

The scaling laws (22) and (27) are of major importance as
they impose strong constrains in the use of micro traps.
As mentioned in Section 2, high magnetic field gradients
are achieved with small wires and short distances. But as
the distance to the wire decreases, the roughness in the
magnetic trapping potential increases. Imposing a maxi-
mal roughness AB,.x tolerable in an experiment there-
fore directly determines the maximal transverse gradient
accessible with a given realization of a micro wire.

More precisely, as mentioned in Section 2, the maxi-
mal current in a micro wire is limited by heat dissipation:
Tnax = §W0ué/2 [14]. To analyze the scaling of the sys-
tem, we consider the trap center at a distance comparable
to the wire width x ~ W, and a wire height 1y small and
constant. For a given fabrication technology, we expect the
wire roughness to be independent of the wire dimensions
Wy and ug and we assume white noise spectral densities
Je and Jg for the edge and top surface corrugations [20].
Using the above expressions for z and I and equations (22)
and (27), we obtain the following scaling laws

Jeu%’%QUO
G
(B2,) = SISt
et 76 Weuo

<B§dge> =

(28)

for the magnetic field fluctuations induced by the edge
and the surface roughness respectively. Imposing magnetic
field fluctuations smaller than ABp.x determines a min-
imal wire width Wy min and the maximal transverse gra-
dient V Bpax- If the potential roughness is dominated by
effects due to wire edge corrugation, we find:

1/3
Womin = <J6M(Q)I€QUOO.O44> /

ABR
/3
1 [ poky/ugAB2,, !
Bpax=— | ———7—7"7"= . 2
v 27 < J.0.044 (29)
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For a potential roughness dominated by effects due to wire
top surface corrugation, we find:

1/2
WO,min = (zJSM%KJ?OOé‘A:)

6 ABIQI]aXUO
1 U/OABmax 1/2
Bhox=— | ———~ 30
v o (Jsgo.o44) (30)

As will be described in the following section, a micro wire
fabricated by electroplating presents an edge roughness
of J. ~ 0.1 um?. Assuming a wire without top surface
roughness, a wire height of ug = 5 pm, a typical £ = 3 x
107 Am~—3/2 and imposing a maximal potential roughness
of ABpax =1 mG, the wire width is limited to Wy min =~
700 pm, the maximal gradient will be ABpax ~ 0.2 T/cm.

6 Probing the rough magnetic potential
with cold atoms

In a previous letter [11], we described measurements of the
magnetic field roughness produced by a current carrying
micro fabricated wire. The basic idea is to use the fact that
the longitudinal density n(z) of atoms along the wire, is
related to the longitudinal potential seen by the atoms
through a Boltzmann factor:

n(z) oc e”V()/ksT

(31)
As discussed in Section 2, the potential V(z) is propor-
tional to the z-component of the magnetic field a the cen-
ter of the trapping potential. Our typical thermal energy,
1 pK, corresponds to a magnetic field of 15 mG for a
87Rb atom in the F' = 2, mp = 2 state. Since longitudinal
density variations of order 10% are easily visible in our
experiment, we are sensitive to variations in the magnetic
field at the mG level.

The micro wire we used to create the magnetic po-
tential is a 50 pum wide electroplated gold wire of 4.5 ym
height (see Fig. 2). The process of micro fabrication is
the following: a silicon wafer is first covered by a 200 nm
silicon dioxide layer using thermal oxidation. Next, seed
layers of titanium (20 nm) and gold (200 nm) are evap-
orated. The wire pattern is imprinted on a 6 pm thick
photoresist using optical UV lithography. Gold is electro-
plated between the resist walls using the first gold layer
as an electrode. The photoresist is then removed, as well
as the gold and titanium seed layers. Finally the wire is
covered with a 10 pm layer of BCB resin and a 200 nm
thick layer of evaporated gold. The gold surface acts as a
mirror for a magneto-optical trap. The procedure for de-
ducing the potential roughness from images of the atomic
cloud is complex and we refer the reader to [11].

Figure 6 shows the measured longitudinal potential for
various distances above the wire. We also show the power
spectral density of these potentials in Figure 7. A region
of 1.6 mm along the wire is explored by the atoms. To esti-
mate the power spectral density of the potential roughness
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we divide the total window in three smaller windows over-
lapping by 50% [21]. In each window, the Fourier trans-
form of the potential is computed after multiplication with
a Hamming window and the estimate of the spectral den-
sity is the average of the square of the Fourier transforms.

In Figure 7, a flat plateau is visible at the highest wave
vectors (e.g. k> 0.07 yum~! at 46 ym and k > 0.04 ym~1
at 80 pm). The level of this plateau depends on experi-
mental parameters such as the temperature and density of
the atom cloud. On the other hand the spectral density at
low wave vectors, i.e. in the region where it rises above the
plateau, is independent of these parameters. This obser-
vation leads us to conclude that while the low wave vector
part of the spectrum corresponds to a potential seen by
the atoms, the plateau at high wave vectors is due to in-
strumental noise in our imaging system, such as fringes.
We expect it to vary in a complex way with tempera-
ture and atom density. Qualitatively, smaller atom-wire
distances, which are analyzed with higher temperature
clouds, should result in higher plateaus. This tendency
is indeed observed in Figure 7.

To measure the wire corrugations, we removed the
atom chip from vacuum and etched off the gold mirror
and the BCB layer. We analyzed the bare wire with scan-
ning electron microscopy (SEM) and with atomic force
microscopy (AFM) techniques. The function f describ-
ing the edge corrugation is extracted from SEM images
such as Figure 2b. Rms deviations of the edges are as
small as 200 nm, and we use a 50 pum x 50 pm field
of view in order to have a sufficient resolution. We use
66 overlapping images to reconstruct both wire edges over
the whole wire length of 2.8 mm. We identify no corre-
lation between the two edges. The spectral density ob-
tained for f* = (f; + f-)/2 is plotted in Figure 8. We
see two structures in the spectrum: first, we observe fluc-
tuations with a correlation length of 0.2 ym and 100 nm
rms amplitude. It corresponds to the fluctuations seen in
Figure 2b which are probably due to the electrodeposi-
tion process. Second, roughness with low wave vectors is
present and raises significantly the power spectral den-
sity in the 0.01—0.1 gm~"! range. For the spectral range
0.01—1 pum~1, the wire border fluctuations are well fitted
by a power law J = 3.2 x 1076k=215 + 8.2 x 10~* pm?
as seen in Figure 8. We use this expression to compute
the spectra shown in Figure 7. As we measured f over the
whole region explored by the atoms, we can not only com-
pare the spectral densities of the magnetic field roughness
but we also can compare the direct shape of the magnetic
field B,(z). This is done in Figure 6 where the magnetic
field, computed from f as described in the previous sec-
tions, is shown by dashed lines. We note that no adjust-
ment has been applied to superimpose the two curves, the
absolute position of the atoms with respect to the wire is
known to the 3 pm resolution of our imaging system.

A different approach is possible to check consistency
between the wire edge measurements and the potential
roughness measured with cold atoms. As seen in equa-
tions (19) and (20), | B, (z)|*> = J} R(k, z), where the re-
sponse function R(k,x) does not depend on the wire edge
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Fig. 8. Measured spectral density of the edge roughness of the
electroplated wire (upper curve) and of the evaporated wire
(lower curve). For the electroplated wire, the spectral density
of fT = (fi+ f-)/2 is plotted. For the electroplated wire, J; /2
is plotted, where Jy is the spectral density of a single border
of the wire, as expected for the spectral density of f* for in-
dependent wire border fluctuations. The crosses indicate edge
roughness for different k vectors reconstructed from the decay
of the corresponding roughness measured with the atoms. The
solid line is a polynomial fit to characterize the edge roughness
in the region of interest.

roughness. We compute R(k,z) using the expansion (19)
and for a given k-component, we deduce JI by fitting
the decay of |B, x(x)|*> with height (see Fig. 7). In Fig-
ure 8, the values of J obtained by such a procedure are
compared to the function J measured with the electron
microscope. We find good agreement.

The corrugation of the top surface of the wire is mea-
sured using an AFM and the observed power spectral
density is plotted in Figure 9. The spectrum is flat for
wave vectors smaller than 1 pym~! with a value Jg =
1.6 x 1072 ym*. Unfortunately, we were not able to obtain
the spectrum for very long wave vectors. For purposes of
calculation, we shall simply assume that the spectral den-
sity below 0.1 #m~! has the same value as between 0.1 and
1 um~!. The result of this calculation is plotted Figure 7
(dashed lines).

Our results indicate that the magnetic field roughness
measured with cold atoms is explained by wire corruga-
tion. At low wave vectors (k < 0.04 um~1), it seems that
the magnetic field roughness is primarily due to edge cor-
rugations. The good agreement between the observed field
and the calculation shown in Figure 6 are the strongest
evidence for this conclusion. For wave vectors larger than
about 0.5 yum~!, the corrugations of the top surface are
expected to contribute as strongly as those of the edges.
This wave vector regime however, is not being stringently
tested by our data. Since we have no data on surface cor-
rugation at wave vectors below 0.1 pm™!, it is possible
that the contribution from this effect is larger than shown
in Figure 7. The atom data in the figure however, indicate
that the surface effect is not the dominant one although
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Fig. 9. Power spectral density of the wire top surface rough-
ness measured with an AFM. We plot the spectral density cor-
responding to the transverse mode m = 1 (k, = 2w /W) which
is the first one to contribute to magnetic field roughness. The
horizontal line indicates the mean value for k, ranging from
0.2 pm~" to 1 pm™".

given our signal-to-noise it could be of comparable mag-
nitude.

Figure 2b also suggests that there might be a grain
structure in the bulk of the wires: we have no additional in-
formation on possible current deviations due to this effect,
but the success of the model based on wire edge roughness
seems to indicate, that it is not important in our system.

7 Improved fabrication process for micro
wires

The fabrication technology described above limits us to
atom wire separations greater than several tens of mi-
crons if we want to obtain a reasonably smooth potential.
In order to improve the quality of our wire, we turn to a
different micro fabrication process similar to [22]: the wire
structures are patterned onto an oxidized silicon wafer us-
ing electron beam lithography. We use gold evaporation
and a standard lift-off technique to obtain 700 nm square
cross-section wires as shown in Figure 2c.

We extract the wire border roughness from SEM im-
ages and the obtained power spectral density is plotted in
Figure 8 (lower curve). In the spectral range studied, the
roughness is greatly reduced compared to the first fabrica-
tion process. This was expected as the grain size of evapo-
rated gold is much smaller than of electroplated gold. Un-
fortunately, we do not have a quantitative measurement
of the power spectral density in the 0.01—0.1 um~?! range.
Indeed, as we had to reduce the field of view to increase the
resolution, it becomes very difficult to overlap hundreds of
SEM pictures without adding spectral components due to
stitching errors. We still hope to also have reduced the
wire edge roughness in this frequency domain, as it has
been demonstrated recently by the Heidelberg group [23]
using similar wires.

Gold evaporation produces surfaces of optical quality
at visible light. Thus the roughness of the top surface of
the evaporated wire is expected to be much smaller than
that of an electroplated wire.
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8 Conclusion

Our goal in this paper has been to give a more detailed de-
scription of the work which led to our conclusion that wire
corrugations can account for the magnetic field roughness
typically observed in atom chip experiments. We wish to
emphasize in this paper that great care must be taken to
characterize the roughness of a micro fabricated wire. The
ratio of the rms roughness to the wavelength of the im-
perfections is below 104, Thus a single microscope image
cannot reveal the imperfections.

The model we use has already been suggested in ref-
erence [13]. Here we have given more details of the calcu-
lation as well as some physical arguments explaining the
results. We have also extended the calculation to include
the effects of corrugations of the top surface of the wire.
The top surface corrugations become increasingly impor-
tant as the distance to the wire decreases, while the effect
due to wire edge roughness saturates.

Equations (22) and (27), giving the behavior of the
magnetic field roughness due to edge and surface corru-
gation as a function of height, are important scaling laws
that one should keep in mind in the design of atom chips.
The requirements of small roughness and high transverse
confinement impose a tradeoff in choosing a wire size for
a given fabrication quality. We do not believe however
that we are at the end of our progress in improving the
fabrication technology. Thus sub-micron scale atom chips
continue to hold out much promise for the manipulation
of ultra cold atoms.

We thank David Hermann for help in calculations. This work
was supported by the E.U. under grant (IST-2001-38863 and
MRTN-CT-2003-505032), as well as by the DGA (03.34.033).
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Abstract. We discuss design considerations and the realization of a magnetic double-well potential on an
atom chip using current-carrying wires. Stability requirements for the trapping potential lead to a typical
size of order microns for such a device. We also present experiments using the device to manipulate cold,

trapped atoms.

PACS. 39.20.+q Atom interferometry techniques — 03.75.Lm Tunneling, Josephson effect, Bose-Einstein
condensates in periodic potentials, solitons, vortices and topological excitations

1 Introduction

Progress in the fabrication and use of atom chips has been
rapid in the past few years [1]. Two notable recent results
concern the coherent manipulation of atomic ensembles on
the chip: reference [2] reported the coherent superposition
of different internal degrees of freedom while in [3,4] a co-
herent beam splitter and interferometer using Bragg scat-
tering was reported. In the same vein, the observation of
a coherent ensemble in a chip-based double-well potential
also represents a significant milestone and motivates many
experiments [5,6]. The dynamics of a Bose-Einstein con-
densate in a double-well potential has attracted an enor-
mous amount of theoretical attention [7], in part because
one can thus realize the analog of a Josephson junction.
Indeed, coherent oscillations of atoms in a laser induced
double-well potential have recently been observed [8]. In
addition, the observation of an oscillation in a double-well
amounts to the realization of a coherent beam splitter
which promises to be enormously useful in future atom
interferometers based on atom chips [9-12].

In this paper, we discuss progress towards the real-
ization of coherent oscillations on an atom chip following
a different way than references [5,6]. We begin with some
theoretical considerations concerning atoms in double-well
potentials and show that a configuration with two elon-
gated Bose-Einstein condensates that are coupled along
their entire length allows one to achieve a variety of os-
cillation regimes. Then, we will discuss design consider-
ations which take into account stability requirements for
the trapping potentials in the transverse direction. Fluc-
tuations in the external magnetic fields impose a typical
size less than or on the order of microns on the double-
well. Atom chips implemented with current-carrying wires
are well suited to elongated geometry and the micron

# e-mail: jerome.esteve@iota.u-psud.fr

size scale. After these general considerations, we discuss a
particular realization of a magnetic double-well potential
which has been constructed in our laboratory. Our device
has much in common with the proposal of reference [10],
but we believe it represents an improvement over the first
proposal in that it is quite robust against technical noise
in the various currents. We will also show some initial ob-
servations with the device using trapped 8"Rb atoms.

2 Dynamics of two elongated Bose-Einstein
condensates coupled by tunneling

The dynamics of a Bose-Einstein condensate in a double-
well potential has been widely discussed in the litera-
ture [7]. In this section, we will review some of the basic
results and apply them to the case of two elongated con-
densates coupled by tunneling along their entire length L.

We assume the trapping potential can be written as
the sum of a weakly confining longitudinal potential V;(z)
and a two dimensional (2D) double-well in the transverse
direction V,(r). We characterize the two transverse po-
tential wells by the harmonic oscillator frequency at their
centers, wg. We also assume that the longitudinal motion
of the atoms is decoupled from the transverse motion, so
that we may restrict ourselves to a 2D problem. As dis-
cussed in [13], this assumption is not always valid, but it
gives a useful insight into the relevant parameters of the
problem and how they affect the design of the experiment.

Considering the motion of a single atom, the lowest two
energy states of the 2D potential V,. are symmetric and an-
tisymmetric states, |¢s) and |¢,). The energy splitting 7 0
between them is related to the tunneling matrix element
between the states describing a particle in the right and
left wells, |¢,) and |¢;). When including atom-atom inter-
actions, we assume that the longitudinal linear density nq
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is low enough to satisfy nya < 1 where a is the s-wave
scattering length. In this case, the interaction energy is
small compared to the characteristic energy hwg of the
transverse motion, and in a mean field approximation the
eigenstates of the Gross-Pitaevskii equation are identical
to the single particle eigenstates. The tunneling rate ¢ is
unchanged in this approximation. If in addition, § < wy,
the two mode approximation in which one considers only
the states |¢s) and |¢q) (or |¢;) and |¢,)) is valid.

We now define two characteristic energies £y and E¢.
The Josephson energy E; = N hd/2 characterizes the
strength of the tunneling between the wells. The charging
energy Ec = 4hwpa/L is analogous to the charging en-
ergy in a superconducting Josephson junction and charac-
terizes the strength of the inter atomic interaction in each
well. The properties of the system depend drastically on
the ratio E¢/E; [7]. For the considered elongated geome-
try, this ratio is equal to (4ny a) X (wo/8) x 1/N2. A ratio
wo/6 of 10 is enough to insure the validity of the two mode
approximation. We have also assumed ni a < 1 and since
N > 1 we indeed obtain E¢/E; < 1. This means that
the phase difference between the two wells is well defined
and that a mean field description of the system is valid.

In the mean field approximation, the transverse
part of the atomic wavefunction can be written
|@) = ci|d1) + ¢ |¢r) where ¢; and ¢, are complex num-
bers. The atom number difference AN = (|¢;|? — |c,|?)/2
and the phase difference A = arg(c;/c,) evolve as the
classically conjugate variables of a non rigid pendulum
Hamiltonian [15]. The solutions of the motion for AN
and Af have been analytically solved [15,16]. Depend-
ing on the ratio E;/(N? E¢), we distinguish two regimes:
the Rabi regime (E; > N? E¢) and the Josephson regime
(E; < N?E¢). For a fixed geometry (L, § and wp
fixed), the Rabi regime is delimited by N <« Ng
where N¢ = § L/(4wp a) while the Josephson regime cor-
responds to N > N¢. For a box like potential of length
L = 1 mm and a ratio wy/é = 10, this number corresponds
to N¢ = 5000 for 87Rb atoms.

In the Rabi regime, an initial phase difference of 7/2
leads to the maximal relative atom number difference
AN/N = 1/2. In the Josephson regime, the signal AN/N

is limited to y/N¢/N. One motivation to attain the Rabi
regime is to maximize the relative population difference.
If tunneling is to be used as a beam splitting device in an
atom interferometer, the Rabi regime is clearly favorable
as it maximizes the measured signal. It is also important
to note that the neglect of any longitudinal variations in
the atom number difference or the relative phase is only
valid deep in the Rabi regime [13].

The specific geometry of two elongated Bose-Finstein
condensates coupled by tunneling is of special interest
since it allows one to tune the strength of the interac-
tion compared to the tunneling energy by adjusting the
longitudinal atomic density. This allows realization of ex-
periments in both the Rabi regime and the Josephson
regime. On the other hand a complication of the elon-
gated geometry is the coupling between the transverse
and longitudinal motions introduced by interactions be-
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Fig. 1. Adding a small magnetic field b to the magnetic
hexapole described in equation (1) will split the hexapole into
two quadrupoles. The distance between the two minima in-
creases with b and the direction along which the minima are
split depends on the orientation of b as shown in the figure.
We also have plotted lines of constant modulus of the total
magnetic field (equipotential lines for the atoms).

X

X

tween atoms. This coupling is responsible for dynamical
longitudinal instabilities in presence of uniform Josephson
oscillations [13]. However, reference [13] predicts that a
few Josephson oscillations periods should be visible before
instabilities become too strong. Furthermore, the study
of these instabilities may prove quite interesting in their
own right. Other manifestations of the coupling between
the transverse and the longitudinal motion may be ob-
served. In particular, Josephson vortices are expected for
large linear density [14]. These nonlinear phenomena are
analogous to observations on long Josephson junctions in
superconductors [17].

3 Realization of a magnetic double-well
potential

We now turn to some practical consideration concern-
ing the realization of the transverse double-well potential
V- (z,y) using a magnetic field. As first pointed out in [10],
a hexapolar magnetic field is a good starting point to pro-
duce such a potential. The hexapolar field can be written

B, = A(y* — 2%) = —Ar? cos 20 (1)
By,= 2Azy = Ar?sin26.

where A is a constant characterizing the strength of
the hexapole. In the following, we write this constant
A= augl/(4md?®) where I is the current used to create
the hexapole, d is the typical size of the current distri-
bution creating the magnetic field (see Fig. 4) and « is a
geometrical factor close to unity. Adding a uniform trans-
verse magnetic field b = b(cos 0, x +sin 0, y) will split the
hexapole into two quadrupoles, thus realizing a double-
well potential. The two minima are separated by a dis-
tance 2 Xo where Xg = /b/A and are located on a line
making an angle 6;,/2 with the x-axis (see Fig. 1). Tilting
the axis of the double-well allows one to null the gravita-
tional energy shift which arises between the two wells if
they are not at the same height. This shift has to be pre-
cisely cancelled to allow the observation of unperturbed
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Fig. 2. Bohr frequency between the ground state and the
first two excited states of the double-well potential versus the
spacing between the wells. The dashed line corresponds to
Xo = 2.65 a9 for which the Bohr frequency ws, is ten times
bigger than the tunneling rate § = w1 o.

phase oscillations in the double-well. For example, if the
two wells are separated by a vertical distance of 1 pym the
gravitational energy shift between the two wells leads to
a phase difference of 13 radms™! for 8’Rb.

In the rotated basis (O, X,Y") (see Fig. 1), the modulus
of the total magnetic field is

B2=2AbY?+2A2X?Y2 + A2(X2 - X2)?2. (2
To prevent Majorana losses around each minimum, a uni-
form longitudinal magnetic field B, is added. Under the
assumption B, > b, the potential seen by an atom with
a magnetic moment p and a mass m is

2
muwg
2
8 X2

2 2
VX, Y)~ D0y2, 90 y2y2

4 1X2

with wo = /4 Ab/(m B,).

Around each minimum (X = +Xo,Y = 0), the po-
tential is locally harmonic with a frequency wy and we
denote ag = y/h/(mwyp) the size of the ground state of
this harmonic oscillator. On the X-axis, we recover the
1D double-well potential usually assumed in the litera-
ture. As seen in equation (3), the potential is entirely de-
termined by the values of wy and Xy. We have computed
the energy differences between the ground state and the
two first excited states for a single atom as a function of
these two parameters (see Fig. 2). The Bohr frequency
w1,0 is equal to the tunneling rate §. We calculate that a
ratio Xo/ap = 2.65 ensures that wy o = 104, so that the
two mode approximation is valid. Further calculations are
made for a double-well potential fulfilling the condition
XQ/CL() = 2.65.

(X°=X2) (3)

3.1 Stability of the double-well

We now turn to the analysis of the stability of the system
with respect to fluctuations of magnetic field. We will im-
pose two physical constraints: first we require a stability of
10% on the tunneling rate § and second we impose a grav-
itational energy shift between the two wells of less than
10% of the tunneling energy. Assuming a perfectly stable
hexapole and that fluctuations in the external fields can
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be kept below 1 mG, we will obtain constraints on the pos-
sible size of the current distribution d and on the spacing
between the two wells X.

The geometry of the magnetic double-well is deter-
mined by four experimental parameters: I the current cre-
ating the hexapole, d the size of the current distribution,
B, the longitudinal magnetic field and b the transverse
field. To minimize the sensitivity of the system to mag-
netic field fluctuations, the current I creating the hexapole
should be maximized. If we suppose the wires that cre-
ate the hexapole are part of an atom chip, the maxi-
mal current allowed in such wires before damage scales
as I = Iy(d/dy)>/? [18]. Henceforth we suppose that the
current [ follows this scaling law and is not a free pa-
rameter anymore. Furthermore, the condition of the last
section Xo/ag = 2.65 relates b and B,. Thus we are left
with only two free parameters which may be chosen as the
size of the source d and the distance between the wells X.
The experimental parameters b and B, can be deduced af-
terwards.

We first calculate the variation Aé of the tunneling
rate due to longitudinal and transverse magnetic field fluc-
tuations (respectively noted AB, and Ab). From the nu-
merical calculation of the tunneling rate shown in Figure 2
we obtain

A0 _ g 4paXe 5 gdw0 (4)
4 0 wo
Ab AB,
= 492777 41 .
T 09 (5)

If we require a relative stability of 10% on the tunnel-
ing rate, the required relative stability for the magnetic
fields b and B, is approximately the same and is easily
achievable with a standard experimental set-up. However
fluctuations due to the electromagnetic environment may
be problematic. Within the assumption B, > b, only the
first term in equation (5) contributes. Thus we have

(6)

Using the scaling law stated above for the current creating
the hexapole, we finally obtain the following expression
for the tunneling rate fluctuations due to variations of the
transverse magnetic field

AS amdy? d¥/2
=0~ 497 ( %

S Ab.
X3

d a po Io @

We require a relative stability of 10% for the tunneling
rate given an amplitude Ab = 1 mG for the magnetic field
fluctuations. This limits the possible values for X and d to
the domain above the continuous line plotted in Figure 3.
For the numerical calculation, we have used a geometrical
factor o = 4/v/3 (see Sect. 4) and the following values for
Ip and dy. A maximal current of Iy = 20 mA is reasonable
for gold wires having a square section of 500 nm x 500 nm
which are deposited on an oxidized silicon wafer [18].
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Fig. 3. Stability diagram for the size d, and the well separa-
tion Xo. The gray area represents pairs of d and X, for which
a 1 mG fluctuation of an external magnetic field does not sig-
nificantly disturb the double-well. The solid line delimits the
zone where the tunneling rate fluctuates less than 10%, while
the dashed line shows the area below which the fluctuations
of the gravitational energy are less than 10% of the tunneling
rate. In addition we show two additional constraints because
of B;: the area above the dotted line assures a B, large enough
to avoid Majorana losses and the dash-dotted line corresponds
to B, < 100 G. The device we describe in Section 4 operates
at d =5 pm.

Such wires can be used in a configuration where the typi-
cal distance between wires is dy =5 pm.

We now turn to the calculation of the fluctuations
of the gravitational energy shift between the two wells.
Transverse magnetic field fluctuations lead to fluctuations
Ah = Ab/(A Xj) of the height difference between the two
wells. The associated fluctuations of the gravitational en-
ergy difference have to be small compared to the tunnel-
ing energy so that the phase difference between the wells
is not significantly modified during one oscillation in the
double-well. The ratio between these two energies is

hé

mgAhN23 47rm29dg/2
- a/J()IQhQ

) Xod*? Ab.  (8)

We have used the same scaling law as before for the cur-
rent in the hexapole. The possible values for X and d that
insure this ratio being smaller than 10% are located below
the dashed line in Figure 3. We have assumed the same
numerical parameters as for the first condition. The inter-
section of the two possible domains we have calculated for
Xo and d corresponds to the gray area in Figure 3. The
main result is that the characteristic size of the source d
has to be smaller than 7.5 ym in order to achieve a rea-
sonable stability of the double-well. This motivates the
use of atom chips to create a magnetic double-well where
external magnetic fluctuations of 1 mG still allows the pos-
sibility of coherently splitting a Bose-Einstein condensate
using a magnetic double-well potential.

We have also plotted in Figure 3 the limit (dotted line)
above which the condition p B, > 10 hwy is fulfilled. This
insures the Majorana loss to be negligible in the double-
well. Furthermore, above this line the condition B, > b
which is assumed in all our calculation is also fulfilled.
We see this condition is not very restrictive and does not
significantly reduce the domain of possible parameters.
However we note that this condition becomes the limiting
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Fig. 4. Two configurations that produce a hexapolar mag-
netic field. Each wire carries the same current I. In (a) the
hexapole is obtained with two wires and a uniform magnetic
field Bo = poI/(27d). In (b) it is produced by 5 wires and
no external field. In the first configuration the stability of By
relative to I is critical. The second configuration avoids this
difficulty provided that the wires are connected in series.

factor as one decreases the size d of the current distribu-
tion. The last plotted dash-dotted line delimits the more
practical usable parameters. Above this line the longitudi-
nal field B, is greater than 100 G. Such high values of the
longitudinal field should be avoided since the longitudinal
field may have a small transverse component that would
disturb the double-well.

4 Experimental realization of a magnetic
double-well on an atom chip

As first proposed in [10], the simplest scheme to obtain a
hexapolar magnetic field on an atom chip uses two wires
and an external uniform field (see Fig. 4a). Denoting 2 d
the distance between the two wires, the value of the ex-
ternal field has to be By = o I/(27d). One then obtains
a hexapole located at a distance d from the surface of
the chip. This configuration leads to a geometrical factor
a = 1. In order to safely lie in the stability domain in Fig-
ure 3, one can choose d = 5 ym. This leads to a current
I =20 mA and to a uniform magnetic field By = 8 G. The
required relative stability ABy/By for this field is about
10~* since fluctuations of only 1 mG are tolerable!. Rela-
tive temporal stability of this magnitude can be achieved
with the appropriate experimental precaution, but it is
quite difficult to produce a spatially homogeneous field
on the overall length of the condensate (1 mm) with such
accuracy.

To circumvent this difficulty we propose to realize the
hexapolar field using only wires on the chip. Assuming
all the wires are fabricated on the same layer, at least
five wires must be used to create a hexapole. As seen in
Figure 4, the distance between the wires can be chosen so

1 More precisely the ratio I /Bo has to be kept constant with
such accuracy. Here we assume that the current / in the wires
does not fluctuate.
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Fig. 5. Schematic and SEM picture of our five wire device.
The design allows one to send the same current with a single
power supply in all the wires to create a magnetic hexapole.
The connections on the central wires allow us to imbalance the
currents between the central wire, the two left wires and the
two right wires.

that a hexapole is obtained with the same current running
in all the wires. This allows rejection of the noise from the
power supply delivering the current I. For this geometry,
we calculate a = 4/ /3 which is the value we used to plot
the curves in Figure 3.

We have implemented this five wire scheme on an
atom chip. The wires are patterned on an oxidized silicon
wafer using electron beam lithography followed by liftoff
of a 700 nm thick evaporated gold layer. Each wire has a
700 nm x 700 nm cross-section and is 2 mm long. Figure 5
shows the schematic diagram of the chip and a SEM image
of the wire ends. This design allows us to send the same
current in the five wires using a single power supply. The
extra connections are used to add a current in the central
wire in order to split the hexapole into two quadrupoles
without any external magnetic field. We can also change
the current in the left (right) pair of wires in order to
release the atoms from the left (right) trap when the sep-
aration between the wells is large enough. The transverse
wires connecting the five wires at their ends insure the lon-
gitudinal confinement of the atoms in a box like potential.

The distance d characterizing the wire spacing is 5 pym.
Using the exact expression of the magnetic field created by
the five wires, we have carried out numerical calculation of
the spectrum of the double-well. Using a transverse field
b = 60 mG and a longitudinal field B, = 550 mG, we
obtain a spacing between the wells of 2 Xy = 1.0 ym and
a tunneling rate of § = 2w x 290 Hz. The parameters have
been chosen to fulfill the condition wp 2 = 10§ and to lie in
the center of the stability domain. In our experiment, the
chip is oriented so that the gravity points in the direction
x + y in Figure 4. We thus have to tilt the transverse
field b using an angle 6, = 0.74 x 7 to compensate for
the gravitational energy shift. Finally, we have checked
numerically that the two conditions on the stability of the
tunneling rate and of the gravitational energy shift are
indeed fulfilled.

4.1 Splitting of a thermal cloud

In order to load the double-well with a sample of cold
8"Rb atoms, the five wire chip is glued onto an atom chip
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like that used in a previous experiment to produce a Bose-
Einstein condensate [19]. The five wire chip surface is lo-
cated approximately 150 ym above the surface of the other
chip. This two-chip design allows one to combine wires
having very different sizes (typically 50 gm x 10 pm for
the first chip and 700 nm x 700 nm for the five wire chip)
and therefore different current-carrying capacities in a sin-
gle device. Large currents are needed to efficiently capture
the atoms from a MOT in the magnetic trap.

Using evaporative cooling, we prepare a sample of cold
atoms in a loffe trap created by a Z-shaped wire on the
first chip and a constant external field. Transfer of the
atoms to the double-well potential is achieved by ramping
down the current in the Z-shaped wire and the external
field while we ramp up the currents in the five wires. The
final value of the current in the central wire is smaller
(10.4 mA) than for the one in the other wires (17.5 mA).
We use the fact that an imbalanced current in the cen-
tral wire is qualitatively equivalent to adding an external
transverse field to the hexapole. Ignoring the field due to
the lower chip, these current values lead to two trapping
minima located on the y-axis. The position of the up-
per minimum is superimposed on the position of the Ioffe
trap due to the lower chip. We typically transfer of order
10* atoms having a temperature below 1 uK.

To realize a splitting experiment, we then increase the
current in the central wire to 17.5 mA and decrease the
current in the other wires to 15 mA. The duration of the
ramp is 20 ms. If the external transverse field is zero,
the two traps located on the y-axis coalesce when all the
currents are equal and then split along the z-axis when the
current in the central wire is above the one in the other
wires. Then, by lowering the current in the left (right)
wires to zero, we eliminate the atoms in the left (right)
trap and measure the number of atoms remaining in the
other trap using absorption imaging. If the external mag-
netic field has a small component along the y-axis, the
coalescence point is avoided and the atoms initially in
the upper trap preferentially go in the right (left) trap
if b, is positive (negative). The number of atoms in the
left or in the right well as a function of b, is plotted in
Figure 6. As expected, we observe a 50% split between
the two wells if the two traps coalesce using b, = 0. For
an amplitude of the magnetic field b, larger than 0.6 G,
the transferred fraction of atoms is almost zero. For this
specific value of the transverse magnetic field, the atomic
temperature at closest approach between the wells is es-
timated to be 420 nK. On the other hand, for this trans-
verse field and for the longitudinal field B, = 1 G used in
the experiment, the barrier height between wells at closest
approach is 12 pK. Thus, the value of the atomic temper-
ature seems too small to explain our observations. The
estimated atomic temperature is calculated knowing the
initial temperature (220 nK) and assuming adiabatic com-
pression. We have reason to be confident in the adiabatic-
ity because the temperature is observed to be constant
when the splitting ramp is run backward and forward at
b, = 0.6 G. More precisely, numerical calculations of the
classical trajectories during the splitting indicate that the
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Detected atoms (x 104)

Fig. 6. Final number of atoms in the right well () and in the
left well (o) after a splitting experiment. The schematics depict
the trajectories of the two traps during the sequence. Initially
all the atoms are in the upper trap. Depending on the sign of
the y component of b, the atoms preferentially end in the left
or in the right well. The minimal distance between the traps
depends on the modulus of b,. This distance is zero if b, = 0,
leading to a splitting with half of the atoms in each well.

typical width of the curves shown in Figure 6 is approxi-
mately three times too large. For the moment, we do not
have a satisfactory explanation for this broadening.

4.2 Longitudinal potential roughness

For our present set-up, the actual longitudinal potential
differs from the ideal box-like potential because of distor-
tions in the current distribution inside the wires [19,20].
Preliminary measurements indicate a roughness with a
rms amplitude of a few mG and a correlation length of
a few pm. The condensate will thus be fragmented. Each
fragment will be trapped in a potential with a typical
longitudinal frequency of about 400 Hz. Given the same
number of atoms and the same total length for the whole
condensate, the longitudinal density in each fragment will
be approximately ten times higher than for the ideal box-
like potential. Thus the Rabi regime may be out of reach
with our present set-up. More precise measurements of the
exact longitudinal potential shape are in progress to de-
termine the maximum ratio E;/(N? E¢) we can actually
achieve. Improved wire fabrication techniques may allow
us to obtain a flatter longitudinal potential and to increase
the E;/(N? E¢) ratio.

5 Conclusion

We have shown that atom chip based set-ups are well
suited to produce a stable magnetic double-well poten-
tial. Our main argument is that atom chips allow one to
design a current distribution having a characteristic size
small enough so that oscillations of a condensate between
the wells can be reproducible despite a noisy electromag-
netic field environment.

We have fabricated a device using five wires spaced
by a distance of a few microns. The preliminary data in
Figure 6 shows that we have good control over our trans-
verse magnetic potential, although we cannot entirely val-
idate our design choices before having observed coherent

The European Physical Journal D

oscillations. To do this it remains to reproducibly place a
condensate in the trap so that the two mode description
applies and can be tested.

This work was supported by the E.U. under grants IST-2001-
38863 INTAS (Contract 211-855) and MRTN-CT-2003-505032
and by the D.G.A. (03.34.033).
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We report in situ measurements of density fluctuations in a quasi-one-dimensional ’Rb Bose gas at
thermal equilibrium in an elongated harmonic trap. We observe an excess of fluctuations compared to the
shot-noise level expected for uncorrelated atoms. At low atomic density, the measured excess is in good
agreement with the expected “bunching’” for an ideal Bose gas. At high density, the measured fluctuations
are strongly reduced compared to the ideal gas case. We attribute this reduction to repulsive interatomic
interactions. The data are compared with a calculation for an interacting Bose gas in the quasicondensate

regime.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.96.130403

In a classical gas, the mean square fluctuation of the
number of particles within a small volume is equal to the
number of particles (we shall call this fluctuation ‘“‘shot
noise’’). On the other hand, because of quantum effects, the
fluctuations in a noncondensed Bose gas are larger than the
shot-noise contribution [1]. For photons, the well-known
Hanbury Brown—Twiss or ““photon bunching” effect is an
illustration of this phenomenon [2]. Analogous studies
have been undertaken to measure correlations between
bosonic atoms released from a trap after a time of flight
[3—6]. However, bunching in the density distribution of
trapped cold atoms at thermal equilibrium has not been yet
directly observed.

Density fluctuations of a cold atomic sample can be
measured by absorption imaging as proposed in [7,8] and
recently shown in [5,9]. When using this method, one
necessarily integrates the density distribution over one
direction, and this integration can mask the bunching effect
whose correlation length is of the order of the de Broglie
wavelength. A one-dimensional (1D) gas, i.e., a gas in an
anisotropic confining potential with a temperature lower
than or of order of the zero point energy in two directions,
allows one to avoid this integration, and is thus a very
favorable experimental geometry.

Additionally, atoms in 1D do not Bose condense [10].
One can therefore achieve a high degree of quantum de-
generacy without condensation, which enhances the
bunching effect for an ideal gas. When one considers the
effect of interactions between atoms, two additional re-
gimes can appear: the Tonks-Girardeau regime and the
quasicondensate regime [11]. Starting from an ideal gas,
as one increases density at fixed temperature 7, the 1D
interacting Bose gas passes smoothly to the quasiconden-
sate regime. The linear density scale for this crossover is
given by ny = [m(kgT)*/h*g]'/3, where g is the effective
1D coupling constant and m the atomic mass [12,13].
Density fluctuations are suppressed by a factor (n/ny)>/2
compared to the ideal gas [see Eq. (4) below], although
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phase fluctuations remain [14—18]. We emphasize that this
crossover occurs in the dense, weakly interacting limit
which is the opposite of the Tonks-Girardeau regime.

To measure the density fluctuations of a trapped Bose
gas as a function of its density, we acquire a large number
of images of different trapped samples under identical
conditions. We have access to both the ideal Bose gas
limit, in which we observe the expected excess fluctuations
compared to shot noise, as well as the quasicondensate
regime in which repulsive interactions suppress the density
fluctuations.

Our measurements are conducted in a highly anisotropic
magnetic trap created by an atom chip. We use three
current carrying wires forming an H pattern [19] and an
external uniform magnetic field to magnetically trap the
8Rb atoms in the |F =2, m; =2) state (see Fig. 1).
Adjusting the currents in the wires and the external mag-
netic field, we can tune the longitudinal frequency between
7 and 20 Hz while keeping the transverse frequency
| /(27) at a value close to 2.85 kHz. Using evaporative
cooling, we obtain a cold sample at thermal equilibrium in
the trap. Temperatures as low as 1.4%w | /kg are accessible

Atomic
cloud

BIOWRD (DD

_a

FIG. 1. Schematic of the experimental setup. Left: drawing of
the wires constituting the atom chip. We keep I; + I, = 3 A and
adjust I; — I, between 0.3 and 1 A to vary the confinement along
z. The uniform field B, is approximately 40 G, we also add a
small field (=1 G) along z. Right: optical imaging system. We
image the cloud and its reflection on the atom chip onto a CCD
camera. In the radial direction, the unresolved cloud images
cover approximately five pixels whose size in the object plane is
A =6 pm.

© 2006 The American Physical Society
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with an atom number of 5 X 103. The atomic cloud has a
typical length of 100 wm along the z axis and a transverse
radius of 300 nm.

As shown in Fig. 1, in situ absorption images are taken
using a probe beam perpendicular to the z axis and reflect-
ing on the chip surface at 45°. The light, resonant with the
closed transition |F = 2) — |F' = 3) of the D2 line is
switched on for 150 us with an intensity of one tenth of
the saturation intensity. Two images are recorded with a
CCD camera whose pixel size A X A in the object plane is
6.0 X 6.0 wm?. The first image is taken while the trapping
field is still on. The second image is used for normalization
and is taken in the absence of atoms 200 ms later. During
the first image, the cloud expands radially to about 5 um
because of the heating due to photon scattering by the
atoms. The size of the cloud’s image is even larger due
to resolution of the optical system (about 10 wm) and
because the cloud and its image in the mirror at the atom
chip surface are not resolved. Five pixels along the trans-
verse direction x are needed to include 95% of the signal.

We denote by N""(x, z) the number of photons detected
in the pixel at position (x, z) for the image i (i = 1, 2). We
need to convert this measurement into an atom number
N(z) detected between z and z + A. Normally, one simply
computes an absorption per pixel In(N5"/N™") and sums
over x:

N(z) = > In[NS(x, 2)/ NP (x, 2)]A% o, (1)

where o, is the absorption cross section of a single atom.
When the sample is optically thick and the atomic density
varies on a scale smaller than the optical resolution or the
pixel size, Eq. (1) does not hold since the logarithm cannot
be linearized. In that case, Eq. (1) underestimates the atom
number and the error increases with optical thickness.
Furthermore, in our geometry, optical rays cross the atomic
cloud twice since the cloud image and its reflection in the
atom chip surface are not resolved.

We partially correct for these effects by using in Eq. (1)
an effective cross section o, determined as follows. We
compare the measured atom number using the in situ pro-
cedure described above with the measured atom number
after allowing the cloud to expand and to leave the vicinity
of the chip surface. In this case, Eq. (1) is valid and the
atomic cross section o, = 3A2/(27) well known. We
then obtain for the effective cross section o, = 0.80.
Although this effective cross section depends on the atomic
density, we have checked that for the total atom number
between 2 X 103 and 9 X 10? the measured value varies by
only 10%. Taking into account the uncertainty on the value
of oy, we estimate the total error on the measured atom
number N(z) to be less than 20%.

To measure the variance of the atom number in a pixel,
we acquire a large number of images (typically 300) taken
in the same experimental conditions. To remove technical
noise from our measurement, the following procedure is

used to extract the variance. For each image, we form the
quantity SN(z)*> = [N(z) — N(z)]*, where the mean value
N(z) is normalized to contain the same total atom number
as the current image. We thus correct for shot to shot total
atom number fluctuations. The average is performed only
over p = 21 images which bracket the current image so
that long term drifts of the experiment do not contribute to
the variance. We have checked that the results are inde-
pendent of p, varying p between 5 and 21 [20]. A large
contribution to 8N(z)?, irrelevant to our study, is the pho-
ton shot noise of the absorption measurement. To pre-
cisely correct for this noise, we subtract the quantity
S /N (x, 2) + 1/NS(x, 2)](A20,)? from S8N(z)? for
each image. We typically detect 10* photons per pixel
corresponding to a contribution to SN2 of about 50. To
convert the camera signal into a detected photon number,
we use a gain for each pixel that we determine by measur-
ing the photon shot noise of images without atoms as
explained in [21]. The corrected SN(z)?> obtained for all
images are then binned according to the value of N(z),
rather than of z itself. This gives the variance of the atom
number (SN(z)?) as a function of the mean atom number
per pixel. Since more pixels have a small atom number, the
statistical uncertainty on the estimate of the variance de-
creases with the average atom number (see Figs. 2 and 3).

Data shown in Fig. 2 correspond to atom clouds of
sufficiently low density so that effect of interatomic inter-
actions is expected to be small. The three data sets corre-
spond to three different temperatures, the trapping
frequencies are 2.85 kHz and 7.5 Hz. We deduce the
temperature and the chemical potential of the sample by
fitting the mean longitudinal profile N(z) of the cloud to the
profile of an ideal Bose gas (see inset of Fig. 2). For the
“hot” sample where bunching gives negligible contribu-
tion to SN? [see Eq. (3)], we observe atomic shot-noise
fluctuations; i.e., the atom number variance increases lin-
early with the mean atom number. The fact that we recover
the linear behavior expected for shot noise increases our
confidence in the procedure described in the previous two
paragraphs. The slope « is only 0.17 and differs from the
expected value of 1. We attribute this reduction to the fact
that our pixel size is not much bigger than the resolution of
our optical imaging system, thus one atom is spread out on
more than one pixel. When the pixel size is small enough
compared to the optical resolution and in the case of weak
optical thickness, the expected slope is simply approxi-
mated by « = A/(2./78), where § is the rms width of the
optical response which we suppose Gaussian. From the
measured slope, we deduce 6 = 10 wm in good agreement
with the smallest cloud image we have observed (8 pwm).

For ““cold” samples, we see an excess in the atom
number variance compared to shot noise. We attribute
this excess to bunching due to the bosonic nature of the
atoms. In a local density approximation, the fluctuations of
a radially trapped Bose gas with longitudinal density n(z)
are [22]
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(n(2n(2)) — (n(2))* = (n(2))8(z — ')

where w is the local chemical potential, 8 = 1/(kgT),
Agg = 27h?*/(mkgT) is the de Broglie thermal wave-
length, and (-) denotes an ensemble average. The first
term on the right-hand side corresponds to shot noise,
and the second term to bunching. For a nondegenerate
gas (nAgg << 1), one can keep only the term i = j = 1.
The bunching term reduces to (n(z))*exp[—2m(z —
)2/ A%z Jtanh?(Bhw | /2) and one recovers the well-known
Gaussian decay of the correlations. The reduction factor
tanh?(Bhw | /2) is due to the integration over the trans-
verse states. In our experiment, the pixel size is always
much bigger than the correlation length. In which case,
integrating over the pixel size A, we have

(N?) —

(NY =(N) + <N>2 > tanh*(Bhew /2).  (3)

\/EA
The coefficient of (N)? is the inverse of the number of
elementary phase space cells occupied by the N atoms.

To compare Eq. (3) to our data we must correct for the
optical resolution as was done for the shot noise.
Furthermore, atoms diffuse about 5 um during the imag-
ing pulse because of photon scattering. This diffusion
modifies the correlation function, but since the diffusion
distance is smaller than the resolution, 10 wm, and since
its effect is averaged over the duration of the pulse, its
contribution is negligible. We thus simply multiply the
computed atom number variance by the factor .

Figure 2 shows that the value calculated from Eq. (3)
(dotted line) underestimates the observed atom number
variance. In fact, for the coldest sample, we estimate
n(0)Agg = 10, and thus the gas is highly degenerate. In
this situation replacing the Bose-Einstein occupation num-
bers by their Maxwell-Boltzmann approximations is not
valid, meaning that many terms of the sum in Eq. (2) have
to be taken into account. The prediction from the entire
sum is shown as a dot-dashed line and is in better agree-
ment with the data.

In the experiment we are also able to access the quasi-
condensate regime in which interparticle interactions are
not negligible, and the ideal gas theory discussed above
fails. Figure 3 shows the results of two experimental runs
using denser clouds. For these data, the trapping frequen-
cies are 2.85 kHz and 10.5 Hz. The insets show the mean
longitudinal cloud profiles and a fit to the wings of the
profiles to an ideal Bose gas profile. One can see from these
insets that, unlike the conditions of Fig. 2, an ideal gas
model does not describe the density profile in the center.
We employ the same procedure to determine the variance
versus the mean atom number. As in Fig. 2 we plot our
experimental results along with the ideal Bose gas predic-
tion based on the temperature determined from the fit to the
wings in the insets. For small mean value N(z), the mea-
sured fluctuations follow the ideal gas curve (dot-dashed

® LBuli+)) == P(1/i+1/)/AG

1 (e )
— 2
g Zl Z lj [1 _ e—ﬁhwl(z+j)]2 ( )

{
line) but they are dramatically reduced when the atom
number is large.

The theory for a weakly interacting uniform 1D Bose
gas permits an analytical prediction for the density fluctu-
ations in the limit n >> ny. In this limit, the gas enters the
Gross-Pitaevskii regime and density fluctuations are given
in the Bogoliubov approximation by [12,13]

Gnon() = [ greiic- o 5

1/2
m) (1+2nk),

“)

where n;, is the Bose thermal occupation factor of the mode
k with energy €, = \/k*(k* + 4£672) X h*/(2m) and & =
h/./mng is the healing length. For 200 atoms per pixel, the
healing length is about 0.3 wm in our experiment [23]. The
term proportional to n; describes the contribution of ther-
mal fluctuations while the other is due to vacuum fluctua-
tions. Since the pixel size is much bigger than the healing
length, we probe only long wavelength fluctuations for
which thermal fluctuations dominate at the temperatures
we consider. Using k < 1/¢ and n; = kgT/€;, we obtain
for the atom number variance in a pixel

8()-— 200k 7=2.9 o | ]
'z
_ 60 1 ]
&
2 (um)
% 401 »
20 ' AL 6 -
I N 4
OF &0 4
| IR T BT T R T R
80-_200 ~ T=2.1fiwy | _
60 R
L 1 ]
A; 40f
< 2k _
L 0 7-10 fio, | A
OF &0 ® 7=2.17%w, | o
1

o 1 1
0 100 I 200

FIG. 2. Atom number variance as a function of the mean atom
number per pixel. Open circles correspond to a hot cloud (kpT =
10hw |, v = 27 X 2.85 kHz) for which fluctuations are given
by the shot noise (black line). The solid circles correspond to
cold clouds. Error bars show the standard deviation of the mean
of (SN?). The fluctuations in excess of shot noise are due to
bosonic bunching. The dot-dashed line is the prediction for an
ideal Bose gas while the dotted line uses the Maxwell-
Boltzmann approximation [see Eq. (3)]. The insets show the
longitudinal profile of the two cold clouds from which we
deduce the temperature and the chemical potential used for the
calculations.
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FIG. 3. We plot the same quantities as in Fig. 2. Dot-dashed
lines are the predictions for an ideal Bose gas [deduced from
Eq. (2)], whereas the dashed lines show the results of Eq. (6).
The temperature of the sample is deduced by fitting the wings of
the longitudinal profile to an ideal Bose gas profile as shown in
the insets. The solid lines gives the atomic shot-noise level.

w2 — 2 = 2L,

&)
This formula can also be deduced from thermodynamic
considerations: for a gas at thermal equilibrium, the atom
number variance in a given volume is given by

(N?) = (N)* = kgT(ON/op)r. Q)

For a quasicondensate with chemical potential gn, Egs. (5)
and (6) coincide.

The calculation leading to Eq. (5) holds in a true 1D
situation in which case the effective coupling constant is
g = 2hw | a, where a is the scattering length of the atomic
interaction. The validity condition for the 1D calculation is
n < 1/a (equivalently u << hw ). In our experiment
however, the value of na is as high as 0.7 and thus one
cannot neglect dependence of the transverse profile on the
local density. On the other hand, the thermodynamic ap-
proach is valid and, supposing w(N) is known, Eq. (6)
permits a very simple calculation. We use the approximate

formula w(N) = hw /1 + 4Na/A valid in the quasicon-
densate regime [24]. This formula connects the purely 1D
regime with that in which the transverse profile is Thomas-
Fermi. The results of this analysis, confirmed by a full 3D
Bogoliubov calculation, are plotted in Fig. 3 (dashed line).
Equation (5) predicts a constant value for the atom number
variance and underestimate it by 50% for the maximal
density reached in our experiment (N = 400).

We compare this calculation in the quasicondensate re-
gime with our data. From Fig. 3 we see that the calculation
agrees well with the measurements for k37 = 1.4hw | but
less so for kzT = 2.4hw, . The one-dimensional theory
predicts that the quasicondensate approximation is valid in

the limit n >> ny, which corresponds to (N) > 100(140)
for kT = 1.4hw | (kgT = 2.4hw ). The disagreement
between the calculation and our data for kzgT = 2.4hw |
suggests that perhaps we did not achieve a high enough
density to be fully in the quasicondensate approximation.
In addition the one-dimensional calculation of ny is unre-
liable for such high ratio kzT/hw | and underestimates the
value at which the cross over appears. This is also the case
for the data of Fig. 2 where the naive estimate of ny
corresponds to (N) = 160 for kzT = 2.9hw | and (N) =
130 for kT = 2.1hw .

Exploitation of the 1D geometry to avoid averaging the
fluctuations in the imaging direction can be applied to
other situations. A Bose gas in the strong coupling regime,
or an elongated Fermi gas should show sub-shot-noise
fluctuations due to antibunching.
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We investigate the physics underlying the presence of a quasicondensate in a nearly one dimensional,
weakly interacting trapped atomic Bose gas. We show that a Hartree-Fock (mean-field) approach fails to
predict the existence of the quasicondensate in the center of the cloud: the quasicondensate is generated by
interaction-induced correlations between atoms and not by a saturation of the excited states. Numerical
calculations based on Bogoliubov theory give an estimate of the crossover density in agreement with

experimental results.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.97.250403

Since the first observation of the Bose-Einstein conden-
sation in dilute atomic gases, self-consistent mean-field
approaches (see e.g. [1,2]) have successfully described
most experimental results. A good example is the critical
temperature at which the condensate appears [3-5].
However, the approximate treatment made in these theories
about particle correlations cannot capture all the subtle
aspects of the many body problem and the success of these
theories relies on the weakness of interactions in dilute
atomic gases [pa® < 1 where p is the atomic density and
a the scattering length for three-dimensional (3D) gases]
and also on the absence of large fluctuations (Ginzburg
criterion) [6]. In a 3D Bose gas, this latter criterion is not
fulfilled for temperatures very close to the critical tempera-
ture [4] and deviations from the mean-field theories are
expected. For a given atomic density, the critical tempera-
ture is calculated to be slightly shifted towards a larger
value as compared to the mean-field prediction [7-9] but
this discrepancy is still beyond the precision of current cold
atom experiments [3,10].

In mean-field theory, a Bose gas above condensation is
described by a Hartree-Fock (HF) single fluid in which
atomic interactions are taken into account only via a mean-
field potential V., = 2gp [11,12], where g is the coupling
constant and p the atomic density. Interaction-induced
atomic correlations are neglected and the gas is modeled
as a group of noninteracting bosons that experience the
self-consistent potential V ;. As for an ideal Bose gas, the
two-particle correlation function at zero distance g®(0) is
2 (bunching effect) [6]. This HF single fluid description
holds until the excited state population saturates, which is
the onset of Bose condensation.

In this Letter, we present measurements of density pro-
files of a degenerate Bose gas in a situation where the trap
is very elongated and the temperature of the cloud is close
to the transverse ground state energy. For sufficiently low
temperatures and high densities, we observe the presence
of a quasicondensate [13] at the center of the cloud. Using
the above HF theory, we show that a gas with the same
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temperature and chemical potential as the experimental
data is not Bose condensed. Thus, a mean-field approach
does not account for our results and the quasicondensate
regime is not reached via the usual saturation of the excited
states. We emphasize that this failure of mean-field theory
happens in a situation where the gas is far from the strong
interaction regime, which in one dimension (1D), corre-
sponds to the Tonks-Girardeau gas limit [13—15], and
where mean-field theory also fails. To our knowledge,
this is the first demonstration of the breakdown of a
Hartree-Fock approach in the weakly interacting limit.

We attribute this failure of the mean-field theory to the
nearly 1D character of the gas. It is well known that a 1D
homogeneous ideal Bose gas does not experience Bose-
Einstein condensation in the thermodynamic limit. On the
other hand, in the presence of repulsive interactions in the
weakly interacting regime, as the linear density increases
one expects a smooth crossover from an ideal gas regime
where g?(0) =2 to a quasicondensate regime where
g?(0) = 1 [14,16,17]. The HF approach fails to describe
this crossover: as for an ideal gas, the thermal fluid does not
saturate and g®(0) = 2 for any density. The above results
also hold for a 1D harmonically trapped gas at the thermo-
dynamic limit: no saturation of excited states occurs for an
ideal gas [18] and the gas smoothly enters the quasicon-
densate regime when the peak density increases [13,19].

In the experiment presented here, the gas is neither
purely 1D nor at the thermodynamic limit: a few transverse
modes of the trap are populated and a condensation phe-
nomenon due to finite size effects might be expected [20].
However, we will show that, as in the scenario discussed
above, the gas undergoes a smooth crossover to the quasi-
condensate regime without saturation of the excited states.
An estimation of the crossover density using a three-
dimensional Bogoliubov calculation is in agreement with
experimental data.

The experimental setup is the same as [21]. Using a
Z-shaped wire on an atom chip [22], we produce an
anisotropic trap, with a transverse frequency of

© 2006 The American Physical Society
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w1 /Qm) =275 kHz and a longitudinal frequency of
w./(2m) = 15.7 Hz. By evaporative cooling, we obtain a
few thousand 3"Rb atoms in the |F = 2, m = —2) state at
a temperature of a few times hw | /kg. Current-flow defor-
mations inside the microwire, located 150 um below the
atoms, produce a roughness on the longitudinal potential
[23]. The observed atomic profiles are smooth (see Fig. 1),
which shows that this roughness is small and we neglect it
in the following.

The longitudinal profile of the trapped gases are re-
corded using in situ absorption imaging as in [21]. The
probe beam intensity is about 20% of the saturation inten-
sity and the number of atoms contained in a pixel of a CCD
camera is deduced from the formula N, = (A?/o) X
In(1,/1,), where A = 6.0 um is the pixel size, o the
effective cross section, and I; and [, the probe beam
intensity, respectively, with and without atoms. The longi-
tudinal profiles are obtained by summing the contribution
of the pixels in the transverse direction. However, when the
optical density is large and the density varies on a scale
smaller than the pixel size the above formula underesti-
mates the real atomic density [21]. In our case, the peak
optical density at resonance is about 1.5, and this effect
cannot be ignored. To circumvent this problem, we de-
crease the absorption cross section by detuning the probe
laser beam from the F = 2 — F' = 3 transition by & =
9 MHz. We have checked that for larger detunings, the
normalized profile remains identical to within 5%. For the
detuning &, the lens effect due to the real part of the atomic
refractive index is calculated to be small enough so that all
the refracted light is collected by our optical system and the
profile is preserved.

To get an absolute measurement of the linear density, we
need the effective absorption cross section o. We find o by
comparing the total absorption of in sifu images taken with
a detuning & with the total number of atoms measured on
images taken at resonance after a time of flight long
enough (5 ms) that the optical density is much smaller
than 1. In these latter images, the probe beam is o*
polarized and the magnetic field is pointing along the probe
beam propagation direction so that the absorption cross
section is 3A%/27r. We obtain for the in situ images taken at

a detuning &, an effective absorption cross section (0.24 =
0.04) X 3A2/2r. For samples as cold as that in Fig. 1(a),
the longitudinal profile is expected to be unaffected by the
time of flight and we checked that the profile is in agree-
ment with that obtained from in situ detuned images within
5%.

Averaging over 30 measured profiles, we obtain a rela-
tive accuracy of about 5% for the linear density. A system-
atic error of about 20% is possible due to the uncertainty in
the absorption cross section.

In Fig. 1, we plot the longitudinal density profiles of
clouds at thermal equilibrium for different final evaporat-
ing knives obtained from in situ images. We have com-
pared the density profiles with the expected quasi-
condensate density profile with the same peak density.
This is obtained using the equation of state of the longi-
tudinally homogeneous gas u = iiw | /1 + 4na [24], and
the local chemical potential u(z) = o — 1/2mw?z?,
where 7 is the linear atomic density, and w, the chemical
potential at the center of the cloud. For the two colder
clouds [graphs (a) and (b)] in Fig. 1, we observe a good
agreement between the central part of the experimental
curves (circles) and the quasicondensate profile (short
dashed lines) which indicates that the gas has entered the
quasicondensate regime. In [21], we observed the inhibi-
tion of density fluctuations expected in this regime.

For a given atomic density profile, we extract the tem-
perature and chemical potential of the data from a fit to an
ideal Bose gas distribution. For cold clouds, the ideal Bose
gas model should fail in the central part of the cloud where
interactions are not negligible. We therefore fit only the
wings of the profile by excluding a number of pixels N, on
either side of the center of the profile. We fit the longitu-
dinal atomic distribution with only the chemical potential
Mo as a free parameter for different trial temperatures 7. As
seen in Fig. 2, uo(T, N,,) is approximately linear in N,, for
N > 10. The cloud’s temperature is the one for which
mo(T, Ngy) is independent of N,,. The fluctuations around
the straight line for N, > 10, seen in Fig. 2, is mainly due
to the potential roughness. These fluctuations contribute
for about 5% to the uncertainty of 7" and w,. The determi-
nation of u,, however, is primarily limited by the uncer-
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FIG. 1. In situ longitudinal distributions for different temperatures (circles). Long dashed lines: ideal Bose gas profile at the shown

temperature 7" and chemical potential w, obtained from a fit to the wings. Solid lines: profiles obtained in the Hartree-Fock
approximation for the same 7 and wq. Short dashed lines: quasicondensate profiles with the same peak density as the experimental
data. Horizontal solid lines: crossover density estimated using a Bogoliubov calculation (see text).
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FIG. 2. Chemical potential u, obtained by fitting the wings of
profile (b) to an ideal Bose gas distribution, as a function of the
number of excluded pixels N, on either side of the distribution,
for four different trial temperatures. The arrow indicates pq. =
hw | /T + 4nya, which is the chemical potential found from the
measured peak linear density ng.

tainty in the total atom number. For profile (b), we find
T, = (2.75 £ 0.05)hw, /kp and ub = (1.65 * 0.5)hw, .
For the profile (a), the chemical potential and the tempera-
ture are not very accurate because the wings are too small.
This profile is not analyzed in the following.

Another method to deduce the chemical potential is to
use the peak atomic density and the formula u =
hw /1 + 4na, assuming the gas is well inside the quasi-
condensate regime at the center of the cloud. For graph (b),
we obtain ug. = (1.8 = 0.2)hw  , which is consistent with
the value obtained from fits of the wings of the distribution.

We now compare the experimental density profiles with
the longitudinal atomic density n(z) given by the Hartree-
Fock theory for the same temperature and chemical poten-
tial. To do the calculation, we also assume the relative
population of the ground state is negligible (no Bose-
Einstein condensation) and the quantization of the longi-
tudinal eigenstates is irrelevant. In this so-called local
density approximation (LDA), the linear atomic density
n(z) is identical to the linear atomic density n,(u(z), T) of
a thermal Bose gas trapped in the radial direction and
longitudinally untrapped at a chemical potential w(z) =
po — mw3z*/2.

To obtain n,(w, T), we need to compute the self-
consistent three-dimensional atomic density p which is
the thermodynamic distribution of independent bosons
that experience the self-consistent HF Hamiltonian [11,12]

2
Hyp =25+ Hygy + Hygn + 26000, ()

where Hy, is the transverse kinetic energy term, Hy,, the
transverse harmonic potential, r is the radial coordinate,
and g = 4wh*a/m where a is the 3Rb scattering length.
The simplest approach to obtain p(r) is to use an iterative
method, starting from p(r) = 0. For each iteration, we
numerically diagonalize the transverse part of Hyp to
deduce the new thermal atomic density distribution.
When the interactions become too strong (linear density

larger than 320 atoms per pixels for the temperature 77,)
this algorithm does not converge. In this case, we use a
more time consuming method based on a minimization al-
gorithm. We use the trial function pyiy (r) =Y 5, H, (1) X
e~ /2% where H,,(r) are Hermite polynomials, and 0 <
p = 3. We find r\ and the four ¢, coefficients by mini-
mizing & = f8° r(pia(r) — Puial(P) dr/ f?)o rptzrial(r) dr,
where pj,,(r) is the thermodynamic equilibrium atomic
density for Hyp[ pyia(r)]. We find £ less than 10~* mean-
ing that our 5 parameter model describes the transverse
Hartree-Fock profile well. The linear density n, =
[27rpyia(r)dr is identical to nj = [2mrpy,(r)dr
within 0.5%. In the domain where both methods are valid,
we also check that they give the same result.

Figure 1 compares the longitudinal profiles obtained
with the HF calculation with the experimental data and
the ideal gas profile for the graphs (b), (c), and (d). The HF
profile for the hottest cloud [graph (d)] is in agreement with
data and identical within 1% to the ideal Bose gas predic-
tion. For the slightly colder cloud of graph (c), the HF
avoids the divergence in the ideal gas model, although it
underestimates the peak density by approximately 20%.
For the even colder cloud of graph (b), the discrepancy
between the HF profile and the experimental data is even
larger (35% at the center).

To validate our Hartree-Fock calculations we check a
posteriori the local density approximation (LDA). The
LDA is valid if the population difference between adjacent
energy states is negligible. This criterion is met if the
absolute value of u. = wo — €o(u) is much larger than
AE, where g¢(u) is the ground state energy and AE the
energy gap between the ground state and the first excited
longitudinal state. For the temperature of the graph (b), as
long as pg <2.0hw |, |pe/AE| is larger than 15 (see
Fig. 3), and for the chemical potential uj = 1.65hw
deduced from the data |ues/AE| = 25. For such a large
value of |u.s/AE]|, the LDA is expected to be valid.

For this ratio w.s/AE, we can quantify the error made in
the density profile due to the LDA. From the HF calcula-
tion, we obtain the energies E,(u, T) of the transverse
eigenstates. Assuming the transverse motion adiabatically

-10 F 3
220 o ° 5

-30 o B

Hegr/AE

-40

-50

FIG. 3. Ratio between the effective chemical potential and AE,
the energy splitting between the ground state and the first excited
state as a function of the chemical potential for the temperature
of profile (b). The dashed lines correspond to the measured
chemical potential.

250403-3



PRL 97, 250403 (2006)

PHYSICAL REVIEW LETTERS

week ending
22 DECEMBER 2006

follows the longitudinal one, we obtain an effective longi-
tudinal Hamiltonian with a potential V,(z) = E,(uo —
mw§z2/2, T) for each transverse mode. Diagonalization
of each effective longitudinal Hamiltonian and summation
of the resulting thermal profiles gives the expected longi-
tudinal density profile. We find agreement with the profile
obtained from the LDA within 5%. This procedure also
confirms the LDA for the HF calculations corresponding to
the graphs (c) and (d).

In the case of profile (b), where the gas is in the quasi-
condensate regime at the center, the Hartree-Fock calcu-
lation predicts a population of the ground state N, =
kgT /(g9 — my) = 0.0035N,,. Therefore, the Hartree-
Fock approach does not predict a saturation of the excited
states and fails to explain the presence of the quasiconden-
sate at the center of the cloud. The local density approxi-
mation  criterion e = lg — go(ue)| > AE  also
implies a small relative ground state population.

The failure of the Hartree-Fock approach for our experi-
mental parameters is due to the large density fluctuations
this theory predicts in a dense, nearly 1D gas. When
density fluctuations become too large, pair interactions
induce correlations in position between particles which
are not taken into account in the Hartree-Fock theory.
These correlations reduce the interacting energy by de-
creasing density fluctuations: the gas enters the quasicon-
densate regime.

We now estimate the crossover density n., at which the
gas enters the quasicondensate regime. For this purpose,
we assume the gas is in the quasicondensate regime and use
the Bogoliubov theory to compute density fluctuations. We
find a posteriori the validity domain of the quasiconden-
sate regime, which requires that density fluctuations 6 p be
small compared to the mean density p. More precisely, we
define n., as the density for which the Bogoliubov calcu-
lation yields [[(8p(r))?*/(p(r)ne,)d*r =1. We indicate
this crossover density in Fig. 1. We find that n_, is close
to the density above which the experimental profiles agree
with the quasicondensate profile.

In conclusion, we have been able to reach a situation
where a quasicondensate is experimentally observed but a
HF approach fails to explain its presence. As for purely one
dimensional systems, the passage towards quasicondensate
in our experiment is a smooth crossover driven by inter-
actions. The profiles that we observe require a more in-
volved theory able to interpolate between the classical and
the quasicondensate regime. A quantum Monte Carlo cal-
culation that gives the exact solution of the many body
problem [5,9] should reproduce the experimental data. In
fact, since temperatures are larger than interaction energy,
quantum fluctuations of long wavelength excitations
should be negligible and a simpler classical field calcula-
tion should be sufficient [25,26]. Finally, the refined mean-
field theory proposed in [27], where the coupling constant

g is modified to take into account correlations between
atoms, may explain our profiles.
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We present a method to suppress the roughness of the potential of a wire-based, magnetic atom guide:
modulating the wire current at a few tens of kHz, the potential roughness, which is proportional to the wire
current, averages to zero. Using ultracold 3’Rb clouds, we show experimentally that modulation reduces
the roughness by at least a factor five without measurable heating or atom loss. This roughness
suppression results in a dramatic reduction of the damping of center-of-mass oscillations.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.98.263201

Atom chips, devices which trap and guide atoms with
microfabricated structures on a substrate, hold enormous
promise for the applications of cold atoms and for the
exploration of new physical regimes of degenerate gases
[1,2]. For applications, their small size facilitates the de-
sign of a large variety of structures and functionalities [3—
7]. For fundamental studies, the strong confinement pos-
sible on an atom chip permits, e.g., the study of low-
dimensional gases. In particular, nearly one-dimensional
(1D) gases have been studied in the weakly interacting
regime on atom chips [8,9], and the attainment of the
strongly interacting or Girardeau regime [10-14] on a
chip is attracting significant experimental effort [15].

To exploit the full potential of these devices, atoms must
often be close to the material structures they contain. This
proximity, however, renders atom chips highly sensitive to
defects [16,17] which produce roughness in the trapping
potential. In the case of current carrying wires, most of
these defects are due to the wires themselves [18-22].
Advances in fabrication procedures have steadily im-
proved wire quality [23,24], but the roughness of the trap-
ping potential remains a problem. For example, it is a
serious hindrance for the attainment of the Girardeau re-
gime, where the atoms need to be tightly confined in the
transverse direction and weakly confined in the longitudi-
nal direction.

In this Letter we demonstrate a method, first suggested
in [18], which nearly eliminates the longitudinal potential
roughness of a magnetic wire trap by rapid current modu-
lation. This idea is reminiscent of the TOP trap [25] in the
sense that the atoms see a time-averaged potential. The
wire configuration here is such that the rough potential
component rapidly oscillates and averages to zero. We
compare the potential roughness for unmodulated (dc)
and modulated (ac) guides (with the same current ampli-
tudes) and demonstrate a reduction factor of at least 5
without noticeable atom loss or heating. This roughness
suppression results in a significant reduction of the damp-
ing of the center-of-mass oscillations.

0031-9007/07/98(26)/263201(4)
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PACS numbers: 39.25.+k, 03.75.Be

A simple atomic guide can be made by a current carry-
ing wire and a homogeneous field By;,, perpendicular to the
wire [1]: atoms are confined transversely and guided par-
allel to the wire. Atoms, of magnetic moment w in the low
field seeking state, feel a potential proportional to the
absolute value of the magnetic field. The guide is centered
on a line where the transverse field vanishes and the
longitudinal potential V(z) is given by u|B? + 8BY(2)l,
where B? is an external homogeneous field, typically of
one Gauss, and 8BY(z) is the small, spatially fluctuating
field (few mG) created by current flow deformations inside
the microwires. Since |B?| > §BY(z) and 8BY(z) is pro-
portional to the microwire current, current modulation
around zero results in a longitudinal time-averaged poten-
tial in which the effect of §BY(z) disappears. The instan-
taneous position of the guide is determined by both the
wire current and the transverse bias field By;,. If only the
wire current is modulated, the atom experiences strong
forces that eliminate the transverse confinement. One
must therefore also modulate By;,s. In our experiment, this
latter field is also produced by on-chip microwires whose
low inductance permits high modulation frequencies.

We use a two layer atom chip as sketched in Fig. 1. The
lower silicon wafer has an H structure of 15 pwm thick

(a) y ()] p— —
X lZ] . I IZz -
7 um| % Y b g
S
popler b Ll E
B = I
§I| 2d °d d . 2d | I, b I,
- - |, 1.1,
FIG. 1. Side (a) and top (b) views of the atom chip. The first

wafer (dark gray) has 15 wm thick wires (gray). On the second
wafer (white), a five-wire structure creates the atomic guide
whose roughness is studied (d = 2.5 wm). Lengths are not to
scale.

© 2007 The American Physical Society
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wires which carry the currents I,; and I,. Atoms are
initially loaded in an initial magnetic trap (Z trap) [1],
which is created by setting I,; =3 A, I, =0 A, and
applying a transverse field (in the x-y plane). After evapo-
rative cooling, we have a few times 10* trapped 3’Rb atoms
in the |F = 2, mp = 2) state at a temperature of the order
of 1 K. Next, we transfer the atomic cloud into a second
trap (five-wire trap), where we perform the potential rough-
ness measurements for both dc and ac cases. This five-wire
trap is a combination of a transverse magnetic guide and a
weak longitudinal confinement. The guide is realized with
five parallel microwires (700 X 700 nm? and 2 mm long in
the z direction) deposited on the upper silicon wafer. The
wire geometry is described in [24], and shown in Fig. 1. By
applying the currents I, = =15 mA in the two outer pairs
of wires and I, = *13 mA in the central wire, the result-
ing magnetic field vanishes on a line (parallel to the z axis),
7 pm above the central wire. To prevent Majorana losses,
we add a constant and homogenous longitudinal field B =
1.8 G. The weak longitudinal confinement is provided by
the H structure on the lower chip with [,; =1, =04 A
(no current flows in the central wire of the H).

First, we measured the roughness of the trapping poten-
tial for positive and negative dc currents. After the transfer
to the five-wire trap, we wait 600 ms to let the sample
thermalize in the presence of an evaporative knife leading
to about 5 X 10 atoms at around 280 nK. To ensure that
the two dc traps have the same transverse position to within
500 nm, we compensate the transverse magnetic fields to
within 0.1 G. Figures 2(a) and 2(b) show absorption im-
ages, averaged over 50 runs, of the trapped cloud at thermal
equilibrium for the two dc traps. In both situations the
cloud becomes fragmented, revealing the presence of po-
tential roughness. Moreover, the density maxima and min-
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FIG. 2 (color online). Absorption images of a thermal cloud
for negative dc (a), positive dc (b), and ac currents (c), respec-
tively. Plotted is the number of atoms per pixel (pixel size is 6 X
6 um?). In (d), the potential roughnesses are extracted from
longitudinal profiles using the Maxwell-Boltzmann distribution.

ima are inverted when the currents are reversed, as
previously observed in [18]. The time of flight (TOF) for
imaging is 1.5 ms. This delay allows the atoms to leave the
vicinity of the five-wire structure where diffraction of the
imaging beam produces systematic errors in the atomic
density profile. The 1.5 ms TOF of the atoms partially
washes out the density modulation. This effect and the
optical resolution contribute to a resolution function with
a rms width of 8 um modeled by a Gaussian function.
Convolution with this Gaussian gives a contrast reduction
of 40% for a wavelength of 60 pm, the typical spatial scale
observed in Fig. 2. The 10% modulation in the figure is
thus an underestimate of the actual potential roughness.
This smearing does not affect the relative measurements
we present below, except insofar as to reduce our signal to
noise ratio.

To extract the potential V(z) along the guide center from
the linear atomic density n(z), we use the Maxwell-
Boltzmann distribution V(z) = —kpT In[n(z)/ny]. This
formula is valid because the transverse oscillation fre-
quency is independent of z (to within 1% over the cloud
extent) and provided that the phase space density is much
smaller than unity. We deduce the temperature from the
transverse velocity distribution measured by the standard
TOF technique.

The longitudinal confinement, produced by the
H-shaped wire, is expected to be harmonic within 6%
over the extent of the cloud. A harmonic fit of V(z) gives
w,4c/27 = 7.1 Hz. Subtracting this potential from V(z),
we obtain the potential roughness plotted in Fig. 2(d) for
both positive and negative dc currents. The observed rms
roughness amplitudes are 39 and 22 nK for negative and
positive currents, respectively. This asymmetry in the po-
tential roughness may be due to residual transverse mag-
netic fields which change the trap location, or to residual
noise in the imaging system.

We now turn to the study of the ac trap. Using phase-
locked oscillators at a frequency w,,/27 = 30 kHz, we
produce the five-wire currents [.(f) = I, cos(w,t) and
I,(t) = I, cos(w,,t), where I.=13mA and I, =
15 mA are the same currents as those used in the dc cases.
The field B? and the currents I,; and I, are not modulated.
Loading a thermal cloud in the ac trap, the fragmentation is
no longer visible in the absorption image Fig. 2(c).

To give a more quantitative analysis, we begin with a
theoretical description of the ac trap. Since w,, is much
larger than all the characteristic frequencies associated
with the atomic motion, the transverse and the longitudinal
dynamics are described by the one cycle averaged potential
(V(r, 1)). Because B! is large compared to any other mag-
netic field, (V(r, 1)) can be approximated by

(V(r, ) = (1B, (x, z>|>+2“—3§<|w1<r, D+BLP). (1)

Here, w3 is the Bohr magneton, B, (r, 7) is the longitudinal
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magnetic field, B (r, 7) is the transverse magnetic field of
the five wires, and B (r) denotes the transverse field
created by the H wires plus any uncompensated, homoge-
neous, time-independent, transverse field. Since 6B} os-
cillates, its contribution to {|B_(r, t)|) averages to zero.

The cross term (B’ (r,7) - B, (r)) vanishes, so that
B (r) only produces a position dependent energy shift
wpIB1(r)]?/2BY. Tt has a negligible effect on the trans-
verse confinement since the confinement created by the
five wires is very strong. On the other hand, |B | (r)|?
affects the weak longitudinal confinement. The length
scale on which B | (r) varies is much larger than the cloud
extent, because it is produced by elements located at least a
millimeter away from the atomic cloud. It thus only con-
tributes to a curvature without introducing additional
roughness. The transverse magnetic field created by the
H-shaped wire is B (z) = Byzu,, where u, is the unit
vector pointing along y. This field increases the longitudi-
nal frequency according to w?,. = w? . + ugBj3/(mBY).
On the other hand, the transverse frequency is reduced by
/2 compared to the dc case. This factor is confirmed by
our transverse frequency measurements which give (1.2 +
0.2) kHz for the ac trap, (2.2 = 0.1) kHz and (2.1 =
0.1) kHz for dc negative and positive currents,
respectively.

We extract the potential in the ac trap from the measured
longitudinal profile for a sample at 7 = 180 nK. From a
harmonic fit we obtain a longitudinal frequency of 11.3 Hz,
slightly larger than the one in the dc trap, as expected. In
Fig. 2(d), we compare the measured roughness of the ac
trap to those obtained in the dc traps. In the ac configura-
tion, the roughness rms amplitude is reduced by a factor 4
and 7 with respect to the positive and negative dc cases.
The residual apparent roughness in the ac case is consistent
with the noise in the imaging system and so the mean
reduction factor of 5 is a lower limit.

We also tested the reduction of the potential roughness
by looking at the evolution of the longitudinal center-of-
mass oscillations (CMO) as shown in Fig. 3. In a harmonic
trap, the CMO of an atomic cloud are undamped. In the
presence of a potential roughness, the oscillation period
depends on the amplitude and the dephasing between
trajectories of different particles results in a damping of
the CMO. Figure 3 shows the dramatic contrast between
the ac and dc traps. We fit the oscillations to the function
Z(t) = Zy + Z,e /7 cos(wt + ¢), where Zy, Zy, T, W,
and ¢ are fitting parameters. This function ensures the
expected quadratic decrease of the oscillation amplitude
at small times for a damping due to trajectory dephasing.
The fitted damping time in the ac case, 7 = (1.9 = 0.1) s,
is 10 times larger than its value in the dc case. In fact,
the observed damping in the ac guide can be explained by
the anharmonicity of the H-shaped wire confinement
alone. Thus, the data are consistent with the absence of
roughness.
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FIG. 3. Center-of-mass position vs time for negative dc current
(a) and ac current (b) (w,,/27 = 30 kHz). The solid line is a fit
to the function Z(z) given in the text. The dramatic increase in
damping time in the ac trap illustrates the strong reduction of the
roughness.

To estimate an upper bound on the ratio of the ac to dc
roughness amplitudes, we performed one-dimensional
classical Monte Carlo calculations for noninteracting
atoms experiencing a rough potential superimposed on a
harmonic confinement. The calculations are averaged over
potential roughness realizations with the spectral density
expected for a single wire having white noise border
deformations [22,26]. We adjust the wire border noise in
order to recover the measured damping time in the dc trap
(it corresponds to an rms roughness of 80 nK). We find that
the observed increase of the damping time by a factor 10
requires a reduction of the potential roughness by about 14.
A drawback of the model is that it does not take into
account atomic collisions, happening at a rate on the order
of the damping time. However, as collisions are present in
both the dc and ac configurations, we assume that the
above roughness reduction deduced from the calculation
is still relevant.

The modulation technique does not correct for all guide
defects. By considering only the time-averaged potential
we neglect the micromotion of the atoms [27] whose
energy is responsible for a residual roughness. This rough-
ness is 10® times smaller than the one present in the dc
guides for our experimental parameters. In fact, other
imperfections are more important. First, the transverse
component of the rough microwire field produces mean-
ders of the guide equipotentials (displacement of about
2 nm) and a z-dependent modification of the transverse
trapping frequency (approximately 0.3%). These two ef-
fects are not averaged out in the ac guide. Second, the
rough longitudinal field 6BY appears in the expansion of
(V(r, 1)) to orders that are neglected in Eq. (1). The result-
ing guide imperfections are 1 order of magnitude smaller
than those produced by the transverse component of the
rough field.

We also investigated the dependence of the trap lifetime
on w, as shown in Fig. 4. For modulation frequencies
above 15 kHz, the lifetime of the sample is the same as
in the dc case (10 s). For lower modulation frequencies, we
observe a decrease in lifetime that we attribute to instabil-
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FIG. 4. Lifetime vs w,, in the ac trap (dots). The dashed line
represents the result of Monte Carlo calculations with a trans-
verse magnetic field of 150 mG for both x and y directions.

ities of the atomic trajectories in the modulated potential.
For zero unmodulated transverse magnetic field B | (r), the
transverse atomic motion close to the guide center is
governed by the Mathieu equation [27] and no instabilities
are expected for w,, > 0.87w 4., where 0.87w | 4./27 =
1.82 kHz, which is significantly below 15 kHz. We attrib-
ute this discrepancy to the presence of a nonvanishing
transverse field. Classical trajectory Monte Carlo simula-
tions, with fields of 150 mG in both x and y directions,
reproduce well the measured lifetime as shown in Fig. 4
(dashed line). This value is of the same order as the
accuracy of the residual transverse field compensation.
Within the explored range of frequencies (up to 50 kHz),
we have not identified any upper bound for the modulation
frequency. The atomic spin should adiabatically follow the
magnetic field orientation to avoid spin flip losses [28].
This condition is fulfilled provided that w, /27 <
wpB?/4mh, where ugB?/4mwh =~ 1.3 MHz is the Larmor
frequency.

The temporal modulation of the rough potential can lead
to a heating [28]. In our trap, however, the expected heating
rate is very small. This is confirmed by our measured
heating rate of about 160 nK/s, which is close to the
technical heating also observed in the dc trap. We have
also loaded a Bose-Einstein condensate in the ac trap
without noticeable fragmentation.

The method presented here will enable new experimen-
tal explorations on quantum gases using atom chips. We
have already mentioned the study of a 1D Bose gas in the
Girardeau regime. Note that the reduction of transverse
trapping frequency by /2 can be overcome by going closer
to the wire. Second, the relative insensitivity of the time-
averaged potential to residual transverse magnetic fields
will enable us to revisit proposals of double well potentials
in static magnetic fields, such as [19,24], which are very
sensitive to residual magnetic fields. Finally, this method
may also allow the study of atom dynamics in disordered

potentials [29-31] since the roughness strength can be
tuned.
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It was recently demonstrated that wire guide roughness can be suppressed by modulating the
wire currents [1] so that the atoms experience a time-averaged potential without roughness. We
theoretically study the limitations of this technique. At low modulation frequency, we show that
the longitudinal potential modulation produces a heating of the cloud and we compute the heating
rate. We also give a quantum derivation of the rough conservative potential associated with the
micro-motion of the atoms. At large modulation frequency, we compute the loss rate due to non

adiabatic spin flip and show it presents resonnances at multiple modulation frequencies.

These

studies show that the modulation technique works for a wide range of experimental parameters. We
also give conditions to realise radio-frequency evaporative cooling in such a modulated trap.

PACS numbers: 39.35.+k,03.75.Be

I. INTRODUCTION

Atom-chips are a very promising tool for cooling and
manipulating cold atoms [2]. Diverse potentials, vary-
ing on the micron-scale, can be realized and very high
transverse confinements are possible. Envisioned appli-
cations range from integrated guided atomic interferome-
try [3, 4, 5] to the study of low dimensional gases [6, 7, §].
To take benefit of the chip technology, the atoms should
be brought close to the current carrying wires. But the
atoms then experience a rough potential due to wire im-
perfections [9, 10] and this used to constitute an impor-
tant limitation of the atom-chip technology. However, a
method to overcome this roughness problem, based on
modulated currents, was recently demonstrated [1]. Due
to the important envisioned applications of this method,
a study of its limitations is crucial.

The method to suppress atomic wire guide roughness
relies on the proportionality between the longitudinal po-
tential roughness and the wire current [11]. Modulating
the wire current around zero at a large modulation fre-
quency, the atoms experience the time-averaged poten-
tial, exempt from roughness. The modulation frequency
w must be large enough so that the atomic motion cannot
follow the instantaneous potential. On the other hand,
w should be small enough in order to prevent losses due
to spin-flip transitions. In this paper, we present analy-
sis that go beyond the time-averaged potential approach
and we identify the limitations of this method, both for
low and large w. We also investigate the possibility of
using the radio-frequency evaporative cooling method in
such a modulated trap.

In sec. II, we present the considered situation. In
sec. III, we investigate the limitations of the method that
arise at small modulation frequency. We show that the
atomic cloud is submitted both to a heating and to a
residual rough potential and we quatitatively study these
phenomena. In sec. IV, we compute the expected spin flip
losses due to the time modulation of the magnetic field
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FIG. 1: A wire guide produced by three current carrying
wires. Geometrical deformation of the wire produce a lon-
gitudinal potential roughness (of correlation length I.) pro-
portional to the wire current as depicted in the graph.

orientation, that arise at large w. Finally, the last section
gives some insights on the possibility of realizing radio-
frequency evaporative cooling in the modulated guide.

II. WIRE GUIDE

A wire guide is obtained combining a transverse
quadrupolar field and an homogeneous longitudinal mag-
netic field By. The quadrupolar field can be realised us-
ing for example three current carrying wires as shown in
Fig.1. Because of wire deformations [10, 12], the current
density inside the wires acquire non zero transverse com-
ponents. This produces a longitudinal rough magnetic
field b, proportional to the wire current, much smaller
than the external field By. The method to effectively re-
move roughness consists in modulating the wire currents
at a frequency w while the longitudinal field By is kept
constant.



III. EFFECT OF THE MODULATION ON THE
LONGITUDINAL MOTION

Let us first assume the modulation frequency of the
wire currents is small enough so that the atomic spin ori-
entation can follow adiabatically the magnetic field ori-
entation. The atoms are then subjected to the instanta-
neous potential u|B|, where p is the atomic dipole mo-
ment. For By much larger than E/u where E is the typ-
ical transverse atomic energy, the instantaneous trans-
verse potential is harmonic and proportional to the in-
stantaneous wire currents. Since the oscillation frequency
of this potential is modulated in time, the transverse clas-
sical dynamics is described by a Mathieu equation, which
predicts stable motion as long as w > 0.87w |, where w
is the maximum instantaneous transverse oscillation fre-
quency. This classical criteria is also predicted by quan-
tum mechanics since the Wigner function evolves as a
classical phase space distribution for a harmonic poten-
tial [13]. In this paper, we assume this stability condition
is fulfilled and we focus on the longitudinal motion, as-
suming the longitudinal dynamics is decoupled from the
transverse one. The longitudinal instantaneous potential
is

V(z,t) = u(z) cos(wt), (1)

where u(z) = pb.(z), sketched in Fig.1, is produced by
wire deformations. The idea of the method to smooth the
roughness is that the longitudinal motion of the atoms
does not have time to follow the time evolution of the
potential. The atomic motion is then well described by
the effect of the conservative potential (V' (z,t)), where
the time average is done over a modulation period. Since
(V(z,t)) = 0, the atoms do not experience any rough-
ness. We study below the conditions on the modulation
frequency w for such an approach to be valid.

As the Hamiltonian experienced by the atoms is pe-
riodic in time, we use the well known Floquet repre-
sentation [14], briefly presented below for the situation
considered here. A new quantum number ng is intro-
duced, which gives a relative number of modulation en-
ergy quanta. The Hamiltonian in this representation is
time-independent and contains two contributions. The
first one,

oo

Ho= ) (#*/@2m)+hwnp)ne)inel,  (2)

np=—00

does not couple different Floquet subspaces. The second

one,

oo

H, = Z w(2)/2(Inp)(np + 1|+ Inp + 1)(ng|), (3)

np=—00

couples adjacent Floquet subspaces. If the state
of the system in the Floquet representation is
Y onp [Unp)(t)Inr), where |1, )(t) gives the state of the

system in the manifold of Floquet number npg, then
the state of the system in the bare representation is
>onp [np) (t)e” @t Expectation values of observables
contain cross terms involving different Floquet numbers.
However, as long as evolution on time scales much larger
than 1/w is considered, such cross terms (interference
terms) average to zero and the different Floquet states
can be interpreted as physically different states. A given
state has an infinite number of Floquet expansions. In
particular, it is possible to assume that the initial state
is in the Floquet manifold of Floquet number ng = 0.

Let us consider a state |pp,nr = 0) of momentum
po in the Floquet manifold np = 0. The modulated
rough potential u is responsible for two different phe-
nomena. First, it induces a change rate of the atomic
energy. This irreversible evolution is due to the contin-
uous nature of the rough potential Fourier decomposi-
tion: the state |pg,np = 0) is coupled to a continuum
of momentum states of the adjacent Floquet subspaces
np = £1 and this coupling to a continuum induces a
departure rate from the initial state, associated to a rate
of kinetic energy change. Second, the modulated poten-
tial is responsible for the well known adiabatic potential
experienced by atoms in fast modulated fields [15]. We
show that this adiabatic potential is due to processes of
order two in u that couple the state |po,nr = 0) to the
states |p1,np = 0) via the virtually populated interme-
diate states |¢,np = £1).

In the first sub-section, we investigate the first phe-
nomenum and compute the associated heating rate for a
cloud at thermal quasi-equilibrium. In the second sub-
section, we derive the adiabatic potential experienced by
the atoms. In both sections, we emphasize on the case
where the potential roughness is that obtained at large
distance from a flat wire having white noise border fluc-
tuations.

A. Heating of the atomic cloud

Let us suppose the atom is initially in the state |pg, ng)
of momentum pg in the Floquet manifold ng = 0. As
shown in Fig.2, this state is coupled by u to the con-
tinuum of momentum states in the Floquet manifold
np = *+1, which leads to a decay of the initial state pop-
ulation. The momentum of the final states that fulfill en-
ergy conservation in the Floquet subspace np = —1 are
+hgy where g = \/k3 + 2mw/h, ko = po/h being the
initial atomic wave vector. Decay towards these states in-
volves the Fourier component +¢, — kg of u and increases
the kinetic energy of the atom by hw. If k3 > 2mw/h,
there exist states in the Floquet subspace nyp = 1 that
have the same energy as the initial state. The momentum
of those final states are £hq_ where ¢_ = \/kZ — 2mw/h
and decay towards these states decreases the kinetic en-
ergy of the atom by hiw. A perturbative calculation, iden-
tical to that used to derive Fermi Golden rule, gives an
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FIG. 2: Transitions responsible for a heating of the atomic
cloud. The parabolas give the energy Hy, given in Eq. (2),
versus the momentum p for different Floquet manifolds ng.
The state of momentum pg in the Floquet manifold np = 0
is coupled to different momentum states of the Floquet man-
ifolds nr = £1 by the rough potential u(z).

energy exchange rate

9E = Z2m((S(—ko + q4) + S(—ko — q4))/a+
=O(|ko| — v/2mw/h)(S(—ko + q-) + S(—ko — Q—))/Q(—})
4
where S(q) = 1/(2m) [ €' (u(0)u(z))dz is the spectral
density of u, characterized by the correlation length I,
and O(z) is the Heaviside function that is zero for = < 0
and 1 for z > 0. The derivation of Eq. (4) is detailed in
the appendix A. As pointed out in the appendix, Eq. (4)
is not valid for initial momentum very close to v 2mhw.
However, the range of ky for which the formula is not
valid is in general very small and we ignore this in the
following.

Apart from the rms amplitude of the roughness, which
accounts only for a multiplicative factor in the rate of
the energy change, three energy parameters enter into
account: F, = hw is the energy quantum corresponding
to the modulation frequency, E,, = mi?w? is about the
kinetic energy of an atom that would travel over . during
an oscillation period, and E. = pZ/(2m) is the atomic
kinetic energy. In the following, we consider two different
limits for which we give simplified expressions for the
energy change rate: the classical limit and the quantum
low energy limit.

Let wus first assume that FE,/E. < 1 and

EwE},P/Eg’/Q < 1. We show below that this two con-
ditions ensures the validity of the classical behavior. The
first inequality ensures that one can expand the quantity
q+ and ¢_ in power of mw/(hkZ). The second inequality
ensures that the spectral components S(—kg — ¢%) are
negligible compared to the two other ones and that the
latter are well approximated using a Taylor expansion of
S. The energy change rate then writes
dE 2/ 3 / 3,4
- = [2w? /g S(w/vo) + S (w/vo)w® Jvg] T/ (2m),
()
where vy = hko/m is the atomic velocity. This energy
change rate does not depends on % and is thus a classi-

cal result. It is obtained through a classical calculation
of kinetic energy change computed after expanding the
atomic trajectory to second order in u. Note that, using
the classical expression E. = mv3 /2, the two conditions
E,/E. < 1 and E,EX?/EY? < 1 are verified in the
limit where h goes to zero, as expected for the validity of
classical physics.

Let us now consider the limit E,/E. > 1 and

ECE},{2/E3/2 < 1, that we denote the quantum low en-
ergy limit. The first inequality ensures that the Heaviside
function in Eq. (4) is zero and that ¢4 can be replaced
by v2hw in the denominator. The second inequality en-
sures that this replacement is also valid for the argument
of the S function. Then the energy change rate given in
Eq. (4) reduces to

% _ 7:/27%0 [S(fko + v/2mw/h) + S (ko + \/Qmw/h)} .
(6)

This is a quantum result, sensitive to the fact that energy
exchange between the atom and the oscillating potential
involves the energy quanta hw. In the limit where E. <
E2/E,, (ko < 1/l.), it converges towards a finite value

dE  7/2mw

that does not depends on the initial momentum hkqy/m.
Let us now consider a cloud initially at thermal equi-

librium with a velocity distribution n(vg). The heating

rate, obtained after averaging Eq. (5) over n(v), is

ar e dE
kBE = 2/0 n(vO)Edvo, (8)

where kp is the Boltzmann factor. Although the heating
rate depends on the precise shape of the spectral density
S, some general properties can be derived.

First, although the energy change rate may be negative
for some velocities, we show below that dT'/dt is always
positive. For a longitudinally homogeneous gas, this pos-
itivity ensures the increase of the entropy, as required by
the second law of thermodynamics in the absence of heat
exchange with the cloud and without gaining information
on the system. To demonstrate that dT'/dt > 0, we per-
form a change of variables in the four integrals obtained
by substituting Eq. (4) into Eq. (8) to find

kg4t = mwy/m/h
o2 28(q) (n(w/q — ha/(2m)) — n(w/q + hq/(2m)))

+ Jon “5(q) (n(hg/(2m) — w/q) — n(w/q + hq/(2m)))
(9)
where Qo = y/2mw/h. For a thermal equilibrium distri-
bution, n(v) is a decreasing function of |v|. Furthermore,
the spectral density is a positive function. We thus find
that dT'/dt > 0 so that the effect of the potential rough-
ness is always a heating of the cloud. Eq. (9) also shows
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FIG. 3: Heating rate of a cloud as a function of its temper-
ature, for a modulated rough potential whose spectral den-
sity is given by Eq. (11). Graph (a): classical predictions
(dashed lines) and asymptotic behavior at low temperature
given by Eq. (12) (solid line). Graph (b): exact result for
w/(2m) = 200%/(md?) (solid line) compared with the quan-
tum low energy prediction (dotted line), the asymptotic pre-
diction of Eq. (13) (dashed dotted lines) and the classical
result (dashes).

that the heating rate goes to zero at very large temper-
ature, since n is then about flat over the explored veloc-
ities.

Second, for large enough temperatures one expects to
recover the classical result and the heating rate should
not depend on /. Then the heating rate depends only on
the four independent quantities (u?), F,,, w and kgT.
Since (u?) enters only as a multiplicative factor in the
heating rate, using dimensional analysis we show that
kpdT/dt is the product of (u?)/(mwl?) and a function of
kT /E,,. As a consequence, if the function giving the
heating rate versus 7 is known for a given value of w and
E,,, then the heating rate is known for any value of T,
FE,, and w.

Finally, at low enough temperatures, the heating rate
is well estimated by substituting Eq. (6) into Eq. (8). One
expects that the heating rate converges towards Eq. (7)
when temperature becomes much smaller than Aw and
1/ (ml?).

In the following, we give quantitative results in the case
of a potential roughness obtained at large distance d from
a flat wire whose borders have white noise fluctuations
of spectral density Jy. In this condition, the spectral
density of u is given by [9, 10]

2
(MOMI) k4K1 (k,d)2

S(k) = J; 495

(10)
where K is the modified Bessel function of the first kind.
The typical correlation length of u is the distance above
the wire d so that E,, = mw?d?. The mean square of
the rough potential is (u?) ~ 0.044(upuol)?Js/d°. In the
following we use (u?) as a parameter instead of J;. The
spectral density of u then writes

S(k) = alu?)d(kd)* K, (kd)?, (11)

where o ~ 23.

We first study the heating rate predicted by classical
physics. This classical heating rate is plotted in Fig.3(a)
as a dashed line. The temperature and heating rate are
scaled to E,, and w(u?)/E,, respectively in the graph
so that the curves corresponding to the classical predic-
tions are independent of the problem parameters. We
observe the expected decrease to zero of the heating rate
at high temperatures. We also observe a rapid decrease
of the heating rate as temperature decreases, for tem-
peratures much smaller than F,,. The maximum heat-
ing rate is about 2.1(u?)/(mwd?®) and is obtained for
the temperature kgTys ~ 0.07F,,. For d = 5 pym and
w/(2m) = 50 kHz, which are parameters similar to that
of the experiment presented in [1], T); = 1.8 mK. Typi-
cal cold atoms temperatures are much smaller than this
value and it is thus of experimental interest to investigate
in more detail the regime T' < T)y.

The decrease of the heating rate for 7" < Thy is ex-
pected since then the atoms move on a distance much
smaller than the correlation length of the rough poten-
tial during a modulation period. The atoms are then
locally subjected to an oscillating force almost indepen-
dent of z and the atomic motion can be decomposed into
a fast micro-motion in phase with the modulation and a
slow motion. The micro-motion being almost in phase
with the excitation force, barely no energy exchange be-
tween the atom and the potential arises on a time scale
larger than the modulation period. More quantitatively,
we can derive an analytical expression of the heating rate
in the regime where T' < Ty, which shows the decrease
of the heating rate as temperature decreases. For such
low temperatures, as shown a posteriori below, wave vec-
tor of S that contribute to the heating rate are much
larger than 1/d so that we can replace the Bessel function
Ki(z) in Eq. (11) by its asymptotic value at large z. We
then find that the integrand in Eq. (8) is peaked around
vg = 2Y3(kpT/E,,)'/? /m and the Laplace method gives
the following approximation of the heating rate:

7
kpdTl _ w(u?) [ B, /3 6—3(Em/(2kBT))1/3 (12)
dt E, \kgT

where § ~ 0.36. This asymptotic function is plotted in
Fig.3 (a) (solid line). It coincides with the exact classical
result within 20% as long as kgT < 0.002E);. The above
expression of vy and Eq. (5) validate the expansion at
large x of the Bessel function K;(z) for T < Thy.

The limit of validity of the classical results described
above is given by E,/E. < 1 and EWE},{Q/ES/Q < 1,
where E. ~ mu2, vy being the typical velocity involved
in the heating process. Using the above value for vy,
the condition of valididty of the classical regime reduces,
for E, < Em, to kgT > E,. For w/(2w) = 50 kHz,
we find that the classical regime fails for temperatures
T <« 2 pK. At lower temperatures, quantum analysis is
required to estimate the heating rate.

For the parameters chosen above (d = 5 um and
w/(2m) 50 kHz), E,/E., 10* and the heating




rate is exponentially small at temperatures smaller than
a micro-Kelvin when classical physics fails (the term
e=3(En/(2ksT)'? in Bq. (12) is 3 x 1073 for T = 1 pK.).
Thus, in order to investigate the heating rate beyond the
classical approximation, we consider a different situation
for which E,,/E,, is only equal to 200. This would corre-
spond, for the same distance d =5 pum, to a modulation
frequency of only 1 kHz. The exact heating rate, which is
computed by substituting Eq. (4) into Eq. (8), is plotted
in Fig.3 (b). This calculation shows that the classical re-
sult is valid up to a factor of 2 as long as kT > 0.2F,,,.
At smaller temperatures, the classical result underesti-
mates the heating rate. At temperature much smaller
than E?J/ 2 /B, the heating rate is well approximated
by the predictions in the low energy quantum limit where
Eq. (6) is valid. This prediction is represented as a dot-
ted line in the graph. At temperatures much smaller
than E2/E,, (ie. for kgT < h®/(md?)), the heating
rate converges towards Eq. (7). Assuming E,,,/E, > 1,
then the expansion of S at large wave vector can be used
and Eq. (7) gives

kpdT/dt = C(u?)/h(mwd?/h)2e"2Vmed®/h - (13)

where ¢ ~ 4.0. This asymptotic value is plotted in Fig.3
as dashed-dotted lines. The heating rate is equal to this
limit up to a factor of 2 as soon as kgT < 0.2E2/E,,.

The heating of the atomic cloud can easily be made
small enough experimentally to have no noticeable ef-
fects. Let us for example consider the situation, sim-
ilar to the experiment in [1], where d = 5 pm and

(u?) = 50 nK. If the modulation frequency is as low
as 1 kHz, then the maximum heating rate is 3 pK/s and
is obtained for a temperature of 700 nK. Thus, for such
a low modulation frequency, the heating may be a prob-
lem in experiments. However, as soon as the modulation
frequency is increased to 50 kHz, as in [1], the maximum
heating rate is only of 64 nK /s and is obtained at a large
temperature of 1.8 mK. At lower temperature, the ex-
ponential decrease of the heating rate shown in Eq. (12)
rapidly decreases the heatig rate to completely negligible
values.

B. Effective remaining potential

In this subsection, we show that Raman processes (of
second order in u), in which adjacent Floquet states are
virtually populated, are responsible for the effective po-
tential

Vaa = (82u)* /(4mw?). (14)

This potential is a well known classical result [15] that
corresponds to the kinetic energy of the micro-motion
of the atom. At large oscillation frequency, the micro-
motion has an amplitude ¢ ~ —d,u/(mw?) cos(wt) much
smaller than the correlation length of w. It is in phase

Hy

FIG. 4: Raman transitions responsible for the adiabatic po-
tential of Eq. (14). The second order coupling between two
momentum states of wave vector ko and k1 is sketched. The
coupling produced by two Fourier components of v of wave
vector ¢ and ¢’ = k1 — ¢ — ko are represented as dashed and
solid arrows respectively.

with the excitation force and has a kinetic energy V4.
In this limit, since the micro-motion is in phase with the
excitation force, the energy transfer between the atom
and the potential, averaged over a modulation period,
vanishes. Energy conservation then shows that the slow
motion of the atom is subjected to an effective rough
potential V4. It is well known that this effective poten-
tial, due to the fast atomic micro-motion, is responsible
for the confinement in rapidly modulated Paul traps. A
quantum derivation of V4 has already been done in [13]
using a secular approximation. Here we give an alterna-
tive derivation based on the Floquet representation.

Let us compute the effective coupling between the
states |ko) and |k1) of momentum fiky and hk; respec-
tively, both being in the Floquet subspace np = 0. For
this purpose, we first investigate the effect of a given pair
of Fourier components of u that couple the two previous
states. Their wave vectors are g and ¢’ = k1 —ko—¢q. Four
processes are involved in the effective coupling between
|ko) and |k1), as sketched in Fig.4 and the effective cou-
pling is the sum of the four amplitudes. The precise ef-
fective coupling between two “ground” states coupled via
an intermediate level has been investigated in [16]. The
authors show that the effective coupling is V1 V2 /A where
V1 and V5 are the coupling to the intermediate state and
A is the difference between the energy of the intermedi-
ate state and the mean energy of the two “ground” states.
Using this result, we find that the effective coupling as-
sociated with each process is

vert = gy /(AR (ko + 1)2)/(2m) + o — Bo), (15

where k is ¢ or ¢’ depending on the process and Ey =



h? (k3 + k?)/(4m). Adding the four amplitudes, we find

Vg = —aa’ ( 1 (ko + q)*/m — 2Ey
¢ 4 (R*(ko + q)2/(2m) — Ep)? — h2w?
12 (ko + d')*/m — 2By >
(h? (ko + ¢')2/(2m) — Ep)? — hw? )

(16)
Assuming that the kinetic energies of the final, initial
and intermediate states are all much smaller than hw, the
denominator can be simplified to ii%w? and we obtain

Uy qq
Vg = ot 40 a7
Doing the sum over the pairs (¢,¢’), we find that the
coupling between the momentum states is that realised
by the potential of Eq. (14).

An alternative way to derive the adiabatic potential
is to use a dressed Floquet representation. As shown
in appendix B, calculations are more straightforward in
this representation and no detailed knowledge on the ef-
fective coupling corresponding to a transition through a
virtually populated state is required.

The residual roughness given in Eq. (14) constitutes
a limitation of the modulation method. It scales as
(u?) /(mi2w?) where [, is the typical correlation length
of w. Thus it is much smaller than the initial roughness
amplitude as soon as u,;,s < mi2w?. In the case where
the roughness potential spectral density is that obtained
at large distance d from a wire having white noise bor-
der fluctuations of spectral density J;, we obtain a mean
value

T 2
(Vigr) = 0.048Jf% = 1.1(u?)/(mw?d?).  (18)
If the wire edges deformations have a gaussian probability
distribution, then the roughness of the remaining poten-
tial is simply 2= /2(Veg). Ford = 5 pum,
w/(2m) = 50 kHz and (u?)/kp = 500 nK, the roughness
of the effective remaining potential is as small as 0.09 nK.

IV. LOSSES DUE TO SPIN-FLIP TRANSITIONS

All the previous analysis assume the atomic spin can
adiabatically follow the direction of the instantaneous
field when the current is modulated. In this section, we
investigate the conditions on the modulation frequency
for this adiabatic following condition to be valid. Non
adiabaticity induces losses via spin-flip transitions to the
untrapped states. Intuitively, we expect that the losses
are small for a modulation frequency much smalller than
the Larmor frequency. In the following we compute this
loss rate, following calculations made in [17] for the DC-
case.

Let us consider a spin-one atom in the modulated guide
described in section II with w > w,;. We choose a co-
ordinate system whose origin is at the quadrupole field

center and of axis x and y at 45° with the quadrupole
axis as depicted in Fig.1. We assume the atomic mag-
netic moment is pJ/h where J is the atomic spin angular
momentum of components J,,.J, and J, along z,y and
z respectively. We note | = 1) and |0) the eigenstates of
J, of eigenvalues +7 and 0, respectively.

The magnetic field direction depends on the position
and on time. We apply a spatially and time dependent
spin rotation R(t,z,y) so that R|1) points along the in-
stantaneous local magnetic field direction. In such a rep-
resentation, the Hamiltonian is

2 -1
4P L dR
H=R'—R+4+UJ./h+ih R 1
o + /h+i o (19)
where
U = uBy + mw? cos?(wt)(z* + y?) /2. (20)

Here we assume mw? (22 + y?) < pBy so that the har-
monic approximation is valid. We also neglect the ef-
fect gravity. This later assumption is relevant as soon
as g < [ w? where I; = \/I/(mw,) is the harmonic
oscillator length. This condition ensures that the time-
averaged potential is barely affected by the gravity and
that the acceleration of the atoms over the spatial exten-
sion of the trapped state has a negligible effect.

We choose the rotation R as a product of a rotation
along = and a rotation along y. To first order in z and
y, R is

R=1+41i0,J./h+10,J,/h. (21)
where the angles of the rotations along = and y are
0, = —b'zcos(wt)/By and 6, = b'ycos(wt)/By respec-

tively. Here b/ = w,+/2mBy/p is the quadrupole gra-
dient at maximum current. Calculation to first order in
0,0y gives

2 2
1P p
RIZ_R=="4V 22
2m 2m+ F (22)
where
V2V cos(wt)

Vi = (Pe —ipy)|0) (1] + hoc. (23)

By
and h.c. stands for hermitian conjugate. Here, we ignore
the state | — 1), which is relevant for low enough coupling
(see below). The term Vi, due to the fact that R de-
pends on the position, is responsible for spin-flip losses
in time independent ioffe magnetic traps [17]. Within
the approximations made, the position dependence of R
has no effect on the Hamiltonian within the spin state
|1) manifold: the Coriolis coupling analysed in [20], that
corresponds to a rotation frequency proportional to b2,
is not seen in this calcuation.

Similar calculations give

dR~1 hwb’
i R =
T V2By

sin(wt)(x — iy)|0)(1] + h.c. (24)



This term, due to the time modulation of the local spin
orientation, may also produce spin-flip losses in modu-
lated traps. The condition w > w; ensures that the
term of Eq. (24) has an effect much larger than the term
of Eq. (23) and we neglect the latter in the following.

As in the previous section, we use the Floquet repre-
sentation. The Hamiltonian H in the manifold of spin
state |1) is decomposed into the term

o0

Hy = Z (p? /2m~+mw? (2*+y?) /44+nphw) |1, np) (1, np|

np=—00
(25)
and the term

Hg—mwf_(z2+y2)/4< Z |1,nF+2><1,nF|+h.c.>

np=—00

(26)
that couples the Floquet np state to the Floquet states
ng £+ 2. Here, |1,np) is the state vector of an atom in
the spin state |1) with the Floquet number np. The term
H, is due to the part of Eq. (19) that is proportional to
cos(2wt). Since we assumed w > w , the effect of Hy is
weak and can be treated perturbatively.

We will compute the loss rate of an atom initially in
the spin state |1) of Floquet number np = 0 and in the
ground state ¢g of Hp. The term of Eq. (24) couples
this trapped state to the untrapped spin states |0) of
Floquet numbers nyp = £1. The energy spectrum of the
spin state |0), which is unaffected by the magnetic field,
is a continuum. Coupling to this continuum leads to a
departure rate from the initial state, provided the Markov
approximation is fullfiled [18]. This approximation also
ensures that the state | — 1) can be neglected. We will
show below that losses to the Floquet manifold np = +1
are much larger than losses to the Floquet manifold np =
—1. Thus, we consider in the following the final states in

the manifold np = +1. Since ith:R does not affect

the longitudinal motion, we concentrate on the transverse
degrees of freedom and normalise ¢g to [ [dzdy|pg|* = 1.

In addition, because ih%Rqﬁo is, up to a phase factor
e invariant under rotation of angle 6 in the zy plane,
the losses to spin 0 states are isotropic in the xy plane. It
is thus sufficient to compute the departure rate towards
a plane wave travelling in the x direction. The final state
wave vector is

ky = \/2m(uBo + hwi V2 — hw) /B, (27)

and the Fermi Golden rule gives the departure rate

w2 2
To = Von——o  pk2e—V2hkp/(mwy) 28
0 \/—Trm'uBOwl f€ ( )

The departure decreases exponentially with the bias field
By, as for a usual time independent ioffe trap [17]. How-
ever, in the modulated trap, an additional exponential
factor in w/w, reflects the fact that the Floquet level is

increased by one while the spin is flipped. This transi-
tion is associated with the “emission” of a quantum of
energy hw, given to the oscillating magnetic field. Equa-
tion (28) also shows that the departure rate goes to zero
for a modulation frequency very close to the frequency
wBo/h+w, /\/2, i.e. for vanishing k. This cancellation
is due to the fact that the coupling term of Eq. (24) is
odd in x whereas the initial state is even and the final
state, whose wave vector is vanishing, is flat. The depar-
ture rate towards the Floquet state np = —1 is identical
to Eq. (28), w being replaced by —w. Since we assumed
w > w , the loss rate towards the Floquet state np = —1
is negligible compared to Eq. (28).

The condition w > w; and Eq. (28) show that the
loss rate is exponentially small when w reaches w; =
(1Bo/h+w, /V/2)/3, the value for which the initial state
has the same energy as the untrapped state of Floquet
number np = 3 and of vanishing momentum. For modu-
lation frequencies smaller than wy, second order processes
resonantly couple the initial state to the untrapped state
|0) of Floquet number np = 3. In theses processes, repre-
sented in Fig.5, the term Hy of Eq. (26) first transfers the
atoms in the virtually populated intermediate trapped
state |1) of Floquet number np = 2 before the term
ihdzt_l R realizes the transfer to the untrapped state |0)
of Floquet number np = 3. Although H, is weak, the
loss rate associated with the second order processes is
much larger than the exponentially small T'y.

More generally, for a given modulation frequency,
losses are dominated by transitions towards untrapped
states of Floquet number np = 2n + 1 where n =
E((uBo/h+wi/v2)/(2w) —1/2), the function E(z) be-
ing the integer part of . Those transitions correspond to
processes where the atoms is first brought to the interme-
diate state |1) of Floquet number nyp = 2n by n transi-
tions produced by the term H, and is then transferred to
the untrapped state |0) of Floquet number np = 2n + 1
by the term ihdR 1 /dtR of Eq. (24). Perturbation the-
ory gives an effective coupling between the state |1) of
Floquet number np = 0 and the states |0) of Floquet
number nr = 2n + 1 which is

ihwb’(ac —iy)

The eigenstates of Hy in the virtual intermediate states
do not appear because, since we assumed w > w,, the
energy difference between the intermediate states is neg-
ligible and a resummation is possible.

The departure rate from the initial state towards the
Floquet state np = 2n 4+ 1 is computed from U,, using
the Fermi Golden Rule. As for the calculation of Ty, it is
sufficient to compute the departure rate in the x direction
and we obtain

U, =— (mw? (22 + %) /(16hw))™.  (29)

_ mw?p’? (mwi)zn
Un = %8nBz nez(ehoym (30)

| [[dady(x — iy)e™®¢o(x, y) (x* + 3/2)”’2

where ky = \/Qm(,uBo—l—th/\/_—(2n+1)hw)/h is
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FIG. 5: Transitions responsible for spin flip losses. For the
spin state |1), the potential energy term of Eq. (25) is repre-
sented as well as the energy of the ground state in the np =0
manifold. For the spin state |0), we represented, for each
Floquet manifold nr, the whole energy spectrum, which is a
semi-continuum starting at an energy nrhw. The transitions
induced by the term of Eq. (24) are shown as dotted arrows
whereas transitions due to the term H> of Eq. (26) are shown
as solid lines. The initial state is the spin state |1) of Floquet
number nr = 0. For the two final Floquet states np = 1
and nr = 3, only the dominant processes are sketched, whose
amplitude are Uy and U, respectively, where U, is given in
Eq. (29). In this picture, the odd Floquet state of |0) the
closest to resonance corresponds to nr = 3 and losses are
dominated by I'1, where T',, is given in Eq. (30).

the wave vector of the final state. Using the gaussian ex-
pression for the ground state ¢o(z,y) in Eq. (30), we can
show that I'), is the product of a polynomial in ks and

of the exponential factor e~ V2hk}/(mwl) - The minima

of the polynomial correspond to destructive interferences
between the amplitude probabilities of paths having dif-
ferent intermediate vibrational states. Since hk]% /m is
reduced by 4w when increasing n by one and since we as-
sumed w > w, , the exponential factor ensures, as stated
above, that the total loss rate is dominated by the de-
parture towards the highest Floquet subspace.

Figure 6 gives the departure rate of the trapped ground
state as a function of w for uBy = 50hiw,. We observe
several peaks that reflect the resonance behavior at in-
teger values of (uBy +w, /v/2 — w)/(2w). The height of
the resonances goes down with the integer n as expected
since the order of the transition increases with n. We
verify that the loss rate is dominated by the losses to-
wards the Floquet state of highest odd Floquet number,
as expected. Between two resonances, we observe the ex-
pected exponential decrease of the loss rate. We observe
a structure in the loss rate for losses to Floquet state
larger than one, as expected.

The lifetime of a thermal Maxwell-Boltzmann distri-

le-05
le-10
le-15
le-20
le-25

16—30 1 1 1 1 1
10 20 30 40 50

w/wy

F/(UBBo/h)

FIG. 6: Loss rate from the vibrational ground state versus the
modulation frequency. The longitudinal magnetic field and
the quadrupole gradient are chosen so that uBo/(fiw.) = 50.

bution is obtained after averaging the loss rate over the
thermal distribution. In this calculation, ¢g in Eq. (30)
is replaced by the eigenstate ¢;(x)¢;(y), where ¢ and j
denotes the vibrational level. Neglecting changes of the
final energy th]% /(2m) across the thermal distribution,
we can compute the departure rate I'g for a Maxwell-
Boltzmann distribution. More precisely, writing Eq. (30)
as a fourth integral and using properties of Wigner func-
tions we find, for temperatures kgT > hw, ,
3 Rwiw? B
Ty = Gt e B/, (3

Because of the crude approximation that the final energy
does not depend on the initial state, this result is only
valid up to a factor of the order of unity.
Experimentally, spin flip losses can easily be avoided by
properly choosing the modulation frequency. For exam-
ple, let us assume the transverse oscillation frequency of
the instantaneous trap at maximum current isw, /(27) =
50 kHz and the longitudinal magnetic field fulfills By =
50hw, /p. If p = pp where pp is the Bohr magneton,
this corresponds to By = 1.8 G and the Larmor frequency
uBo/h is 2.5 MHz. In these conditions, the loss rate is
dominated the term I'g of Eq. (28) as long as the os-
cillation frequency is larger than 0.84 MHz and, in this
frequency range, it is smaller than 1 s™! as soon as w <
2.2 MHz. For w < 0.84 MHz, losses become dominated
by transitions towards states of higher Floquet number
and the loss rate is peaked at modulation frequencies
close to integer values of uBy/(2hw) 4w, /(2v/2w) —1/2.
In particular, loss rate goes up to about 25 s~! for a
modulation frequency close to 0.8 MHz. Thus, the vicin-
ity of this resonance should be avoided experimentally.
Resonances of higher order are less problematic since the
maximum loss rate they induce is smaller than 0.1 s~1.

V. RADIO-FREQUENCY EVAPORATION IN
THE MODULATED GUIDE

In this section we present general considerations on
forced evaporation in a modulated guide. Since evapo-



rative cooling is most efficiently realised in a 3D trap,
longitudinal confiment is required. A 3D trap can be
obtained from the modulated guide of section II by ap-
plying a z-dependent constant longitudinal field By(z).
Here, we consider evaporation in the transverse plane
(zy) at a given z position and denote as By the longi-
tudinal magnetic field. For this purpose, in addition to
the previous trapping potential, we apply a weak radio
frequency magnetic field polarized in the x-direction, of
frequency wrr and of amplitude Brr. We consider here
an atom of magnetic moment ;J /h, where J is the atomic
spin angular mometum.

Let us first give simple predictions, that rely only on
the fact that, because of the modulation at 2w of the
trapping potential, the atomic Larmor frequency is mod-
ulated in time. The modulation amplitude 6¢2 increases,
in the transverse plane, with the distance r from the trap
center according to §Q = ub?r?/(4hBy). Considering
only the internal atomic dynamics at a given position,
the modulation of the Larmor frequency is equivalent,
within the rotating wave approximation, to a frequency
modulation of the radio-frequency field. In this picture,
the radio frequency spectrum consists of a carrier at the
frequency wrr and side-bands spaced by 2w, the relative
amplitude of the n'" sideband with respect to the carrier
being J,, (u(b'r)?/(8 Bohw)), where J,, is the Bessel func-
tion of the first kind. Thus, for a given frequency of the
applied RF field, the coupling to the untrapped state is
resonant for the positions r, such that

wrr = pBo/h + pbr}, /(4Bo) — 2nw, (32)

where n is a integer. The coupling between the spin states
close to a resonance position r,, is

Vi = VoI (u(b'r)? /(8 Bohw)) (33)

where Vj is the coupling produced by the radio-frequency
field in the absence of modulation. Such a shell structure
of the spin flip transition resonances is characteristic of
AC magnetic traps. For example, the same behavior is
expected in TOP traps [19], where the Larmor frequency
is also modulated in time.

In the following, we verify the statements made above
by a more rigorous derivation. As in the previous section,
we consider the representation in which the spin up state
points along the local instantaneous magnetic field. The
RF field produces a term in the Hamiltonian experienced
by the atoms which is, to first order in the angles 0, =
—b'z cos(wt)/ By and 0, = b'y cos(wt)/ By,

HRF = NBRF COS(wRFt)J$ (34)
—uBrrb'y/ By cos(wmt)cos(wrrt) .

The right hand side is divided in two terms. The first
term (first line) corresponds to the usual coupling be-
tween the spin states in the presence of the RF field.
The second term (second line) appears due to the time
dependence of R. As in the previous section, in the fol-
lowing we consider the case of a spin one state and we

restrict ourself to the two spin states |1) and |0). We
then have Hrp, = Hrp, + HrF,, where

Hgr, = pBrr cos(wrrt)(|1)(0] + [0)(1])/vV2  (35)
and

_ uBrrb'y
By

To analyze the effects of the RF field, we use the Flo-
quet representation where two quantum number are used:
the Floquet number n g associated to the modulation fre-
quency w and Ngp, the number of radio-frequency pho-
tons. We consider an atom in the trapped spin |1) state,
with Nrp radio frequency (RF) photons. Because Bgp is
weak, we only consider transitions involving a single RF
photon and we only consider transitions to the quasi-
resonant states where the spin is 0 and the number of
RF photons is (Ngp — 1).

Let us suppose the initial trapped state isin the np = 0
manifold. The term Hgrp, couples the initial state to the
spin 0 state in the manifold |[Ngp — 1,np = 0 >. This
transition is resonant for the position rg given by Eq. (32)
and the coupling to the spin 0 state is uBrr/v/2. The
initial state can also be transferred to the spin 0 state
in the |[Ngrr — 1,np = +2 > manifolds by higher order
processes. These transitions, resonant for the position
r41 given by Eq. (32), can occur via two kind of pro-
cesses, represented in Fig.7 in the case where the final
state lies in the manifold np = 2. In the first process, Ho
of Eq. (26) couples the initial state to the spin 1 state in
the manifold |Ngp,np = +2), which is then transferred
by the term Hpp, to the spin 0 final state (process a).
In the second kind of processes (process b), the trans-
fer from the spin state 1 to the spin state 0 is ensured

by the term ih ‘“;;1 R of the Hamiltonian (see Eq. (24)),
and the term Hprp, of the radio-frequency coupling is in-
volved. In the case where w < uBy/h, the process (b)
have a negligible amplitude and only the process (a) is
important.

In a more general way, the initial state can be trans-
ferred to the final state of odd Floquet number nyp = 2n,
the transitions being resonant at the positions r,, given
by Eq. (32). The dominant processes involve the first
term Hprp given in Eq. (32) and the term Hs to order n.
The effective coupling between the trapped state and the
spin 0 state of Floquet number 2n, computed to lowest
order in Hs, is

Hpp, = cos(wmt)cos(wrrt)|1)(1].  (36)

—1)" [I,blz’l“z [n MBRF
Vaseff = (=1 < . (37)

n! 16 Bohw V2

We recover here the result of Eq. (33), in the limit con-
sidered here where hiw > ub'?r?/(8Bp). Thus the simple
description in terms of frequency modulation of the Lar-
mor frequency is sufficient to describe the physics.

In conclusion, we have shown that the radio-frequency
field is resonant for different trap locations, whose poten-
tial energy differ by 2hw/kp. For a modulation frequency
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FIG. 7: Processes involved in the transition from the trapped
state |1,nrp = 0, Nrr) to the untrapped state |0,nr =
2, Nrr — 1). The process (a) involves the Hamiltonian H> of
Eq. (26) (solid line) and the term Hgrr, of Eq. (35) (dashed
line). The process (b) involves the term Hgp, of Eq. (36)
(dashed line) and the term ihOR ' /OtR of Eq. (24) (solid
line). For w < By, the process (a) is the dominant one.

of 50 kHz, the potential energy difference between two
resonances is 3 pK. For a temperature of the order of
3 pK or higher, some resonances are present inside the
atomic cloud and induce spin-flip losses. To overcome
this problem, a precooling stage in a static trap down to
temperatures smaller than 3 pK is required. For clouds
whose temperature is smaller than 3 ©K, the evaporation
process in the modulated guide involves only one radio-
frequency knife, so that the evaporative cooling is similar
to that realised in a trap made by DC currents. Choos-
ing the frequency of the radio frequency field so that the
transition involved in the cooling process is the transition
that does not change the Floquet number is interesting
for two reasons. First, as shown in Eq. (37), the cou-
pling between the trapped and the untrapped state of
this transition is larger than that of higher order tran-
sitions that change the Floquet number. Second, this
coupling is homogeneous and is thus constant when wrpr
is chirped.

VI. CONCLUSION

The careful study of the limitations of the modulation
technique to smooth wire guide roughness performed in
this article show that this technique is very robust and
accepts a wide range of modulation frequencies. More
precisely, on one side, we have shown that the unwanted
effects of the modulation on the longitudinal motion are
negligible for realistic parameters as soon as modulation
frequency is larger than 10 kHz: both the heating of
the cloud and the remaining effective roughness are very
small. On the other side, the calculation of the losses due
to spin flip transitions shows that, for realistic parame-
ters, these losses are negligible as soon as the modulation
frequency is smaller than a few hundred of kHz.

The modulation technique is thus a very promis-
ing tools that should enable to fully take advantage of
atom chips devices. In particular, the study of one-
dimensionnal gases in the strong interaction regime on
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an atom chip can be considered.
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APPENDIX A: DERIVATION OF THE ENERGY
CHANGE RATE

The derivation of the heating rate follows that of the
Fermi Golden rule. For the calculation, we assume a
quantification box of size L and periodic boundary con-
ditions. We assume the atom is initially in the state of
momentum pg in the Floquet subspace nr = 0. For sim-
plicity we consider only the transitions towards the Flo-
quet state np = —1. After a time ¢t much smaller than
the departure rate, the change in kinetic energy AE can
be deduced from perturbation theory and we obtain

AE =" Jug*f(g,1). (A1)

Here u, = [dzu(z)e'??/L is the Fourier component of
wave vector ¢ of u(z) and

.2
Fla.0) = (e~ ) 22D (A2
where € = hw+h?¢?/(2m)+hpog/m is the energy change
associated to the transition involving the Fourier com-
ponent of u of wave vector ¢q. The terms u, are com-
plex random numbers without correlation between them
and of mean square value (Ju,|?) = S(¢)L/(2m) where
S(q) = 1/(27) [ dze'®*(u(z)u(0)) is the spectral density
of u. For a large enough quantification box, the term
f(q) barely changes between adjacent Fourier compo-
nents and one can replace >, lug|?f(q) by [dqS(q)f(q)
in Eq. (Al). For a time ¢ large enough so that the
function (e — hw)S(¢(€)) is about constant on the in-
terval € € [—h/t,h/t], the term sin(et/2)/€? can be re-
placed by the distribution ¢(e)w/2. We then recover
the first term of Eq. (4). The previous condition on ¢
and the condition that ¢ is much smaller than the de-
parture rate I' can be fulfilled simultaneously only if the
function (e — hw)S(q(€)) is about constant on the inter-
val ¢ € [-T',T']. This is the condition of the Markovian
approximation. This condition is fulfilled provided that
both S(g) and its correlation length are small enough.
The calculation is similar for losses towards the Flo-
quet manifold np = 1 and one finally recover Eq. (4).
The Markovian condition for the transition towards the
Floquet manifold nyp = 1 is not fulfilled for initial mo-
mentum very close to v2mhw since the atoms are then



sensitive to the fact that the continuum is not infinite for
€ < 0. Similar non Markovian situations have been stud-
ied, for example, in photonic band gap materials [21] and
oscillatory behavior and decay towards a non vanishing
population of the initial state are expected.

APPENDIX B: ADIABATIC POTENTIAL IN
THE DRESSED STATE REPRESENATION

In this appendix, we rederive the adiabatic potential
given Eq. (14) using a dressed representation, where a
local z-dependent unitary transformation O(z) is applied
to the Floquet states so that the resulting dressed states
[n)(z) are eigenstates of the potential energy part of the
Floquet Hamiltonian (term hwnp of Hy given in Eq. (2)
and term Hy of Eq. (3)). By symmetry, the energy of
the dressed states |n)(z) is nhw, as that of the bare Flo-
quet states. Using the properties of the Bessel functions
(Jr+1(2) + Joo1(2))z/(2k) = Ji(z) and 37, Ju(2)* = 1,
we show that the decomposition of |n)(z) in the un-
dressed Floquet basis (|k)o) is

oo

S Jiu(z)/w)n + K)o = O(=)m)o.  (B1)

k=—o00

n)(2) =

This well known result has been used in several other
situations [22]. In the dressed state representation, the
state of the system is b = O~y where v is the state
of the system in the undressed representation and the
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momentum operator, p = O~ 1pO, writes

p=p—Y (k 2[ind.|n, 2)|k)(n| (B2)
n,k
where p = —ihd, is the momentum operator that pre-

serves the Floquet number and 9, is a short notation
for 9/0,. Thus, in the dressed state representation, the
Hamiltonian is decomposed into three terms:

Hy = p?/2m — nphw (B3)
that does not couple different Floquet states,
Hy = —h/(2m) (pZm,m In1)(n1]i0: [n2) (na| (B4)

Y0,y 1) (02} (nalp)

and

H,

—0?/(2m) D |na)(na|(n1|0:|ns)(nalo:|ns) -
ni,n2,n3

(B5)
Since J]; = (Jk,1 — Jk+1>/2 and Zk Jka+n = 5n7 Hl
couples adjacent Floquet states. This term is responsi-
ble for the heating of the cloud. On the other hand, H»
contain a term Hj 4 that does not change the Floquet
number. Using the above properties of the Bessel func-
tion, we find that Hs .4 is just the adiabatic potential of
Eq. (14).
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RESUME

Cette theése présente I’étude et la réalisation expérimentale de gaz de bosons dégénérés
quasi-unidimensionnels. Pour atteindre ce type de régime, nous utilisons une puce ato-
mique, micro-fils d’or déposés sur un substrat de silicium qui permet de créer des pieges
magnétiques tres anisotropes dans lesquels nous avons mesuré les propriétés statistiques
de gaz de bosons ultra-froids (5"Rb).

Pour un gaz classique, ou les particules sont statistiquement indépendantes, les fluctua-
tions de densité sont données par le bruit de grenaille atomique. A plus basse température,
la nature quantique des particules (bosons indiscernables) doit étre prise en compte et des
fluctuations de densité supplémentaires apparaissent dues au phénomeéne de groupement
de bosons. A faibles densités atomiques, nous avons observé ces deux types de comporte-
ments en bon accord avec le comportement du gaz idéal. A plus fortes densités, & cause
des interactions répulsives entre atomes qui sont cofliteuses en énergie, nous avons observé
une réduction des fluctuations de densité par rapport au gaz idéal. Cette réduction est
caractéristique de la transition vers un quasi-condensat. Pour exploiter pleinement le po-
tentiel des puces a atomes, les atomes doivent étre situés aux abords des micro-structures
qui les piegent.

Cependant, cette proximité rend ces dispositifs sensibles aux imperfections de micro-
fabrication en introduisant une rugosité non contrélée sur le potentiel de piégeage. Pour
contourner ce probléme, nous avons mis au point une méthode pour s’affranchir de ce
probleme en modulant rapidement le courant des micro-fils. Les atomes sont alors soumis
a un potentiel moyen effectif exempt de rugosité.

MOTS-CLES : Atomes froids — Optique atomique — Condensats de Bose-Einstein — Puces
Atomiques — potentiel rugueux — corrélations - quasi-condensat — bosons.

ABSTRACT

This thesis presents experiments on degenerate Bose gases in the quasi-one dimensional
regime. For this purpose we use an atom chip, microfabricated wires deposited on surfaces,
to create very anisotropic traps in which we measured the statistical properties of an ultra-
cold bosonic gas (57Rb).

For a classical gas, where the particles are statistically independent, density fluctua-
tions are given by the atomic shot noise. At lower temperatures, the quantum nature of
the particles appears (indistinguishable bosons), and an extra term has to be taken into
account to describe the bosonic bunching. At low atomic densities, we observe these two
kinds of behavior in good agreement with the ideal Bose gas predictions. At higher ato-
mic densities, due to the energy cost of inter-atomic repulsive interactions, we observed a
reduction of density fluctuations compared to the ideal case. This reduction reflects the
transition to the quasi-condensate regime. To exploit the full potential of atom chip, atoms
must often be close to the material structures which confine them.

However, this proximity renders these devices highly sensitive to defects which produce
roughness in the trapping potential. To circumvent this problem, we used a time-dependent
trap where the atoms see the time-averaged potential without any roughness.

KEYWORDS : Cold Atoms — Atom Optics — Bose-Einstein condensate — Atom chips — rough-
ness — correlations— quasi-condensate — bosons.
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