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Introduction

La réalisation expérimentale de condensats de Bose-Einstein dans un gaz
d’atomes alcalins bosoniques extrêmement dilué, raportée pour la première
fois par Anderson et al. en 1995 [1], a mis à la portée des physiciens un
champ de recherche vaste et fascinant : l’étude d’un système où un seul état
quantique est occupé par un nombre macroscopique de particules, et qui cor-
respond à l’émergence de la mécanique quantique à l’échelle macroscopique.
En fait, un condensat de Bose-Einstein gazeux n’est pas le premier objet à
posséder cette propriété ; en effet, les supraconducteurs et les superfluides,
comme par exemple l’hélium 4, sont également des systèmes dans lesquels
un nombre macroscopique de particules (paires de Cooper ou atomes d’hé-
lium 4) s’accumulent dans un seul état quantique, et sont étudiés depuis de
nombreuses décennies.

Toutefois, un condensat gazeux présente des avantages considérables
pour le physicien désireux d’étudier un fluide quantique dégénéré par rap-
port aux supraconducteurs ou à l’hélium 4 superfluide [2]. Contrairement
aux paires de Cooper dans un supraconducteur, les atomes constituant le
condensat sont aisément observables par des techniques de microscopie clas-
sique. Par ailleurs, et en opposition avec l’hélium 4, qui est un fluide dans
lequel les atomes interagissent plutôt fortement et difficile à comprendre de
manière élémentaire, les atomes d’un condensat sont suffisamment éloignés
les uns des autres pour que les interactions soient faibles et puissent être
traitées de manière perturbative : ce système est de ce fait bien plus proche
de la situation initialement imaginée par Einstein en 1925 [3]. De plus, ces
interactions de basse énergie entre atomes alcalins sont bien connues, et sim-
plement décrites par un seul paramètre, la longueur de diffusion a, à l’aide
de la théorie de la diffusion en mécanique quantique. Un condensat gazeux
est donc un système de choix pour l’étude de phénomènes traditionnelle-
ment associés à la physique de la matière condensée, comme la mesure de la
chaleur spécifique à la traversée de la transition de phase, l’observation des
modes d’oscillations collectifs, ou celle des tourbillons quantiques [4].

Un troisième objet présente la même propriété que les condensats : les
systèmes lasers, où cette fois-ci ce sont des photons qui s’accumulent dans
un seul mode d’une cavité optique. Il était donc naturel de s’intéresser à
la réalisation de l’analogue du laser avec des atomes, c’est-à-dire un « laser
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Introduction

à atomes ». Mais qu’est-ce qu’un laser à atomes ? et avant cela, qu’est-ce
qu’un laser ? Nous allons ici suivre la prescription de Kleppner [5] : un laser
est un dispositif émettant un rayonnement cohérent (en fait une onde élec-
tromagnétique dans un état cohérent [6]). La définition du laser à atomes est
donc logiquement un dispositif émettant de la matière cohérente, c’est-à-dire
ayant des propriétés de cohérence similaires à celles d’un état cohérent.

Une des premières questions qui se sont posées après l’observation de
condensats gazeux a d’ailleurs été celle de la cohérence de cette onde de
matière, qui a rapidement été confirmée par une série d’expériences : l’ob-
servation d’interférences entre deux condensats indépendants [7], ainsi que
du battement entre deux faisceaux atomiques découplés du même conden-
sat [8], a démontré la cohérence de premier ordre ; l’analyse de l’énergie
de champ moyen [9] et l’observation de la suppression du groupement des
bosons dans une expérience de Hanbury Brown Twiss [10] a montré la cohé-
rence de second ordre ; enfin, l’observation du déclin du nombre d’atomes par
recombinaison à trois corps [11] a permis d’établir la cohérence de troisième
ordre. L’extraction des atomes du condensat par un procédé conservant la
cohérence constitue alors un rayonnement de matière « cohérent », analogue
aux faisceaux lumineux cohérents extraits à partir des photons accumulés
dans un seul mode d’une cavité optique. Par exemple, la coupure soudaine
du confinement du gaz permet d’obtenir le plus simple des lasers à atomes :
un condensat en vol balistique, qui constitue le pendant du laser déclenché.

Notons que s’il y a effectivement une analogie entre un condensat de
Bose-Einstein gazeux et une cavité laser, une grande différence persiste : le
condensat est dans un état d’équilibre thermique 1 ; en revanche, les pho-
tons accumulés dans un mode d’une cavité laser sont dans un état très hors
d’équilibre, qui nécessite deux ingrédients fondamentaux : une inversion de
population et l’effet d’émission stimulée. L’effet de statistique de Bose res-
ponsable de l’apparition d’un condensat sous un seuil critique peut être
réinterprété comme l’amplification bosonique de la population de l’état fon-
damental par une stimulation de la diffusion élastique dans cet état [12].
Toutefois, il n’y a rien d’analogue à une inversion de population et l’état
condensé est parfaitement décrit dans le formalisme de la mécanique statis-
tique à l’équilibre.

Un laser à atomes est donc un dispositif de condensation de Bose-Einstein
permettant l’extraction cohérente des atomes du piège dans lequel ils sont
préparés. Cette extraction peut être effectuée de plusieurs manières diffé-
rentes :

• depuis un piège magnétique, par couplage radio-fréquence vers un

1. Un condensat gazeux n’est pas à l’équilibre thermodynamique mais dans un état
métastable, car aux températures ultra-basses auxquelles il est obtenu tous les corps sont
sous forme solide ou liquide — cependant, le temps de retour à l’équilibre chimique est très
long devant le temps de thermalisation et on peut traiter le gaz comme étant à l’équilibre
thermique.
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état non piégé : la première démonstration expérimentale utilisait
des impulsions radio-fréquences permettant d’obtenir des « bouffées »
d’atomes en chute libre [13] ; ensuite, à l’aide d’un meilleur contrôle
du champ magnétique de confinement, un découplage radio-fréquence
continu a été démontré par Bloch et al. [14] ;

• toujours depuis un piège magnétique, par couplage Raman vers un état
non piégé : là aussi, la première démonstration utilisait des impulsions
Raman [15], puis un découplage continu a pu être démontré [16] ;

• depuis un piège optique constitué d’un réseau d’interférences unidi-
mensionnel vertical, par couplage tunnel induit par gravité [17] ; le
caractère cohérent de l’onde de matière extraite se manifeste par les
interférences entre les faisceaux émis par les divers micro-puits ;

• depuis un piège optique constitué d’un faisceau désaccordé vers le
rouge et très focalisé, par déversement progressif des atomes depuis
le piège en diminuant la profondeur de celui-ci [18].

La cohérence de l’onde de matière a pu être vérifiée dans le cas des lasers
extraits par couplage radio-fréquence : le motif d’interférence observé après
réflexion normale du faisceau sur un miroir a montré qu’un tel laser a une
cohérence du premier ordre limitée par la transformée de Fourier du temps
de découplage [19] ; le comptage un par un des atomes du laser passant
au travers d’une cavité optique de grande finesse a permis de mettre en
évidence la statistique poissonienne des temps d’arrivée et la cohérence de
second ordre du faisceau [20].

Une autre caractéristique du laser que l’on retrouve dans le contexte
des lasers à atomes est la directivité de l’émission. Il a été montré que l’on
peut décrire la propagation spatiale d’un laser à atomes pour lequel les non-
linéarités causées par les interactions sont négligeables par un formalisme
analogue à celui des matrices ABCD, et introduire un facteur M2 pour dé-
crire la qualité du mode transverse analogue à celui utilisé pour les faisceaux
lasers [21]. Il a également été montré qu’au moyen d’un découplage Raman,
la qualité du mode transverse pouvait s’approcher de près de la limite de
Heisenberg (correspondant à M2 = 1), avec un facteur M2 = 1,3 [22].

Il reste un point qui différencie le laser à atomes du laser : les atomes sont
des particules massives qui se déplacent à des vitesses (en général) faible de-
vant la vitesse de la lumière ; un faisceau d’atomes ne peut être parfaitement
monocinétique, il présente nécessairement une dispersion de vitesse longitu-
dinale ; enfin, il peut être accéléré ou décéléré. Ceci implique que la longueur
d’onde d’un laser à atomes, définie comme étant sa longueur d’onde de de
Broglie moyenne ΛdB = h/(mv̄), avec h la constante de Planck, m la masse
des atomes et v̄ leur vitesse moyenne, varie en fonction des caractéristiques
de la propagation (accélérée ou décélérée). La plupart des lasers à atomes
réalisés jusqu’ici se propageaient dans l’espace libre, et subissaient donc l’in-
fluence de l’accélération de pesanteur. Après seulement 1 mm de chute libre,
la longueur d’onde d’un laser à atomes se trouve réduite à 30 nm ! À cet
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égard, le guidage horizontal de l’onde de matière par un potentiel optique
créé par un faisceau laser très désaccordé, réalisé par Guerin et al. [23], per-
met de conserver la longueur d’onde de de Broglie constante tout au long
de la propagation. Un autre avantage du guidage de l’onde découplée ré-
side dans l’annulation de la divergence du faisceau : le mode transverse du
faisceau est alors plus aisément manipulable.

Ce mémoire présente un résumé de l’essentiel des travaux effectués au
cours de la préparation de ma thèse de doctorat, et visant à concevoir et
réaliser une expérience de lasers à atomes guidés de nouvelle génération,
et explorer une partie de la physique rendue accessible grâce à ce nouveau
dispositif.

Nous avons mis en place un nouvel outil pour la manipulation de gaz
d’atomes ultra-froids : un laser à fibre dopé ytterbium, émettant en continu
plus de 300 W de lumière de longueur d’onde 1,072 µm± 0,002 µm, et de
mode transverse TEM00. Le chapitre 1 de ce mémoire est consacré à la pré-
sentation de ce dispositif et à son utilisation en conjonction avec un piège
magnéto-optique bidimensionnel : nous pouvons ainsi créer en quelques se-
condes des nuages atomiques de 87Rb très denses (plus de 2×1013 at/cm3)
piégés au voisinage du point focal d’un faisceau dérivé de ce laser. Nous
présentons une étude des pertes observées dans cette pince optique, et mon-
trons qu’on peut les attribuer à un mécanisme de collisions binaires assis-
tées par la lumière. Enfin, nous présentons des expériences de transport
optimal d’atomes thermiques sur des distances macroscopiques à l’aide de
cette pince, et montrons qu’il est possible d’appliquer la même méthode au
transport d’un gaz dégénéré.

Dans le chapitre 2, nous montrons comment, à l’aide d’un piège dipolaire
croisé dérivé du laser de puissance, nous pouvons atteindre le régime de dé-
générescence quantique avec plus de 200 000 atomes condensés en un temps
typiquement dix fois plus court que dans une expérience de condensation
utilisant un piège magnétique macroscopique. Cela est rendu possible par le
grand volume de capture dont nous bénéficions grâce à la grande longueur
de Rayleigh des faisceaux utilisés, soit près de 5 mm, due à la taille de col
utilisée (de l’ordre de 40 µm) et à la longueur d’onde du rayonnement. Ce
résultat a également nécessité un contrôle fin de l’intensité des faisceaux di-
polaires, pour éliminer le bruit en puissance naturellement présent dans la
lumière émise.

L’ensemble des sous-états de l’état fondamental 5S1/2 des atomes de 87Rb
subissent le même potentiel optique et sont donc piégés simultanément à
l’intersection des deux faisceaux dipolaires. Nous montrons au chapitre 3
comment tirer parti de ce degré de liberté interne supplémentaire, en uti-
lisant une technique originale de distillation du spin au cours de la prépa-
ration du condensat pour purifier celui-ci dans un état interne bien défini.
Nous montrons ensuite que nous sommes capables de produire des superpo-
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sitions d’états contrôlées au moyen d’impulsions micro-ondes entre les états
insensibles au premier ordre au champ magnétique du niveau fondamental
du 87Rb ; à condition de contrôler très précisément le champ magnétique
résiduel au niveau des atomes, ceci ouvre la voie à la préparation d’états
quelconques dans l’espace de configuration de dimension 8 que constitue le
niveau fondamental du 87Rb, à l’aide de transitions à plusieurs photons, et
donc au contrôle total du degré de liberté interne des atomes du condensat.

Dans le chapitre 4, nous décrivons deux méthodes originales de produc-
tion de laser à atomes guidés à partir des condensats produits. Ces méthodes
reposent sur le déversement progressif des atomes piégés à l’intersection des
faisceaux croisés dans le guide horizontal constitué par l’un des faisceaux ;
pour l’une, une force magnétique est utilisée pour découpler les atomes ;
pour l’autre, c’est la force gravitationelle qui joue ce rôle grâce à un petit
angle donné au faisceau de guidage. Nous montrons que le nombre moyen
d’excitations transverses 〈n〉 caractérise la qualité du laser ainsi produit, et
présentons une analyse thermodynamique du faisceau d’atomes ainsi que du
mécanisme de découplage. Cette analyse montre que celui-ci est essentiel-
lement isentropique et que nous pouvons contrôler le caractère monomode
ou multimode des lasers produits par l’intermédiaire de la température du
nuage source, et avons ainsi la maîtrise optimale des degrés de liberté ex-
ternes transverses des atomes guidés. Par ailleurs, le découplage optique
permet le contrôle de leur degré de liberté interne grâce aux techniques dé-
veloppées au chapitre 4, qui constitue l’analogue de la polarisation pour un
laser à photons.

Enfin, dans le chapitre 5 nous mettons à profit le dispositif que nous
avons construit et caractérisé pour étudier de manière préliminaire l’inter-
action d’un laser à atomes guidé avec des défauts contrôlés du potentiel de
guidage. Nous introduisons le cadre théorique d’un tel processus en utili-
sant deux angles d’approche : d’une part, on peut utiliser le formalisme de
la diffusion quantique en espace confiné ; d’autre part, on peut utiliser une
approximation semi-classique pour le degré de liberté longitudinal. Ce sys-
tème constitue en fait un simulateur quantique pour la théorie de la diffusion
quantique non perturbative en espace confiné. Nous présentons également
quelques exemples des résultats expérimentaux obtenus. Une étude quan-
titative du phénomène fera l’objet d’un futur mémoire de thèse au sein de
notre groupe.
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Chapitre 1

Manipulation d’atomes de
87Rb avec un piège dipolaire
simple

Le piégeage d’atomes à l’aide de faisceaux lasers intenses et très désac-
cordés a été démontré expérimentalement pour la première fois en 1986
par Chu et al. [24]. Cette technique de piégeage dipolaire s’est avérée être
très intéressante pour la manipulation de gaz ultra-froids. On peut par ce
biais préparer des nuages atomiques très denses, permettant par exemple
de mesurer des spectres de photo-association [25] ; on peut également at-
teindre le régime de dégénérescence quantique sur de nombreux gaz, dont
le 87Rb [26]. Cette technique offre également une grande souplesse de mise
en œuvre, grâce aux nombreux éléments d’optique à disposition : lentilles
sphériques ou asphériques pour la mise en forme du faisceau, modulateur
acousto-optique pour le contrôle de sa puissance ou de sa position, lames
de phase ou modulateur de phase pour obtenir des géométries complexes,
interférences entre plusieurs faisceaux pour obtenir des réseaux. . .

Dans ce chapitre, nous montrons comment, avec un laser fibré de grande
puissance (jusqu’à 300 W en continu) émettant un rayonnement de longueur
d’onde 1,072 µm (avec une dispersion de 2 nm), il est possible de préparer
rapidement des paquets d’atomes froids relativement denses, et adaptés de
ce fait à la mise en œuvre d’un refroidissement par évaporation. Nous avons
étudié la géométrie de piégeage dipolaire la plus simple : nous focalisons
le faisceau laser désaccordé, de façon à créer un piège au niveau du point
focal. Cette géométrie permet d’étudier le transport de paquets d’atomes
par déplacement de ce point focal, et on parle donc de pince optique.

Après avoir rappelé quelques éléments théoriques sur le piégeage d’atomes
par force dipolaire, nous analysons les pertes atomiques mesurées dans la
pince optique, puis nous montrons comment il est possible de déplacer un
paquet d’atomes sur une échelle de temps de l’ordre de la période d’oscilla-
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1 – Piégeage dipolaire d’atomes de 87Rb

tion dans le piège sans excitation notable du mouvement du centre de masse
du nuage après transport.

1.1 Piégeage d’atomes par force dipolaire

1.1.1 Le potentiel dipolaire

Lorsqu’un atome traverse une zone de l’espace dans laquelle se trouve un
rayonnement électromagnétique de fréquence très décalée par rapport à ses
résonances d’absorption, il subit une force appelée force dipolaire, qui est la
contrepartie de l’effet d’indice de l’atome sur la lumière (responsable d’une
courbure des rayons lumineux). Cette force a la particularité d’être non
dissipative, et dérive donc d’un potentiel dipolaire. Dans le cas d’un atome
de 87Rb dans son état fondamental 5S1/2 éclairé par un faisceau polarisé
linéairement, ce potentiel prend l’expression suivante [27] :

U(r) = χI(r) , (1.1)

où I(r) est l’intensité locale du rayonnement et où la constante de propor-
tionnalité χ est donnée par :

χ = Γλ3

16π2c

[ 1
ωL − ω1

+ 1
ωL + ω1

+ 2
( 1
ωL − ω2

+ 1
ωL + ω2

)]
, (1.2)

où Γ est la durée de vie de l’état excité, λ est la longueur d’onde du rayon-
nement dans le vide, c est la vitesse de la lumière dans le vide, ωL est
la pulsation du rayonnement, et ω1 et ω2 sont les pulsations associées aux
raies D1 et D2 du 87Rb [28]. Pour la longueur d’onde que nous avons uti-
lisée, soit 1,07 µm, cette constante vaut χ = −2,06×10−36 J(W/m2)−1, soit
χ/kB = −1,49 mK(MW/cm2)−1.

Une telle lumière, désaccordée vers le rouge par rapport aux raies D1 et
D2, constitue donc un piège à atomes au voisinage des maxima d’intensité.
En particulier, nous pouvons piéger des atomes au voisinage du point focal
d’un faisceau laser dont le mode spatial est le mode gaussien TEM00 :

I(r) = 2P
πw(x)2 e

− 2(y2+z2)
w(x)2 , (1.3)

où P est la puissance du faisceau et w(x) = w0
√

1 + (x/zR)2 est sa largeur,
avec w0 la largeur de son col et zR = πw2

0/λ sa longueur de Rayleigh.
Notons que tous les sous-états du fondamental 5S1/2 subissent le même

potentiel, et sont donc piégeables simultanément, dans une pince optique
polarisée linéairement. Ce résultat remarquable permet de conserver le spin
comme un degré de liberté supplémentaire, contrôlable grâce à des champs
électromagnétiques statiques ou périodiques (cf chapitre 3).
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Figure 1.1 – Vue d’ensemble du dispositif expérimental.

1.1.2 Le taux de diffusion de photons

Bien que la lumière utilisée soit très désaccordée, la probabilité pour
un atome piégé de diffuser un photon n’est pas complètement négligeable,
et ces diffusions de photons se traduiront par un chauffage du nuage piégé
dans la pince optique. Ce taux de diffusion Γdif a l’expression approchée
suivante [27] :

Γdif ' I
Γ2λ3

16π2c~

( 1
δ2

1
+ 2
δ2

2

)
. (1.4)

On peut estimer le taux de chauffage correspondant par l’équation

Ṫ = Γdif
mv2

rec
kB

' I Γ2~λ
4ckBm

( 1
δ2

1
+ 2
δ2

2

)
, (1.5)

où vrec = ~ωL/(mc) est la vitesse de recul du 87Rb à la longueur d’onde du
laser. Pour une profondeur de piégeage U0 = kBT0 donnée, on obtient un
taux de chauffage Ṫ ∼ 2,4×10−3 × T0 s−1.

1.2 Dispositif expérimental

L’idée de base de notre dispositif expérimental est de superposer sur l’axe
long d’un piège magnéto-optique bidimensionnel un faisceau de piégeage
dipolaire, de façon à avoir le meilleur recouvrement possible des deux pièges,
et ainsi à maximiser le nombre d’atomes transférés dans la pince optique.
La figure 1.1 présente une vue d’ensemble du dispositif, dont nous détaillons
les différents éléments dans les paragraphes suivants.
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1 – Piégeage dipolaire d’atomes de 87Rb

1.2.1 La source atomique

La source des atomes de 87Rb que nous avons utilisée dans toutes les
expériences présentées dans cette thèse est constituée d’un dispositif de pié-
geage magnéto-optique bidimensionnel, alimenté par un flux d’atomes ra-
lentis par effet Zeeman et issus d’un four à recirculation. Les différents élé-
ments constituant ce dispositif sont détaillés dans le chapitre 2 de la thèse
de Thierry Lahaye [29] ; ils permettent de préparer en une seconde un nuage
d’atomes froids comportant jusqu’à 1010 atomes à une température comprise
entre 100 µK et 200 µK.

Dans la perspective de transférer ces atomes dans la pince optique consti-
tuée par le faisceau dipolaire, nous avons modifié ce piège magnéto-optique
en masquant la lumière du faisceau repompeur au centre du piège, pour
avoir une zone centrale où les atomes sont dépompés dans l’état F = 1, et
n’échangent plus alors de photons avec les faisceaux de refroidissement, ce
qui permet d’augmenter la densité au centre du piège en supprimant les in-
teractions répulsives dues aux absorptions et ré-émissions de lumière [30, 31].
Nous gagnons typiquement un facteur deux sur le nombre d’atomes piégés
dans la pince grâce à ce piège magnéto-optique « sombre ».

Nous avons donc placé un obstacle allongé d’un mm de large sur le trajet
du faisceau repompeur, et imageons celui-ci sur le centre du piège au moyen
d’un montage 4f avec une lentille de focale 200 mm (voir figure 1.2). Nous
obtenons ainsi un plan vertical contenant le faisceau dipolaire dans lequel
il n’y a plus de lumière repompeur. Pour conserver un taux de chargement
important, nous avons gardé un faisceau repompeur normal sur un autre
axe, que nous pouvons utiliser en plus du repompeur « sombre » durant la
phase de chargement du piège magnéto-optique (cf §1.2.6). Le repompeur
normal a une intensité typique d’environ 1 mW/cm2, le repompeur sombre
est entre 50 et 100 fois moins intense.

1.2.2 Amélioration de la durée de vie

La durée de vie du piège magnéto-optique due aux collisions avec le gaz
résiduel dans notre enceinte est de l’ordre de 15 s. Dans la perspective de pré-
parer et de manipuler sur des durées importantes des nuages d’atomes piégés
(et éventuellement de préparer des condensats de Bose-Einstein), nous avons
voulu augmenter cette durée de vie. Comme nous ne pouvions pas augmen-
ter le taux de pompage de l’enceinte sans détruire le vide, nous avons décidé
de diminuer la température du four pour réduire le flux d’atomes chauds en
provenance du ralentisseur Zeeman. Nous avons constaté qu’en descendant
à 100 °C, la durée de vie se trouve plus que doublée, pour atteindre 33 s,
tout en gardant un taux de chargement du piège magnéto-optique raison-
nable. La figure 1.3 montre la décroissance du nombre d’atomes d’un piège
magnéto-optique en fonction du temps, à partir de laquelle on extrait la
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Figure 1.2 – Montage optique utilisé pour le faisceau repompeur. Deux bras
sont préparés : l’un sans ligne noire pour le chargement du piège (normal),
l’autre avec un obstacle imagé sur le piège pour la phase d’augmentation de
densité (sombre).

durée de vie.

1.2.3 La source du faisceau dipolaire

Le laser choisi pour émettre le faisceau de piégeage dipolaire est un laser
à fibre 1 dopée à l’ytterbium. Il a pour caractéristique d’émettre en continu
un rayonnement de longueur d’onde 1,072 µm, sous la forme d’un faisceau
gaussien 2 TEM00 polarisé linéairement, d’une puissance maximale de 300 W.
La largeur de raie du laser est importante : elle vaut 2 nm, il est donc a priori
impossible de l’utiliser pour créer un réseau optique.

Le choix de ce laser suit la ligne de raisonnement suivante. Pour piéger le
plus grand nombre d’atomes possible, il faut disposer du volume de capture
le plus important possible, celui-ci étant proportionnel à zRw

2 [31]. Deux
points sont à considérer :

• on peut utiliser une largeur de col du faisceau importante, ce qui né-
cessite de disposer de beaucoup de puissance pour conserver une pro-
fondeur de piégeage suffisante. Ainsi, avec un faisceau de 100 µm de
large à la longueur d’onde que nous utilisons, 100 W sont nécessaires
pour obtenir une profondeur de 1 mK ;

• on peut utiliser une longueur d’onde faible (tout en restant désac-
cordé vers le rouge de la transition). On augmente ainsi la longueur
de Rayleigh, tout en nécessitant moins de puissance pour obtenir les
profondeurs désirées. L’inconvénient réside dans le taux de diffusion

1. IPG YLR-300.
2. Le facteur M2 du faisceau vaut 1,02.
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Figure 1.3 – Mesure du niveau de fluorescence en fonction du temps après
l’extinction du ralentisseur Zeeman, pour un nuage piégé magnéto-optiquement
dans notre chambre après diminution de la température du four. L’ajustement
linéaire du logarithme de la fluorescence en fonction du temps donne un taux
de décroissance exponentiel égal à 33 s.

de photons (1.4) qui se trouve augmenté, ce qui est préjudiciable au
piégeage d’atomes ultra-froids.

Toutefois, deux inconvénients viennent contrebalancer ces considérations :
• l’utilisation d’un faisceau large, combinée avec la grande longueur de
Rayleigh résultant de la faible longueur d’onde utilisée (comparée
aux lasers à CO2 par exemple, dont la longueur d’onde est d’envi-
ron 10 µm), résulte en une fréquence de piégeage longitudinale faible,
voire très faible, ce qui est défavorable vis-à-vis de l’obtention de la
condensation de Bose-Einstein par refroidissement évaporatif ;

• la grande puissance disponible se paye par une largeur de raie très
importante (et valant 2 nm), ce qui rend possible l’excitation par le
laser de résonances de photo-association ou de photo-ionisation [32],
susceptibles de causer des pertes importantes.

Nous verrons au chapitre 2 qu’il est possible de contourner la première limi-
tation en croisant un second faisceau dipolaire avec le premier, pour consti-
tuer un piège suffisamment raide dans les trois directions de l’espace. Nous
verrons plus loin dans ce chapitre, au §1.3, que nous avons effectivement des
pertes assistées par la lumière, heureusement suffisamment peu importantes
pour ne pas gêner les expériences que nous avons menées.
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1.2.4 Mise en forme du faisceau dipolaire

Le schéma du montage optique utilisé pour mettre en forme le faisceau
dipolaire à la taille voulue (soit entre 35 µm et 50 µm de large selon les
expériences) au niveau du centre du piège magnéto-optique est présenté sur
la figure 1.4. Nous allons commenter les quelques points les plus significatifs :

• nous avons installé une séparatrice de faisceau 50/50 très en amont du
dispositif, afin de disposer facilement d’un second faisceau en vue de
réaliser un piège croisé (cf chapitre 2) ;

• nous avons ensuite installé un modulateur acousto-optique 3 (MAO)
pour disposer d’un contrôle précis et rapide de la puissance du faisceau.
Le cristal du modulateur est en silice fondue, matériau présentant
l’avantage d’être extrêmement transparent à la longueur d’onde du
laser, et d’avoir un coefficient de dilatation thermique très faible. En
revanche, le couplage d’une onde acoustique y est difficile, et nous
devons donc utiliser près de 40 W de puissance radio-fréquence pour
une efficacité de diffraction mesurée de 85 % ;

• la focalisation dans la chambre est effectuée au moyen d’une lentille
de 802 mm de focale. Pour obtenir la largeur voulue, deux télescopes
ont été mis en place après le modulateur : le premier nous permet
d’obtenir un faisceau d’environ 1 mm de large, ajustable à l’aide d’une
translation manuelle, qui est ensuite agrandi d’un facteur 6 par un
télescope commercial 4 ;

• le mode transverse du faisceau a été mesuré en l’imageant directement
sur une caméra CCD, la figure 1.5 présente un résultat typique obtenu
par ce procédé. En raison de la conception de la chambre, nous sommes
obligés d’utiliser une lentille de grande focale, et le faisceau présente
une importante aberration sphérique, ainsi qu’un astigmatisme assez
prononcé. La fréquence de piégeage longitudinale peut ainsi être nota-
blement plus faible que la valeur théorique pour un faisceau TEM00,
nous l’avons donc mesurée expérimentalement lorsque c’était néces-
saire.

1.2.5 Contrôle de la puissance du faisceau dipolaire

Le laser que nous utilisons présente le défaut d’avoir un bruit en intensité
important. En particulier nous avons observé une modulation de la puissance
émise de quelques pourcents à une fréquence d’environ 200 Hz. De plus, ce
bruit est très sensible à l’intensité d’émission choisie et à la température de
fonctionnement du laser (et donc de l’eau de refroidissement utilisée). Dans
la perspective de manipuler des nuages d’atomes ultra-froids avec une pince
optique, nous devons nous débarrasser de ce bruit pour éviter un éventuel

3. Modèle sur mesure de chez AA opto-electronics.
4. Melles-Griot 09 LBZ 103.
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Figure 1.4 – Montage optique utilisé pour mettre en forme le faisceau dipo-
laire. Les nombres mentionnées au côté des lentilles sont leur focale en mm.
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Figure 1.5 – Mesure des largeurs transverses du faisceau w1 et w2 en fonction
de la position longitudinale z. D’importantes aberrations optiques le rendent
non gaussien. Les ajustements réalisés après le col donne une divergence com-
patible avec un faisceau de 30 µm. La largeur moyenne minimale vaut 44 µm.

chauffage paramétrique des atomes piégés [33, 34].
Grâce au modulateur acousto-optique, nous pouvons contrôler la puis-

sance du faisceau dipolaire diffracté par l’intermédiaire de la puissance de la
radio-fréquence couplée dans le cristal. Notre générateur de radio-fréquence 5

dispose d’une entrée analogique à cet effet. Nous avons décidé de mettre en
place un contrôle actif de la puissance lumineuse en utilisant une photodiode
pour la mesurer et pouvoir rétroagir sur la consigne. Ce dispositif présente
deux avantages :

• la réponse du système est linéarisée ;
• le bruit peut être réduit sur la bande passante de l’asservissement.

En revanche, la vitesse de réponse du dispositif est réduite, ce qui nécessite
l’utilisation d’un interrupteur analogique rapide pour éteindre le faisceau
rapidement. Nous avons mesuré un temps d’extinction avec cet interrupteur
inférieur à 25 µs, limite supérieure donnée par le temps de réponse de la
photodiode utilisée, ce qui est suffisant puisque nos fréquences de piégeage
sont toujours inférieures à quelques kHz.

Le schéma de principe du dispositif est présenté sur la figure 1.6. Nous
utilisons les quelques dixièmes de pourcent du faisceau traversant un miroir
pour mesurer sa puissance. La lame demi-onde nous permet de minimiser
cette fuite, et ainsi d’être insensible au premier ordre aux fluctuations de

5. Fourni avec le MAO par AA opto-electronics.

23



1 – Piégeage dipolaire d’atomes de 87Rb

Figure 1.6 – Schéma du dispositif d’asservissement de la puissance du faisceau
horizontal.
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Figure 1.7 – Séquence expérimentale d’une expérience de piégeage dipolaire
d’atomes de 87Rb.

polarisation. Le signal donné par la photodiode est comparé à la consigne,
puis le résultat passe par un montage proportionnel/intégrateur avant d’être
transmis au contrôleur du modulateur magnéto-optique. Nous avons mesuré
une bande passante du dispositif de l’ordre de 10 kHz en observant sa ré-
ponse à une marche de consigne. Cette bande passante correspond à une
atténuation de 40 dB du bruit à 200 Hz qui n’est alors plus mesurable.

1.2.6 Séquence expérimentale et valeurs typiques

Au fil du temps, nous avons convergé vers la séquence expérimentale
présentée sur la figure 1.7. Le chargement du piège dipolaire se décompose
en quatre phases distinctes, au cours desquelles sa puissance est maintenue
constante à sa valeur initiale :

1. le piège magnéto-optique est chargé en présence du repompeur normal
(cf §1.2.1) pendant 1 s. Nous obtenons ainsi quelques 109 atomes à
une température d’environ 200 µK ;

2. le repompeur normal est obturé pour la phase d’augmentation de la
densité par la technique du piège magnéto-optique sombre, qui dure
100 ms ;

3. le repompeur sombre et les champs magnétiques sont coupés, ne lais-
sant ainsi que les faisceaux pièges, pendant 10 ms afin de dépomper les
atomes dans F = 1 et éviter ainsi les pertes par relaxation de spin ;

4. tous les faisceaux du piège magnéto-optique sont obturés.
La suite de la séquence constitue l’expérience proprement dite, et com-

mence en général par une phase de refroidissement par évaporation (cf
§2.1.3).

Pour un faisceau de 40 µm de largeur de col, nous obtenons typiquement
3×107 atomes à 150 µK dans la pince optique après la phase de chargement
et 100 ms de maintien à la puissance initiale, soit 20 W. Compte-tenu des
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fréquences d’oscillations importantes, une évaporation libre a déjà lieu au
cours de ces 100 ms, et le nombre d’atomes initial est très certainement
plus important. Nous ne pouvions malheureusement pas mesurer ce nombre
initial car les atomes prisonniers de la pince sont alors masqués par les
atomes du piège magnéto-optique, en chute libre après l’extinction de celui-
ci.

Malgré de nombreux efforts, nous ne sommes pas parvenus à refroidir
le gaz en dessous de quelques µK par évaporation forcée en appliquant des
rampes de puissance. Nous soupçonnons la faible fréquence de piégeage lon-
gitudinale d’être responsable d’un ralentissement dramatique de l’évapora-
tion. En effet, lorsque la profondeur atteint 10 µK (soit pour une puissance
de 250 mW), la fréquence de piégeage longitudinale vaut environ 1 Hz. Nous
avons pour cette profondeur pu obtenir environ 106 atomes à 2 µK ; on évalue
alors un taux de collisions de seulement 3 s−1 !

1.3 Caractérisation des pertes atomiques

Lors d’expériences préliminaires de compression du nuage atomique piégé
dans la pince optique, nous nous sommes rendu compte que le taux de pertes
augmente considérablement avec la densité, et que la décroissance du nombre
d’atomes ne suit pas une loi exponentielle, comme on peut le constater sur
la figure 1.8. Nous en avons déduit qu’il doit exister un processus de pertes
dépendant de la densité. Un tel processus ne peut pas être expliqué par
les collisions avec le gaz résiduel ; il provient nécessairement de collisions
inélastiques au sein du gaz, ou de collisions assistées par la lumière [32].

Nous pouvons exclure le processus inélastique de recombinaison, dans
lequel trois atomes interagissent pour former un dimère, l’atome restant as-
surant la conservation de l’énergie et de l’impulsion. En effet, le taux mesuré
pour ce phénomène vaut K3 = (4,3± 1,8)×10−29 s−1(at/cm3)−2 [11], et est
donc négligeable pour les densités auxquelles nous avons observé des pertes
importantes, soit environ 1013 at/cm3. Nous en déduisons donc que nous de-
vons être en présence d’un processus de collisions assistées par la lumière,
dont le taux dépend de l’intensité lumineuse au niveau des atomes. Nous
avons donc établi un protocole expérimental pour mesurer cette dépendance
et déterminer s’il s’agit d’un phénomène à un photon, deux photons. . .

Avant de présenter ce protocole et ses résultats, nous allons rappeler
quelques éléments théoriques concernant les pertes atomiques dans un piège
quelconque.

1.3.1 Rappels théoriques

Expression générale du taux de collisions. Nous nous inspirons ici
du calcul de la section efficace de collision à deux corps effectué dans le
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Figure 1.8 – Mesure de la décroissance de la densité n0 du gaz au centre de la
pince optique, pour un faisceau de 41 µm de largeur de col et une puissance de
22 W, en fonction du temps de maintien t. On constate qu’elle n’est clairement
pas exponentielle : il y a donc un processus dépendant de la densité à l’œuvre.

chapitre 4 de la thèse de David Guéry-Odelin [35]. La probabilité d’avoir
une particule d’impulsion p à la position r est donnée par :

d6P = 1
N

f(r,p)
(2π~)3 d3rd3p , (1.6)

où f(r,p) est la densité de particules dans l’espace des phases, normalisée
au nombre total de particules N . La probabilité pour cette particule d’entrer
en collision avec une autre particule d’impulsion p′ pendant le temps dt est
donnée par :

d4P = f ′(r,p′)
(2π~)3 d3p′ σ(vr)vrdt , (1.7)

avec vr = |v − v′| la vitesse relative des deux particules, et σ la section
efficace de collision. Nous notons f ′ la densité dans l’espace des phases des
particules « cibles » pour pouvoir traiter différents cas (collisions avec le
gaz résiduel, collisions avec une autre espèce. . . ). Dans le cas des collisions
élastiques ultra-froides, cette section efficace ne dépend pas de la vitesse
relative des particules. En revanche, cela n’est pas le cas pour les processus
inélastiques qui nous intéressent ici [36, 37], et nous garderons donc cette
dépendance.

La probabilité qu’une particule donnée subisse une collision pendant le
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temps dt est donc donnée par :

γdt = 1
N(2π~)6

ˆ
d3rd3prd3P f(r,p)f ′(r,p′) σ(vr)vrdt , (1.8)

où par définition γ est le taux de collision, et où l’on a utilisé le système de
coordonnées barycentriques défini par :pr = p− p′

2
P = p + p′ .

(1.9)

Expression de la densité de particules dans l’espace des phases.
Nous considérons ici un gaz classique confiné dans un puits de potentiel
U(r). La densité de particules dans l’espace des phases s’écrit alors :

f(r,p) = Ze−
H(r,p)
kBT , (1.10)

où Z est une constante de normalisation, et H(r,p) est l’énergie d’une par-
ticule située en r et d’impulsion p :

H(r,p) = p2

2m + U(r) . (1.11)

Z est lié au nombre d’atomes N et à la température T par la normalisation :

N =
ˆ

d3rd3pf(r,p) . (1.12)

La densité du gaz a pour expression :

n(r) = n0e
−U(r)
kBT , (1.13)

où n0 est la densité au centre du piège, reliée à Z et T par :

Z = n0Λ3
dB , (1.14)

où ΛdB =
√

2π~2/(mkBT ) est la longueur d’onde de de Broglie thermique
du gaz piégé.

Pertes dues à la vapeur résiduelle. La vapeur résiduelle dans l’enceinte
à vide constitue un gaz dont la densité est uniforme, à l’équilibre thermody-
namique à la température ambiante, très grande devant la température du
gaz piégée. La vitesse relative au cours d’une collision entre un atome piégé
et un atome de la vapeur résiduelle est donc dominée par la vitesse de ce
dernier. Le taux de collisions par atome piégé correspondant s’écrit donc :

γ1 = n′Λ′3dB

ˆ
d3p′σ

(
v′
)
v′e−

p′2
2mkBT . (1.15)
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Cette quantité est indépendante des paramètres du gaz piégé, et est pro-
portionnelle à la densité n′, et donc à la pression, de la vapeur résiduelle.
Chaque collision correspond à une perte ; on a donc dN = −γ1Ndt, soit :

Ṅ

N
= −1

τ
, (1.16)

avec τ = 1/γ1 la durée de vie du gaz piégé.

Pertes dues aux collisions inélastiques à deux corps. Le taux cor-
respondant est donné par l’équation (1.8) avec f = f ′. On obtient donc :

γ2 = n̄〈σv〉 , (1.17)

en définissant la densité moyenne n̄ par :

n̄ = 23/2

N

ˆ
[n(r)]2 d3r , (1.18)

et le taux de collision par unité de densité atomique 〈σv〉 par :

〈σv〉 = Λ3
dB

(2π~)3

ˆ
σ(vr)vre

− p2r
2mkBT d3pr . (1.19)

D’après [36, 37], on peut approximer la section efficace d’un processus inélas-
tique à deux corps dans le régime de température ultra-basse par σ(vr) =
κ2/vr. L’équation (1.19) se réduit alors à 〈σv〉 = κ2. Le nombre total
de collisions pendant dt vaut 6 Nγ2dt/2, et l’équation de pertes s’écrit 7

dN = −κ2Nn̄dt, soit :
Ṅ

N
= −κ2n̄ . (1.20)

Application à un piège harmonique. Au cours de notre étude expé-
rimentale des pertes, nous avons utilisé des nuages suffisamment froids par
rapport à la profondeur du piège pour que l’on puisse considérer celui-ci
comme harmonique, grâce à une recompression de la pince optique 8 (cf
§1.3.2). Nous allons donc évaluer l’équation (1.18) en prenant comme po-
tentiel de piégeage un potentiel harmonique U(r) = ∑

imωix
2
i /2, où les ωi

sont les pulsations propres du piège :

n̄ = 23/2

N

ˆ
n2

0e
−
∑

i

mωix
2
i

kBT d3r = n0 , (1.21)

en utilisant la relation N = n0
´

exp(−∑imωix
2
i /(2kBT ))d3r. On en déduit

donc :
Ṅ

N
= −κ2n0 . (1.22)

6. Le facteur 1/2 est là pour ne pas compter les collisions deux fois.
7. Chaque collision entraîne la perte des deux atomes impliqués.
8. Le paramètre η = U0/(kBT ) est toujours supérieur à 10.
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Pertes dues aux collisions inélastiques à trois corps. Le calcul des
pertes à trois corps est beaucoup plus complexe, puisqu’il ne peut être décrit
par une simple section efficace. On peut toutefois modéliser les pertes dues
à de tels processus par [11] :

Ṅ

N
= −κ3n

2
0 , (1.23)

où κ3 est le taux de pertes par unité de densité atomique au carré, et est
relié au K3 de [11] par κ3 = K3/33/2.

Processus de pertes assistées par la lumière. Dans le cas d’un pro-
cessus assisté par la lumière, la section efficace doit dépendre de l’intensité
lumineuse. Un processus mettant en jeu un seul photon a une section efficace
proportionnelle à l’intensité lumineuse, un processus à deux photons a une
section efficace proportionnelle au carré de cette intensité. . . Or dans notre
cas l’intensité lumineuse varie spatialement, et ceci va modifier les équa-
tions (1.18) et (1.19). Toutefois, dans le cas où η � 1, on peut négliger cette
modification, et le résultat (1.22) reste valable, à ceci près que κ2 dépend
alors de l’intensité au centre du faisceau.

Équation portant sur la densité seule. Il est possible d’interpréter les
données expérimentales en utilisant directement l’équation (1.22) (cf [11]).
Cependant, il est plus simple d’établir une équation ne portant que sur la
densité atomique. Pour cela, il faut déterminer les pertes en énergies dues
aux collisions, puis utiliser l’équation d’état E = F(N,T ). Le taux de pertes
en énergie est donné par :

ε̇ = κ2
N(2π~)6

ˆ
d3rd3prd3P (H+H′) f(r,p)f(r,p′) , (1.24)

où l’énergie de la paire de particules vaut H+H′ = 2U(r)+P2/m+p2
r/4m.

Dans le cas d’un piège harmonique, on trouve alors que :

Ė

E
= 3

4
Ṅ

N
. (1.25)

L’équation d’état dans un tel piège s’écrit E = 3NkBT , et la densité ato-
mique au centre y est proportionnelle à NT−3/2. On en déduit donc que :

ṅ0
n0

= −11
8 κ2n0 , (1.26)

qui se résout en :
1

n0(t) = 1
n0(0) + 11

8 κ2t , (1.27)

équation que nous allons utiliser pour extraire le paramètre κ2 de nos don-
nées expérimentales.
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Figure 1.9 – Diagramme temporel de la séquence utilisée pour mesurer le taux
de pertes dans la pince optique.

1.3.2 Protocole expérimental

Nous voulons mesurer le taux de pertes lorsque le gaz piégé a une densité
élevée (de l’ordre de 1013 at/cm3) pour différentes valeurs de l’intensité lumi-
neuse, tout en nous assurant que l’évaporation joue un rôle négligeable afin
de ne pas brouiller les résultats. Pour cela, nous commençons par préparer
un nuage d’atomes froids comportant environ 107 atomes à une tempéra-
ture de 10 µK, grâce à une rampe d’évaporation d’une durée de 1,5 s. On
comprime ensuite ce nuage par une augmentation de la puissance, jusqu’à
obtenir l’intensité lumineuse désirée. Grâce à cette compression, on aug-
mente le paramètre η = U0/kBT comme la racine de la puissance P : en
effet, au cours d’une compression adiabatique, le rapport de l’énergie totale
E ∝ T à la fréquence de piégeage moyenne ω ∝

√
P ∝

√
U0 reste constant.

Pour finir, on mesure la décroissance du nombre d’atomes (ainsi que la va-
riation de température) après différents temps de maintien dans la pince. La
figure 1.9 présente un diagramme temporel de la séquence.

Nous avons réalisé deux jeux de données : l’un utilise un faisceau de
41 µm de largeur de col et des puissances allant de 10 W à 20 W, l’autre un
faisceau de 44 µm de largeur de col et des puissances allant de 30 W à 60 W.
Nous couvrons ainsi une plage de près d’un ordre de grandeur d’intensité
lumineuse, allant de 0,4 MW/cm2 à 2 MW/cm2.

L’évaporation avant la compression permet de rendre négligeable l’éva-
poration libre du piège. En utilisant l’équation (2.18), on trouve en effet que
dans la situation la moins favorable (avec la plus faible recompression), ce
taux est de l’ordre de 10−3 s−1, négligeable devant le taux de pertes obtenu
dans ce cas (soit 0,2 s−1).

Les images du nuage par absorption enregistrées nous permettent de dé-
terminer directement le nombre d’atomes et la température du nuage, en
ajustant le profil par une gaussienne. Nous calculons ensuite la densité ato-
mique au centre du piège n0 dans l’approximation harmonique [27]. Nous
n’avons pas mesuré la fréquence d’oscillation longitudinale pour ces expé-
riences ; il y a donc une erreur systématique que l’on estime inférieure à 25 %
sur les densités calculées.
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Figure 1.10 – Tracé de l’inverse de la densité atomique n0 en fonction du
temps de maintien t, pour les conditions de la figure 1.8. On constate que les
points s’alignent tous sur une même droite, dont le coefficient directeur vaut
(6,7± 0,1)×10−14 s−1(at/cm3)−1.

1.3.3 Analyse des résultats

Nombre de corps impliqués. Nous avons représenté sur la figure 1.10
l’inverse de la densité atomique sur la première seconde de maintien dans le
piège, pour une puissance finale de 62 W et une largeur de col de 44 µm. On
constate que les points s’alignent tous sur une même droite, dont le coef-
ficient directeur vaut β = (35,2± 0,6)×10−14 s−1(at/cm3)−1. On en déduit
donc trois points :

• on retrouve le fait que la décroissance n’est pas exponentielle. En
effet, dans le cas contraire on aurait 1/n0(t) = n−1

0 (0)et/τ , et β =
(τn0(0))−1, soit τ ' 0,3 s. Au bout d’une seconde, on devrait donc
avoir 1/n0 ' 33/n0(0), soit plus de 7 fois ce que l’on mesure !

• cette courbe n’est pas non plus compatible avec un processus à trois
corps ; on peut placer une limite supérieure au taux correspondant en
remarquant que κ3n0(0)2 � 1 Hz, soit κ3 � 10−26 s−1(at/cm3)−2 ;

• cette courbe est parfaitement en accord avec des pertes inélastiques à
deux corps (cf §1.3.1). Nous en déduisons que pour cette intensité lu-
mineuse, le taux de pertes vaut κ2 = (25,6± 0,4)×10−14 s−1(at/cm3)−1.
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Figure 1.11 – Variation du taux de pertes à deux corps en fonction de l’in-
tensité lumineuse au centre du faisceau. Les points dans ce diagramme log-log
s’alignent sur une droite de coefficient directeur 2,02± 0,09 ; le taux de pertes
est donc proportionnel au carré de l’intensité.

On a négligé ici l’influence des pertes dues aux collisions avec le gaz
résiduel. En effet, on s’attend à ce que le taux correspondant soit de 9

3×10−2 s−1, soit une correction de l’ordre de 10 % au coefficient directeur β
trouvé précédemment, qui rentre dans les barres d’erreurs de l’ajustement
linéaire.

Dépendance en intensité lumineuse. Nous avons procédé comme pré-
cédemment pour plusieurs puissances finales et deux largeurs de faisceaux,
comme expliqué au §1.3.2. Nous avons ensuite tracé les taux obtenus en
fonction de l’intensité au centre du faisceau sur un diagramme log-log (voir
figure 1.11) ; on constate que les points s’alignent sur une droite de coefficient
directeur 2,02± 0,09. Le taux de pertes à deux corps est donc proportionnel
au carré de l’intensité lumineuse ; nous en déduisons que le processus en
œuvre est un processus à deux photons.

Nous obtenons finalement le taux de pertes dépendant de l’intensité sui-
vant :

κ2 = I2 · (6,2± 0,2)×10−14 s−1(at/cm3)−1(MW/cm)−2 . (1.28)

L’erreur est déduite de l’ajustement et ne tient pas compte des éventuelles
9. Les expériences présentées ici ont été effectuées après l’augmentation de la durée de

vie dans l’enceinte à 33 s, cf §1.2.2.
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erreurs systématiques de l’expérience. Cette valeur est donc plutôt qualita-
tive, mais donne une excellente indication quant au niveau de pertes auquel
on doit s’attendre pour une densité et une intensité donnée.

1.4 Transport optimal d’une onde de matière

Un des problèmes expérimentaux majeurs qui se pose lors de la concep-
tion d’un dispositif de préparation de condensats de Bose-Einstein est de
pouvoir bénéficier de l’accès optique et du vide nécessaires pour réaliser les
expériences scientifiques pour lesquelles a été conçu le projet.

En effet, tous ces dispositifs ont pour point commun l’utilisation d’un
piège magnéto-optique comme source d’atomes pré-refroidis, ceux-ci étant
ensuite transférés dans un piège non dissipatif magnétique ou optique. Or
la mise en œuvre d’un piège magnéto-optique apporte deux contraintes :

• il faut trois axes orthogonaux pour les faisceaux lasers de refroidisse-
ment, ainsi qu’au moins deux bobines pour générer les champs magné-
tiques. Ce sont autant d’accès perdus pour l’installation des éléments
scientifiques, comme par exemple un réseau optique ou un dispositif
d’imagerie à haute résolution ;

• il faut une pression résiduelle du gaz que l’on souhaite piéger suffisante
pour que le chargement du piège sous suffisamment rapide, ou utiliser
encore un autre axe pour mettre en place une source d’atomes, comme
un ralentisseur Zeeman ou un piège magnéto-optique bidimensionnel.
Dans tous les cas, le vide dans la chambre du piège ne peut être assez
bon pour bénéficier d’une durée de vie de plusieurs minutes.

Pour contourner ces difficultés, la grande majorité des expériences utilisent
un transfert des atomes pré-refroidis depuis la chambre du piège magnéto-
optique vers une chambre d’expérimentations, qui peut revêtir plusieurs
formes :

• le transfert magnétique, au cours duquel les atomes sont déplacés par le
mouvement d’un piège magnétique, réalisé par la translation physique
des bobines le générant [38, 39] ou par la commutation de courants
dans un jeu de bobines judicieusement choisi [40] ;

• le transfert optique par mouvement du col d’un faisceau dans lequel
sont piégés les atomes [41], ou par décalage du motif d’interférence
d’un réseau optique unidimensionnel [42, 43].

Ces transports ont jusqu’à présent été réalisés dans le régime adiabatique,
c’est-à-dire sur une durée grande devant la période d’oscillations dans le
piège déplacé. Ceci permet d’éviter d’exciter le nuage atomique, mais néces-
site des durées de transport importantes qui limitent le taux de répétition
de l’expérience.

Nous avons donc exploré la possibilité de réaliser un transport optique
d’atomes thermiques dans le régime non-adiabatique et sans excitation rési-

34



Transport optimal d’une onde de matière – 1.4

duelle du nuage après transport. Cette étude est détaillée dans le chapitre
5 de la thèse de Gaël Reinaudi [44] ; nous nous contenterons donc de rappe-
ler ici les résultats importants. Nous montrerons ensuite que le principe du
transport non-adiabatique optimal peut être étendu au déplacement d’un
condensat de Bose-Einstein.

1.4.1 Rappel de nos résultats

Principe de l’expérience. Nous nous intéressons à un nuage atomique
confiné dans un piège harmonique, que l’on met en mouvement pour déplacer
les atomes. Au cours d’une telle expérience, l’accélération et la décélération
du piège vont exciter le mode d’oscillation dipolaire du paquet piégé. À cet
égard, se placer dans le régime adiabatique permet de s’assurer que cette
excitation va rester négligeable. En fait, ceci constitue la définition du régime
de déplacement adiabatique : l’amplitude de l’oscillation dipolaire causée par
le transport doit rester très petite devant l’extension spatiale ∆ du nuage,
ce qui se traduit par :

∀t, |ẍc(t)|
ω2

0
� ∆ =⇒ (ωT )2 � 4d

∆ , (1.29)

où ẍc(t) est l’accélération imposée au piège, ω0 est la pulsation de piégeage
dans la direction du mouvement, T est la durée du transport et d est la
distance parcourue 10. Notons que la condition (1.29) est nécessaire mais non
suffisante : on peut toujours imaginer un transport lent mais comportant de
grandes accélérations. . .

Nous voulons déterminer s’il est possible de déplacer ce paquet d’atomes
en un temps de l’ordre de la période d’oscillation, sans excitation résiduelle
de l’oscillation dipolaire après transport. L’extension de nos nuages dans
la direction du transport est de l’ordre du mm, et nous allons transporter
le paquet sur plusieurs cm ; la fréquence d’oscillation longitudinale est de
l’ordre de 10 Hz. Le régime adiabatique est donc obtenu pour un transport
dont la durée est grande devant 100 ms. En raison des limitations de notre
platine de translation, nous ne pouvions pas effectuer le transport en moins
de 300 ms ; toutefois, comme on le verra par la suite, on est alors déjà bien
dans le régime non-adiabatique.

Protocole expérimental. Pour déplacer les nuages d’atomes piégés dans
la pince optique, nous avons monté la lentille de focalisation du faisceau dans
la chambre à vide sur une platine de translation contrôlée par ordinateur 11

(voir figure 1.12). Grâce à ce système, nous pouvons déplacer le point focal

10. Pour établir la seconde condition, on utilise ẋc(0) = ẋc(T ) = 0, où ẋc est la vitesse
du piège, et le théorème des accroissements finis.
11. Newport, modèle XMS100.
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Figure 1.12 – Schéma du dispositif expérimental de transport d’atomes froids
dans une pince optique.
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Figure 1.13 – Profil de vitesse ẋc(t) imposé au piège au cours de nos expé-
riences. La durée T est variée entre 300 ms et 1,4 s, et la vitesse v0 est ajustée
de manière à garder la distance d = 22,5 mm constante.

du laser, et donc le piège, sur 10 cm (l’amplitude de mouvement de la platine)
avec une précision et une répétabilité inférieure au micron.

En revanche, notre système d’imagerie est fixe et a une largeur de champ
de quelques mm seulement. Nous voulions démontrer le procédé sur des
distances importantes, et avons donc procédé à des aller-retours du nuage,
entre le point A où les atomes sont initialement piégés et un point B situé
22,5 mm plus loin, avec le profil de vitesse représenté sur la figure 1.13.

Pour mesurer l’amplitude A des oscillations après transport, nous enre-
gistrons une séquence d’images par absorption du nuage juste après la fin
du transport, typiquement 30 images séparées par des intervalles de 10 ms.
Bien sûr, le processus d’imagerie étant destructif, l’ensemble de la séquence
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Figure 1.14 – Amplitude de l’oscillation résiduelle d’un nuage d’atomes
confiné dans la pince optique après un transport de durée T suivant le profil
de vitesse de la figure 1.13. La courbe en trait plein est la prédiction théo-
rique (1.30) sans paramètre ajustable.

doit être répété avant la prise de chaque image. Nous extrayons ensuite la
position moyenne du nuage de chaque image au moyen d’un ajustement
gaussien du paquet d’atomes. Pour finir, nous ajustons la première période
des données d’oscillations obtenues par un sinus.

Résultats. Les résultats sont rappelés sur la figure 1.14 extraite de la
référence [45]. On constate que l’amplitude des oscillations ne décroît pas
de manière monotone avec la durée du transport, et qu’il y a même des
valeurs de transport spécifiques telles que cette amplitude s’annule ! On a
alors réalisé un transport non-adiabatique optimal du paquet atomique.

Interprétation. Pour comprendre ce phénomène, il est intéressant d’étu-
dier la situation plus simple dans laquelle on effectue un aller simple de A à
B d’une seule particule piégée de masse m. Prenons par exemple le profil tri-
angulaire de la figure 1.15a. Il comporte une phase d’accélération constante
a0 = 4d/T 2 immédiatement suivie d’une phase de décélération constante
−a0. Ceci correspond à de simples rotations autour des points ∓a0/ω2

0 dans
l’espace des phases de la particule piégée, dans le référentiel lié au centre
du piège 12. La condition de transport optimale T = 2nT0, avec n ∈ N?,
se comprend alors aisément, et correspond au diagramme « lunettes » de la
figure 1.15b : au milieu et à la fin du mouvement, la particule se trouve de
nouveau au repos dans le référentiel du piège.

12. Dans le référentiel du piège, une accélération a de celui-ci correspond à une force
constante −ma.
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D’un point de vue énergétique, l’énergie acquise à mi-course, soit mv2
0/2,

où v0 = ẋc(T/2) est la vitesse maximale atteinte par le piège, est restituée
dans la deuxième partie du trajet, exactement comme dans le cas d’un trans-
port adiabatique. La différence réside dans le fait que la particule est tran-
sitoirement excité : la distance au centre du piège atteint 2a0/ω2

0 au cours
du mouvement, valeur pouvant être arbitrairement élevée en fonction de la
distance d à parcourir.

Dans le cas d’un aller-retour, on va bien sûr retrouver les mêmes annula-
tions que pour l’aller simple, pour T = 2nT0. Il va s’y ajouter une deuxième
série de zéros de l’amplitude, correspondant aux trajectoires pour lesquelles
l’énergie reçue après l’aller est restituée au retour, et à des temps de trans-
ports T = (2n − 1)T0. Ces zéros sont les annulations aiguës que l’on peut
voir sur la figure 1.13.

Un modèle simple, traitant de la dynamique unidimensionnelle du mou-
vement longitudinal du centre de masse d’un nuage piégé dans un potentiel
harmonique déplacé, permet de rendre compte de nos résultats expérimen-
taux. On se reportera au chapitre 5 de la thèse de Gaël Reinaudi [44] pour les
détails des calculs, qui mènent à l’expression suivante de l’amplitude après
transport :

A = |F [ẋc] (ω0)| , (1.30)

où F [f ] (ω) =
´ +∞
−∞ f(t)e−iωtdt est la transformée de Fourier de la fonction

f(t) appliquée à la pulsation ω.
Cette formulation en terme de transformée de Fourier ouvre des perspec-

tives très intéressantes quant à l’optimisation du transport adiabatique : on
peut mettre à profit la grande quantité de travaux réalisés sur l’apodisation
de profils de diffraction [46], ou de manière équivalente ceux concernant les
fonctions de fenêtrage utilisées pour l’analyse spectrale [47], pour choisir un
profil de vitesse dont la transformée de Fourier présente les caractéristiques
voulues. Par exemple, le profil 13 de Blackman-Haris d’ordre 4 présente la
particularité de n’avoir aucun lobe latéral dans sa transformée de Fourier
(voir figure 1.15a), et par suite de permettre un transport non adiabatique
optimal robuste dès que le temps de transport est supérieur à 4 périodes
d’oscillations.

1.4.2 Calcul quantique du transport

Hypothèses. Nous considérons dans la suite une particule unique de masse
m, piégée dans un potentiel harmonique à une dimension de pulsation ω0,
dont le centre xc est déplacé au cours du temps. Les résultats obtenus seront
donc applicable à un condensat sans interaction, où tous les atomes par-
tagent la même fonction d’onde. En revanche, le cas d’un condensat dans le

13. ẋc(t) = 0,358 75− 0,488 29 cos(2πt/T ) + 0,141 28 cos(4πt/T )− 0,011 68 cos(6πt/T ).
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Figure 1.15 – Transport optimal dans le cas d’un aller simple. (a) À gauche :
profils de vitesse ; à droite : amplitude d’oscillations correspondantes. Le profil
en pointillé est le profil de Blackman-Haris. (b) Visualisation du mouvement
d’une particule dans l’espace des phases lié au centre du piège, dans le cas d’un
transport optimal en deux périodes d’oscillation T0 avec le profil en triangle.
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régime de Thomas-Fermi n’est pas contenu dans notre traitement, et néces-
sitera l’utilisation d’un formalisme plus élaboré comme par exemple celui de
l’équation de Gross-Pitaevskii dépendant du temps [48].

Le hamiltonien du système s’écrit :

Ĥ(t) = p̂2

2m + 1
2mω

2
0 [x̂− xc(t)]2 , (1.31)

où x̂ et p̂ sont les opérateurs position et impulsion de la particule. On no-
tera |ϕn〉 les états propres du hamiltonien de l’oscillateur harmonique fixe
Ĥ0 = p̂2/2m + mω2

0x̂
2/2. Le problème consiste donc à résoudre l’équation

de Schrödinger suivante :

i~∂Ψ(x, t)
∂t

= Ĥ(t)Ψ(x, t) . (1.32)

Une telle équation n’est en général pas soluble analytiquement. Nous présen-
tons ici une méthode originale qui permet de la résoudre pour notre problème
particulier ; nous démontrons par là même que l’oscillateur harmonique forcé
en mécanique quantique est soluble exactement !

Solution exacte. Pour l’établir, nous allons effectuer un changement de
référentiel quantique, en nous plaçant dans le référentiel de la particule clas-
sique soumise au même hamiltonien. En notant x̃(t) la position de cette
particule classique, ce changement consiste à utiliser la fonction d’onde sui-
vante :

Φ(X, t) = Ψ(x, t)e−
i
~mX

˙̃x , (1.33)
où X = x − x̃ est la coordonnée relative à la particule classique et où on a
opéré une translation de la quantité de mouvement classique m ˙̃x. On établit
alors l’équation vérifiée par Φ(X, t) :

i~∂Φ
∂t

= − ~2

2m
∂2Φ
∂X2 + 1

2mω
2
0X

2Φ

+
[
−m

˙̃x2

2 + 1
2mω

2
0 (x̃− xc)2

]
Φ . (1.34)

Le dernier terme peut être éliminé au moyen du changement de variable
suivant :

Φ̃(X, t) = Φ(x, t)e−
i
~
´ t
0 dt′L(t′) , (1.35)

où l’on a introduit le lagrangien classique :

L(t) = 1
2m

˙̃x2 − 1
2mω

2
0 (x̃− xc)2 . (1.36)

Finalement, on obtient que la fonction d’onde Φ̃ évolue sous l’effet du ha-
miltonien indépendant du temps de l’oscillateur harmonique Ĥ0, et que la
solution de l’équation (1.32) s’écrit :

Ψ(x, t) = Φ̃(X, t)e
i
~mX

˙̃xe
i
~
´ t
0 dt′L(t′) . (1.37)
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Application au transport optimal. On suppose maintenant que la par-
ticule est initialement dans l’état fondamental du hamiltonien Ĥ0 :

Ψ(x, 0) = Φ̃(X, 0) = ϕ0(X) . (1.38)

L’évolution de Φ̃ en fonction du temps est triviale et s’écrit :

Φ̃(X, t) = ϕ0(X)e−
i
~E0t , (1.39)

où E0 est l’énergie du fondamental de Ĥ0. L’état final du système après un
déplacement du piège d’une manière arbitraire en un temps T s’écrit :

Ψ(x, T ) = eiχ(T )e
i
~ p̃T (x−x̃T )ϕ0(x− x̃T ) , (1.40)

où x̃T et p̃T sont la position et l’impulsion finale de la particule classique
ayant subi le même mouvement, et où la fonction χ(T ) est définie par :

χ(T ) = −E0T

~
+ 1

~

ˆ T

0
dt′L(t′) . (1.41)

On remarque donc qu’un transport optimal au sens classique, tel que x̃T =
xc(T ) et p̃T = 0, est aussi optimal au sens quantique : une particule initiale-
ment dans l’état fondamental du piège termine son mouvement dans l’état
fondamental du piège déplacé !

Conclusion
Nous avons montré dans ce chapitre qu’il nous est possible de manipuler

un gaz d’atomes froids avec une pince optique dérivée d’un laser fibré émet-
tant un rayonnement de longueur d’onde 1,072 µm. Nous avons constaté la
présence de pertes inélastiques à deux corps assistées par la lumière, heu-
reusement relativement peu importantes (la durée de vie est d’une seconde
lorsque I ∼ 2 MW/cm2 et n0 ∼ 1012 at/cm3).

Nous avons ainsi pu réaliser des expériences de transport de paquets
d’atomes, et montré comment il était possible de déplacer de manière opti-
male un nuage confiné dans un piège harmonique sur des durées de l’ordre
de la période d’oscillation. Nous avons également vérifié que la durée de
vie est meilleure dans la chambre annexe, hors du flux d’atomes chauds.
La stratégie consistant à capturer les atomes puis les transporter dans la
chambre annexe (après un pré-refroidissement et une recompression) semble
donc prometteuse pour bénéficier d’un accès optique et mécanique excellent
et atteindre le régime de dégénérescence quantique.

Il est aussi possible en principe de transporter de manière optimale un
condensat de Bose-Einstein ; toutefois, un tel objet est extrêmement sen-
sible aux perturbations, et son transport nécessite des précautions impor-
tantes (en particulier pour éviter les vibrations), contrairement au transport
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d’atomes chauds [41]. Par ailleurs, nous avons vérifié que les nuages obtenus
après transport sont compatibles avec la réalisation de condensat de Bose-
Einstein, en utilisant un second faisceau dipolaire croisé au niveau du col
du premier (cf chapitre 2). Transporter le nuage thermique avant refroidis-
sement paraît donc être la meilleure stratégie pour obtenir des condensats
avec un grand nombre d’atomes.

En revanche, l’utilisation d’un faisceau unique ne nous a pas permis
d’atteindre le régime de dégénérescence quantique. Après évaporation, nous
avons pu obtenir des nuages dont la densité dans l’espace des phases s’ap-
proche de 10−3, et comportant environ 106 atomes à 2 µK. Nous pouvons
par contre atteindre des densités élevées, de l’ordre de 2×1013 at/cm3, en
recomprimant les nuages après un pré-refroidissement : cette pince optique
constitue donc a priori un outil très intéressant pour l’étude de la diffusion
multiple de photons dans une vapeur atomique, comme celle effectuée au
sein du groupe atomes froids de l’institut non-linéaire de Nice 14, qui né-
cessite des densités supérieures à λ−3

0 ' 2×1012 cm−3, avec λ0 la longueur
d’onde des photons, soit 780 nm dans le cas du 87Rb.

14. http ://www.kaiserlux.eu/coldatoms/.
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Chapitre 2

Réalisation d’un condensat
de Bose-Einstein avec un
piège dipolaire croisé

Le dispositif expérimental présenté au chapitre 1, très simple à mettre
en œuvre, puisqu’il ne nécessite qu’un seul faisceau intense pour réaliser le
piège dipolaire, nous a permis de préparer des paquets d’atomes à des tem-
pératures de l’ordre du microkelvin. Cependant, il présente une limitation
importante : nous n’avons pas réussi à atteindre le régime de dégénérescence
quantique par ce biais, en raison de la faible fréquence de piégeage longi-
tudinale (cf §1.2.6). Pour contourner le problème, il faut donc fournir un
meilleur confinement longitudinal. Plusieurs stratégies sont envisageables :

• l’utilisation d’une longueur d’onde plus grande pour le faisceau dipo-
laire, avec par exemple un laser à CO2 [49]. En effet, la fréquence
de piégeage longitudinale est proportionnelle à la longueur d’onde, et
celle-ci est dix fois plus grande pour un laser à CO2 que pour notre la-
ser à ytterbium. Cependant, cette méthode aurait nécessité une refonte
totale de notre dispositif ;

• l’utilisation de bobines pour produire un champ magnétique créant
un potentiel confinant dans la direction longitudinale. On peut par
exemple utiliser deux bobines en configuration anti-Helmholtz, dont
l’axe est colinéaire au faisceau de piégeage, pour créer un tel potentiel
au voisinage du centre du système. La simplicité de cette configura-
tion la rend attractive, mais elle présente l’inconvénient de ne piéger
qu’une espèce Zeeman (mF = +1 pour cette configuration de champ
magnétique) ;

• l’utilisation d’un deuxième faisceau de piégeage croisé avec le pre-
mier [26, 49, 50, 51, 52, 53, 54]. C’est cette méthode que nous avons
retenue. Elle présente l’avantage de piéger toutes les espèces Zeeman,
et de conserver le champ magnétique comme un moyen de contrôle sup-
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Figure 2.1 – Vue d’ensemble du dispositif expérimental.

plémentaire, ce qui s’avèrera très utile pour contrôler l’état interne des
condensats (cf chapitre 3) et pour extraire des lasers à atomes guidés
(cf chapitre 4). Pour des raisons techniques, nos faisceaux sont croisés
à 45° dans un plan vertical, l’un des deux faisceaux étant horizontal
(voir figure 2.1).

Dans ce chapitre, après avoir rappelé quelques résultats concernant la
transition de Bose-Einstein et déterminé les caractéristiques théoriques de
notre piège dipolaire croisé, nous donnerons les détails du dispositif expéri-
mental puis nous présenterons les caractéristiques des condensats que nous
avons obtenus.

2.1 Considérations théoriques préliminaires

Avant de détailler le dispositif expérimental et les méthodes employées
pour réaliser un condensat de Bose-Einstein, il convient de rappeler quelques
résultats théoriques préliminaires. Nous donnerons quelques précisions sur la
transition de Bose-Einstein, puis nous caractériserons le piège constitué de
deux faisceaux dipolaires croisés à 45° ; enfin, nous présenterons un modèle
simplifié de refroidissement évaporatif dans un piège dipolaire.

2.1.1 La transition de phase de Bose-Einstein

Considérons donc un gaz de particules de masse m, indiscernables et de
spin entier (des bosons), soumises à un potentiel harmonique tridimensionnel
de pulsations ω1, ω2 et ω3. On suppose de plus que ce gaz est fortement
dilué, de sorte que l’on puisse négliger les interactions entre particules. Le
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hamiltonien régissant l’évolution d’une particule s’écrit :

H = p2

2m +
3∑
i=1

1
2mωix

2
i . (2.1)

Les états propres de ce hamiltonien sont les produits tensoriels des états
propres des trois oscillateurs harmoniques, on peut les numéroter avec trois
nombres quantiques n1, n2 et n3. On notera n = (n1, n2, n3) ce triplet.
L’énergie d’un tel état vaut εn = ∑

i ~ωi(ni + 1/2). La densité d’état a pour
expression :

ρ(ε) = 1
2

ε2

(~ω)3 , (2.2)

où on a défini la pulsation moyenne de piégeage ω3 = ∏
i ωi.

Pour étudier ce gaz à l’équilibre thermodynamique, on se place dans
l’ensemble grand-canonique, et on introduit les paramètres β = (kBT )−1 et
Z = eβµ (que l’on appelle fugacité). Le facteur d’occupation d’un état n a
alors pour expression :

Nn = 1
eβ(εn−µ) − 1

=
+∞∑
p=1

Zpe−pβεn . (2.3)

Dans la limite semi-classique où l’énergie thermique moyenne kBT est grande
devant le quantum moyen d’énergie du piège ~ω, soit lorsque le paramètre
X = β~ω � 1, on peut remplacer les sommations sur l’ensemble des états
n par une intégrale sur l’énergie pondérée par la densité d’état 1. On peut
alors calculer le nombre total de particules en fonction de X et Z :

N = N0 +
ˆ +∞

0
N(ε)ρ(ε)dε = Z

1− Z + g3(Z)
X3 , (2.4)

où on a introduit une fonction de Bose gs(Z) = ∑
p Z

p/ps. On constate
sur cette expression que le nombre d’atomes que l’on peut placer dans les
états excités à une température T donnée est borné par g3(1)/X3 : c’est
la signature de la transition de phase. Lorsque la fugacité s’approche de sa
valeur limite 1, l’état fondamental se voit peuplé d’un nombre macroscopique
de particules N0 donné par la relation :

N0
N

= 1−
(
T

Tc

)3
, (2.5)

où on a introduit la température critique de la transition Tc définie par :

kBTc = ~ω
(

N

g3(1)

)1/3
. (2.6)

1. Il est indispensable de traiter à part la population de l’état fondamental car la
densité d’état s’annule à énergie nulle.
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Figure 2.2 – Configuration du piège croisé.

Nous n’irons pas plus loin ici, car ce sujet est déjà amplement traité dans
la littérature. Nous ne mentionnerons que deux remarques particulières :

• l’équation (2.5) n’est valable qu’à la limite semi-classique et pour un
très grand nombre d’atomes. L’effet d’un nombre fini d’atomes est
d’adoucir la transition au voisinage de Tc [55]. Cet effet est faible dans
notre cas car nous traitons de gaz comportant environ 105 atomes ;

• La température de transition est déplacée par les interactions ; toute-
fois ce déplacement ne dépasse pas quelques pourcents de la tempéra-
ture critique [56].

2.1.2 Caractéristiques de notre piège dipolaire croisé

On veut décrire ici les caractéristiques du piège résultant de l’intersec-
tion de deux faisceaux gaussiens TEM00 croisés à 45°, l’un étant horizontal,
l’autre situé dans le plan vertical contenant le premier (voir figure 2.2). On
repérera les grandeurs relatives au faisceau horizontal par un indice h, et
celles relatives au faisceau vertical par un indice v. On notera U la profon-
deur des potentiels créés par les faisceaux dipolaires, w la largeur de leur
col, zR = πw2/λ leur longueur de Rayleigh, et ω =

√
4U/(mw2) la pulsation

des petites oscillations transverses d’une particule de masse m au voisinage
du col du faisceau [27].

En supposant les faisceaux parfaitement croisés, et en négligeant la va-
riation axiale de leur intensité lumineuse 2, le potentiel auquel sont soumis
les atomes s’écrit :

U(r) = −Uhe
−2 y

2+z2

w2
h − Uve

−2 y
2+(z−x)2/2

w2
v +mgz . (2.7)

Centre du piège. Pour déterminer le centre du piège r0, il faut résoudre
∇U(r0) = 0. La projection sur l’axe y de cette équation donne y0 = 0, et la
projection sur l’axe x implique que x0 = z0. La dernière projection permet
de déterminer la valeur z0 :

z0 = −wh2

√
−W

(
−A−2

h /e
)
, (2.8)

2. Pour pouvoir faire cette simplification, il faut que x2 � z2
R,h et x2, z2 � z2

R,v, ce
qui sera bien vérifié par la suite.
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où on a introduit la fonctionW de Lambert, qui est la réciproque de la fonc-
tion u 7→ u·eu sur l’intervalle [−1,+∞[, ainsi que le paramètre adimensionné
Ah défini par :

Ah = 2Uh
mgwh

√
e , (2.9)

qui compare la force maximale exercée par le piège horizontal, obtenue pour
r = wh/2 et valant 2Uh/(wh

√
e), à la force de gravitation. On remarque que

z0 ne dépend que des caractéristiques du faisceau horizontal ; ceci provient
du fait que nous avons négligé la variation axiale des potentiels.

Il n’y a de solution que lorsque le faisceau horizontal est suffisamment
raide pour compenser la gravité, c’est-à-dire pour Ah > 1. On peut donc
réécrire Ah sous la forme :

Ah = Ph
Pc

, (2.10)

où Ph est la puissance du faisceau horizontal et Pc = mgw3
h

√
e/(2χ) est la

puissance critique en dessous de laquelle celui-ci ne constitue plus un piège.
Pour un col wh ∼ 40 µm, cette puissance critique est de l’ordre de 50 mW. La
variation de z0 en fonction du paramètre Ah est représentée sur la figure 2.3.
La valeur maximale de |z0| vaut wh/2, ce qui justifie le fait d’avoir négligé
les variations axiales des potentiels, car pour les faisceaux que nous avons
utilisés en pratique, wh � zR,h, zR,v.

Les puissances les plus faibles que nous avons utilisées sont de l’ordre de
5Pc en fin de rampe (cf §2.3.2), soit un décalage du centre du piège de 6 %
de la largeur du col, soit 2,4 µm.

Fréquences propres du piège. Pour déterminer les axes propres et les
fréquences propres du piège, il faut diagonaliser la matrice Hessienne du
potentiel Ω[U ] au niveau de son minimum. En effet, les valeurs propres de
Ω̃ = Ω[U ](r0)/m sont les carrés des pulsations propres ; les vecteurs propres
donnent les axes propres du piège. Cette matrice s’écrit Ω̃ = Ω̃h + Ω̃v en
séparant les contributions des faisceaux :

Ω̃ =

 0 0 0
0 ω2

y 0
0 0 ω2

z

+ ω2
v

 1/2 0 −1/2
0 1 0
−1/2 0 1/2

 , (2.11)

en introduisant les pulsations modifiées par le déplacement gravitationnel
ω2
y = ω2

h exp
(
−2z2

0/w
2
h

)
et ω2

z = ω2
y

(
1− 4z2

0/w
2
h

)
. Nous les avons tracé en

fonction de Ah sur la figure 2.3. La fréquence ωy reste proche de sa valeur
à forte puissance ωh quel que soit Ah ; par contre, la fréquence ωz tend vers
0 quand Ah tend vers 1, ce qui est la trace du fait que le système n’est
plus piégeant pour Ah < 1. Pour nos rampes expérimentales, Ah & 5, et
ωy = ωz = ωh à 1 % près.
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Figure 2.3 – Influence de la gravité au travers du paramètre Ah = Ph/Pc.
En haut, nous avons représenté la position du centre du piège ; il est d’autant
plus décalé vers le bas que Ph se rapproche de la valeur critique Pc. En bas,
nous avons représenté les fréquences propres de piégeage transverse dans le
faisceau horizontal seul, relativement à la fréquence ωh en l’absence de gravité.
La fréquence transverse horizontale reste peu affectée quel que soit Ah, alors
que la fréquence transverse verticale tend vers 0 pour Ah → 1.

Figure 2.4 – Centre et axes propres du piège constitué par les deux faisceaux
dipolaires. L’axe x est l’axe du faisceau horizontal, et le trait en pointillés est
celui du faisceau vertical.
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Figure 2.5 – Variation des pulsations propres ainsi que de l’angle entre les
axes propres et les axes (x, z) en fonction du rapport α, pour Ph/Pc � 1.

En examinant l’expression de Ω̃, on voit immédiatement que l’axe y reste
un axe propre du piège, et que la fréquence sur cet axe vaut ω2

2 = ω2
y + ω2

v .
La diagonalisation du reste de la matrice ne pose pas de problème, et on
obtient, en introduisant le rapport α = ωz/ωv :

ω2
1 = ω2

v

2
(
1 + α2 −

√
1 + α4

)
sur l’axe x′ (2.12)

ω2
3 = ω2

v

2
(
1 + α2 +

√
1 + α4

)
sur l’axe z′, (2.13)

l’axe x′ faisant un angle θ avec l’horizontale (voir figure 2.4) donné par :

tan θ = 1
α2 +

√
1 + α4 . (2.14)

L’axe associé à la pulsation z′ se déduit du précédent par une rotation d’angle
π/2 autour de l’axe y. On a représenté sur la figure 2.5 la variation des
fréquences propres et de l’angle θ en fonction du paramètre α pour Ah � 1,
ce qui est le cas pour la majeure partie des rampes expérimentales.

La lecture de ces résultats amène plusieurs remarques :
• les fréquences propres de piégeage dépendent de deux paramètres :
l’un, Ah, compare la force de gravitation à la force maximale exer-
cée par le faisceau horizontal sur les atomes ; l’autre, α, compare les
fréquences de piégeage transverse des faisceaux.
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• le piège ne peut pas être isotrope. Il s’en rapproche le plus lorsque
Ah � 1 et α = 1, et les trois fréquences sont alors dans le rapport
0,54 : 1 : 1,30.

Profondeur du piège. Pour déterminer la profondeur de piégeage U0,
il faut analyser les voies de sorties les plus favorables. Il y en a a priori
deux : les atomes peuvent s’échapper sur l’axe du faisceau horizontal ou sur
l’axe du faisceau vertical. Toutes les autres possibilités sont nécessairement
moins avantageuses d’un point de vue énergétique puisqu’il faut gravir les
potentiels créés par les deux faisceaux. La voie la plus favorable va donc
dépendre de la profondeur respective de chacun des potentiels horizontaux
et verticaux.

Nous avons utilisé deux approches au cours de nos expériences (cf §2.3.2) :
dans la première, nous avons maintenu constant le rapport des puissances
des deux faisceaux, de façon à ce que le paramètre α soit voisin de 1. La
profondeur se déduit alors de l’un ou l’autre des deux faisceaux indifférem-
ment ; dans la seconde, on a utilisé des intensités verticales plus importantes
que l’intensité horizontale, de façon à conserver une fréquence de piégeage
élevée. La profondeur du piège est alors dictée par la profondeur du faisceau
horizontal.

Dans tous les cas, il suffit de s’intéresser à la profondeur du piège consti-
tué par le faisceau horizontal pour déterminer la profondeur du piège di-
polaire croisé. Nous avons tracé celle-ci sur la figure 2.6 en fonction de
Ah = P/Pc, qui constitue le seul paramètre intervenant. Dès que l’on dé-
passe le seuil, la profondeur augmente quasi-linéairement avec la puissance
(comme en l’absence de gravité).

2.1.3 Un modèle simplifié d’évaporation

Après chargement dans le piège dipolaire, la densité dans l’espace des
phases du gaz est de l’ordre de 10−5 ; il faut donc encore gagner cinq ordres
de grandeur pour atteindre le régime de dégénérescence quantique. Ce gain
est possible en utilisant un refroidissement par évaporation [57].

Nous présentons ici un modèle d’évaporation dans un piège dipolaire
s’inspirant de celui présenté dans la référence [58]. Dans la suite, nous consi-
dérons un gaz piégé dans le potentiel créé par deux faisceaux dipolaires
croisés, dont le rapport des puissances est maintenu constant. En négligeant
l’influence de la gravité, la fréquence moyenne de piégeage est donc propor-
tionnelle à la racine de la profondeur du piège (cf §2.1.2).

Description du modèle. Quatre hypothèses sont à la base des calculs :
1. le taux de collisions est suffisamment grand pour qu’à tout instant,

le gaz soit dans un quasi-état d’équilibre thermodynamique malgré la
hauteur finie du potentiel ;
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Figure 2.6 – Profondeur U0 de notre piège dipolaire croisé en fonction de
Ph/Pc, pour un faisceau horizontal de 40 µm de largeur. On retrouve le seuil
pour Ph = Pc ; la profondeur augmente ensuite quasi-linéairement avec la puis-
sance.

2. l’énergie thermique kBT est faible devant la profondeur du piège U(t)
à tout instant t ;

3. la température est grande devant la température critique Tc de la
transition de Bose-Einstein ;

4. le potentiel créé par les faisceaux dipolaires est remplacé par un po-
tentiel harmonique de profondeur finie U(t).

Dans ces conditions, on peut approximer la densité de particules dans l’es-
pace des phases par une distribution de Maxwell-Boltzmann tronquée à 3

U(t) [59] :
f(x, p, t) = Z e−βεΘ [U(t)− ε] , (2.15)

avec ε = p2/(2m) + ∑
imω

2
i x

2
i /2 l’énergie d’une particule située en x et

d’impulsion p, β = (kBT )−1 et Z analogue à la fugacité introduite au §2.1.
Cette pseudo-fugacité Z est également la densité de particules dans l’espace
des phases au centre du piège. Sa valeur est fixée par la condition de norma-
lisation

´
f = N , et vaut Z = N (β~ω)3 /P3(η), où P3(x) est une fonction

Gamma incomplète [60].
Le paramètre η = βU0, qui compare la profondeur du piège à l’énergie

thermique moyenne, est le paramètre le plus important à considérer lors-
qu’on s’intéresse au refroidissement par évaporation. Comme on le verra, les

3. Θ(x) est la fonction de Heaviside.
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exposants apparaissant dans les lois d’échelles ne dépendent que de η, et la
cinétique de l’évaporation est également régie par η (et le taux de collisions
élastiques initial). On supposera dans la suite que η est suffisamment grand
pour pouvoir simplifier les expressions, soit en pratique 4 η & 5.

Taux de pertes. À partir de l’équation de Boltzmann en onde s [61] et
de la distribution (2.15), on peut déterminer les taux de pertes d’atomes et
d’énergie dues à la hauteur finie du potentiel :(

Ṅ

N

)
ev

= −Γev (2.16)(
Ė

E

)
ev

= −Γev
η + κ

3 , (2.17)

où κ = (η− 5)/(η− 4) et où le taux d’évaporation Γev est donné par l’équa-
tion :

Γev = 2γe−η(η − 4) , (2.18)
avec γ le taux de collisions élastiques.

Au cours de l’évaporation, on va diminuer la hauteur de potentiel U
pour empêcher la stagnation de l’évaporation, c’est-à-dire son ralentissement
exponentiel à mesure que η augmente. Pour diminuer U , on diminue la
puissance des faisceaux de piégeage dipolaire ; il se produit donc également
une décompression que l’on va supposer adiabatique. Au cours d’une telle
évolution, on montre que E/ω reste constant. Il y a alors une diminution de
l’énergie donnée par : (

Ė

E

)
ad

= 1
2
U̇

U
. (2.19)

Lois d’échelle. On suppose maintenant que la diminution de profondeur
du potentiel est telle que η reste constant tout au long de l’évolution du
système. On a alors T ∝ U et on peut alors montrer à partir de (2.15) que
l’énergie vérifie :

Ė

E
= Ṅ

N
+ U̇

U
. (2.20)

En négligeant tous les types de collisions inélastiques (et donc les pertes
associées), les équations (2.16), (2.17), (2.19) et (2.20) régissent entière-
ment l’évolution du système. En les combinant on peut établir les lois
d’échelles reliant les diverses quantités physiques importantes du problème.
Tout d’abord, le nombre d’atomes est lié à la profondeur par :

N

N0
=
(
U

U0

) 3/2
η′−3

, (2.21)

4. On veut en fait que e−η(1 +η+η2/2)� 1 ; cette quantité est inférieure à 0,1 quand
η > 5,3.
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où η′ = η + κ. Ensuite, comme mentionné précédemment, la densité dans
l’espace des phases Z est proportionnelle à Nω3/T 3. On a donc :

Z

Z0
=
(
U

U0

)− 3
2
η′−4
η′−3

=
(
N

N0

)−(η′−4)
. (2.22)

Enfin le taux de collisions élastiques γ est proportionnel à Nω3/T , ce qui
permet d’écrire :

γ

γ0
=
(
U

U0

) η′/2
η′−3

. (2.23)

Lois d’évolution temporelle. En combinant les équations (2.16), (2.23)
et (2.21), on peut pour finir déterminer la dépendance temporelle de la
profondeur du piège, car celle-ci est imposée par l’hypothèse d’évaporation
à η constant :

U

U0
=
(

1 + t

τ

)−2 η
′−3
η′

, (2.24)

où la constante de temps τ est donnée par :
1
τ

= 2
3η
′(η − 4)e−ηγ0 . (2.25)

Compte-tenu des lois d’échelles (2.21), (2.22) et (2.23), on déduit de
cette dépendance temporelle celle du nombre d’atomes, de la densité dans
l’espace des phases et du taux de collisions. On constate que dans la limite
étudiée (η > 5), le taux de collisions reste borné à tout instant, il n’a a pas
d’emballement de l’évaporation, caractérisé par la divergence de γ en temps
fini. En fait, il ne peut jamais y avoir emballement dans cette configura-
tion, en raison de la décompression accompagnant la baisse de profondeur
du piège. Ce résultat est à contraster avec la situation d’évaporation dans
un piège magnétique, où les fréquences de piégeage ne dépendent pas de
la profondeur du piège (imposée par un couteau radio-fréquence), et pour
laquelle il y a emballement dès que η > 4,6 (en négligeant les collisions
inélastiques) [62].

Récemment, Clément et al. [63] ont montré qu’en utilisant une géométrie
de piège croisé particulière, où l’un des deux faisceaux est très large devant
l’autre et où le croisement est imparfait, on peut contrôler indépendamment
la profondeur et les fréquences du piège ainsi constitué ; ils ont ainsi pu
retrouver un emballement de l’évaporation.

2.2 Dispositif expérimental
La base du montage est celle présentée au chapitre 1 : nous superposons

sur l’axe longitudinal d’un piège magnéto-optique bidimensionnel un fais-
ceau de piégeage dipolaire, de façon à optimiser le transfert d’atomes. La
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2 – Condensation de Bose-Einstein

Figure 2.7 – Vue schématique du dispositif expérimental. Le faisceau vertical
fait un angle de 45° avec le faisceau horizontal et avec la verticale. Les faisceaux
sont croisés au centre du piège magnéto-optique.

différence réside dans l’ajout d’un second faisceau dipolaire, dérivé du même
laser, et croisé avec le précédent au centre du piège magnéto-optique. Pour
des raisons d’encombrement du dispositif, le seul accès optique praticable
imposait que ce faisceau soit orienté selon un angle de 45° par rapport au
précédent et à la verticale. La figure 2.7 présente une vue d’ensemble du
dispositif.

Pour préparer le deuxième faisceau dipolaire, nous avons utilisé la partie
du faisceau non déviée par la séparatrice située après la fibre, qui jusqu’alors
ne servait pas (cf §1.2.4). On dispose ainsi de deux voies complètement in-
dépendantes. Un modulateur acousto-optique a été mis en place sur chaque
voie de façon a pouvoir contrôler indépendamment leur puissance. Nous uti-
lisons des ordres diffractés différents pour chaque faisceau ; on obtient ainsi
une différence de fréquence de 80 MHz qui permet de s’affranchir d’éven-
tuelles interférences. Enfin, les faisceaux sont préparés par un jeu de lentilles
pour avoir les caractéristiques voulues dans la chambre.

Dans cette section, nous détaillons le montage optique permettant la mise
en forme des faisceaux, puis nous présentons succinctement l’électronique
d’asservissement de la puissance de ceux-ci.

2.2.1 Mise en forme des faisceaux

Nous avons représenté sur la figure 2.8 le montage optique utilisé pour
mettre en forme les deux faisceaux constituant le piège dipolaire. Les deux
faisceaux proviennent du laser IPG ; ils sont séparés peu après la sortie de
la fibre. Chaque faisceau passe ensuite par un modulateur acousto-optique
permettant de contrôler sa puissance, après avoir été mis en forme par un
premier télescope, de façon à ce que leur col ait la bonne largeur et au niveau
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du cristal acousto-optique. Le reste des éléments optiques sert à obtenir les
cols voulus au centre du piège magnéto-optique.

Mise en forme du faisceau horizontal : le zoom. Lors de l’étude
initiale du montage expérimental, il nous est apparu intéressant d’avoir la
possibilité de réaliser une compression du nuage par changement de la lar-
geur du col du faisceau pour augmenter la densité atomique [53]. Nous avons
donc conçu un dispositif de zoom, avec les contraintes expérimentales sui-
vantes :

• mettre en œuvre au plus deux lentilles sur translation, car nous dis-
posions de deux platines de translation du type de celle utilisée pour
réaliser le transport optimal d’atomes (cf §1.4.1), l’une ayant un dé-
battement de 10 cm, l’autre de 5 cm ;

• utiliser des lentilles de focales disponibles aisément sur catalogue ;
• réaliser au niveau de la chambre du piège magnéto-optique (soit 50 cm
en aval du dispositif) une variation de largeur du col d’un facteur au
moins 5 ;

• avoir une largeur de 40 µm de col accessible dans la plage du zoom.

Un zoom « géométrique ». Nous commençons par nous placer dans
le cadre de l’optique géométrique paraxiale, et cherchons à concevoir un
dispositif afocal dont le grandissement est variable par déplacement d’une
ou deux lentilles. Nous allons étudier un dispositif centré à trois lentilles,
deux convergentes et de même focale f , et une divergente située entre les
deux précédentes et de focale −fd (voir figure 2.9).

Nous allons utiliser le formalisme des matrices ABCD [64] pour déter-
miner les caractéristiques du faisceau émergent lorsque le faisceau incident
est parallèle et de taille re. On a donc :(

rs
θs

)
=
(
A B
C D

)(
re
0

)
, avec (2.26)(

A B
C D

)
=
(

1 0
−1/f 1

)(
1 y
0 1

)(
1 0

1/fd 1

)(
1 x
0 1

)(
1 0
−1/f 1

)
.

(2.27)

Pour que le dispositif soit afocal, nous imposons que θs(x, y) = 0 quels que
soient x et y, soit C = 0. En posant x̄ = x− f et ȳ = y − f , nous obtenons
l’équation :

x̄ȳ + fd (x̄+ ȳ) = 0 , (2.28)
dont nous déduisons le déplacement à imposer à la dernière lentille pour une
position de la lentille divergente donnée :

ȳ = −fd
x̄

x̄+ fd
. (2.29)
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Figure 2.8 – Montage optique utilisé pour mettre en forme les faisceaux dipo-
laires. Les valeurs mentionnées au côté des lentilles sont leur focale en mm.
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Figure 2.9 – Un zoom afocal en optique géométrique. Pour changer le gran-
dissement du dispositif, il faut déplacer la lentille divergente, en ajustant la
position de la dernière lentille pour conserver le caractère afocal du système
optique.

Le grandissement du système, défini par G = rs/re, est égal à A et vaut :

G = −
(

1 + x̄

fd

)
. (2.30)

Pour se faire une idée plus précise du déplacement des lentilles, introduisons
la longueur totale du dispositif d :

d− 2f = x̄+ ȳ = x̄2

x̄+ fd
. (2.31)

Nous avons représenté sur la figure 2.10 la longueur du dispositif en fonction
de la position x de la lentille divergente, ainsi que le grandissement associé,
dans le cas particulier où fd = f/3. On constate que la plage de position
accessible à la lentille divergente est bornée ; la borne supérieure est donnée
par l’équation d = x, soit x̄ = ffd/(fd − f). On voit sur cet exemple simple
qu’il est possible de changer la taille d’un faisceau classique sur une large
plage en translatant deux lentilles.

Un zoom « gaussien ». En fait, nous manipulons un faisceau gaussien
dans notre expérience ; le formalisme géométrique précédent doit être adapté
à l’optique gaussienne. Le but d’un zoom gaussien est de pouvoir faire varier
la taille du col du faisceau sans changer sa position. Malheureusement, un
zoom géométrique afocal ne vérifie pas cette propriété ! L’étude précédente
nous a tout de même montré qu’un système de trois lentilles dont deux
mobiles doit nous permettre d’atteindre notre objectif, et nous avons donc
analysé cette option numériquement.

Cette analyse nous a montré qu’un triplet de lentilles de focales f1 =
226 mm, f2 = −57 mm et f3 = 170 mm permet de réaliser un zoom gaussien
qui, à partir d’un faisceau de 4 mm de large, donne un faisceau de 27 µm
à 154 µm de large au niveau des atomes, tout en respectant les contraintes
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Figure 2.10 – Longueur du zoom géométrique (en bas) et grandissement cor-
respondant (en haut), en fonction de la position x de la lentille divergente.

spatiales concernant le mouvement des lentilles dues aux platines de trans-
lation et aux montures de nos optiques. Les lentilles de focales 226 mm et
170 mm sont des doublets disponibles chez CVI, corrigés pour les aberra-
tions sphériques à notre longueur d’onde. La lentille de focale −57 mm est
constituée de deux lentilles CVI de focales 114 mm accolées.

Calibration du zoom. Nous avons calibré expérimentalement le dispo-
sitif au moyen de notre caméra CCD, placée sur le trajet du faisceau après
transmission par le dernier mirroir. La caméra est placée sur le point sy-
métrique du centre du piège par rapport au miroir. On scanne ensuite la
position x1 de la première translation, en ajustant à chaque fois la position
x2 de la seconde de façon à avoir le col du faisceau au niveau du capteur CCD
(en minimisant la largeur de col mesurée). Le résultat de cette procédure
est présenté sur la figure 2.11 ; nous avons accès à la fois à la calibration de
la largeur du col du faisceau en fonction de x1 et à la position x2 à imposer
à la seconde platine pour que le col ne bouge pas.

La plage de cols accessible va de 30 µm à 150 µm, ce qui est remarqua-
blement proche des valeurs calculées ; le dispositif satisfait en tous points le
cahier des charges que nous avions établi. Les expériences présentées dans
cette thèse ne tirent pas parti des possibilités offertes par ce zoom, car cela
n’a pas été nécessaire pour obtenir la condensation de Bose-Einstein avec
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Figure 2.11 – Calibration de la largeur du col du faisceau ainsi que de la
position x2 de la seconde platine en fonction de la position x1 de la première
platine, de façon à avoir le col du faisceau au centre du piège magnéto-optique.
L’origine des axes x1 et x2 est arbitraire.

un nombre suffisant d’atomes. Toutefois, nous espérons pouvoir augmenter
significativement le nombre d’atomes condensés dans un avenir proche en
utilisant un faisceau large pour le chargement, et donc un volume de cap-
ture plus grand, puis en comprimant celui-ci au cours de la phase initiale
d’évaporation, pour avoir des fréquences d’oscillations suffisamment élevées
et pouvoir ainsi aller jusqu’à la condensation.

Mise en forme du faisceau vertical. Nous avons également utilisé un
jeu de trois lentilles pour obtenir la largeur de col désirée au niveau du centre
du piège magnéto-optique (voir figure 2.8). L’ensemble des deux premières
lentilles nous permet de préparer un faisceau de taille contrôlable « à la
main » grâce à une platine de translation manuelle, qui est ensuite focalisé
à l’endroit voulu par la dernière lentille. La largeur du faisceau au niveau
du piège dépend de la largeur incidente sur la dernière lentille. Ce dispositif
nous a permis de préparer des faisceaux de largeur comprise entre 100 µm
et 300 µm. Pour nos premières expériences, nous utilisions un faisceau de
250 µm de large ; puis, au fil du temps, nous avons convergé vers un faisceau
de 150 µm de large. Notons que l’obtention de la condensation n’est pas
crucialement liée à la largeur choisie : cette variation résulte de l’optimisation
progressive du nombre d’atomes, ayant conduit à un gain d’un facteur 2 sur
celui-ci.
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2.2.2 Contrôle des puissances des faisceaux

Comme expliqué au §1.2.5, nous devons stabiliser activement la puis-
sance des faisceaux dipolaires, et nous mesurons pour cela la puissance des
faisceaux au moyen de photodiodes, pour rétroagir sur la puissance de la
radio-fréquence injectée dans le modulateur acousto-optique.

Asservissement de la puissance du faisceau horizontal. Pour at-
teindre le régime de dégénérescence quantique, il nous faut maintenant être
capable de maîtriser la puissance du faisceau horizontal sur deux ordres de
grandeur : la puissance initiale est de l’ordre d’une dizaine de Watts, pour
transférer un maximum d’atomes du piège magnéto-optique dans le piège
dipolaire, et la puissance finale est de l’ordre de quelques centaines de mW.

Cette large gamme dynamique rend la conception du dispositif d’as-
servissement malaisée. En effet, avec les composants « classiques » à notre
disposition, leur intégration manuelle sur des plaques d’essais et l’utilisa-
tion de câbles BNC pour relier les divers éléments entre eux (l’ordinateur,
l’asservissement, les photodiodes et le modulateur acousto-optique), le bruit
électronique que nous mesurons sur nos signaux est de l’ordre de 10 mV.
Nous voulons donc travailler avec des signaux (au moins) de l’ordre du Volt
pour ne pas être gênés par ce bruit, ce qui limite la plage dynamique à un
seul ordre de grandeur !

Pour contourner le problème, nous avons suivi la méthode proposée par
Fuchs et al. [65]. Il s’agit d’utiliser deux photodiodes de sensibilités diffé-
rentes pour mesurer la puissance lumineuse et de sommer les tensions ob-
tenues. De cette manière, on obtient deux gains différents en fonction de la
puissance lumineuse : à basse puissance, la contribution de la photodiode
sensible domine ; à plus haute puissance, son électronique sature à une va-
leur maximale, et c’est la photodiode moins sensible qui détermine le niveau
du signal. Le schéma du dispositif complet est présenté sur la figure 2.12.

La figure 2.13 montre une courbe de calibration typique du dispositif,
réalisée à l’aide d’un puissance-mètre placé en aval sur le faisceau. Le système
rempli bien son rôle, le signal à stabiliser en fin de rampe est maintenant de
l’ordre du Volt. Toutefois, cette technique présente deux inconvénients :

• l’augmentation de précision à basse puissance se paye nécessairement
par une diminution de la bande passante à haute puissance. Dans
notre cas, nous avons mesuré une bande passante de l’ordre de 30 kHz
pour les faibles puissances, et de 5 kHz pour les hautes puissances,
conséquence du facteur 6 sur les sensibilités des photodiodes ;

• il est indispensable de tenir compte de la rupture de pente présentée
par la puissance de sortie en fonction de la consigne, ce qui rend la
programmation des rampes d’évaporation moins aisée.

Nous envisageons d’améliorer cet asservissement en utilisant une seule
photodiode suivi par un amplificateur logarithmique, ce qui permet d’aug-
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Figure 2.12 – Schéma du dispositif d’asservissement de la puissance du fais-
ceau horizontal. Deux photodiodes de gains différents sont utilisées pour aug-
menter la plage dynamique de l’asservissement.
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Figure 2.13 – Courbe de calibration du dispositif d’asservissement de puis-
sance du faisceau horizontal. La rupture de pente correspond à la saturation de
la photodiode sensible ; le gain est alors divisé par un facteur 6.

menter la gamme dynamique du dispositif sans rupture de pente de la ré-
ponse du système.

Asservissement de la puissance du faisceau vertical. L’échelle de
puissance utilisée est bien plus réduite pour le faisceau vertical, en raison
de sa largeur de col bien plus importante. Nous avons donc utilisé l’asser-
vissement présenté au chapitre 1, dont nous nous servions pour contrôler
la puissance du faisceau unique utilisé pour les expériences de transport
d’atomes.

2.3 Préparation de condensats de Bose-Einstein

La préparation de condensats de Bose-Einstein avec notre dispositif ex-
périmental se décompose en deux étapes principales, que l’on retrouve sur
la figure 2.14 :

• le chargement du piège à partir du piège magnéto-optique. Cette étape
est calquée sur le chargement du piège simple présenté au chapitre 1. La
seule différence notable est que le second faisceau est lui aussi allumé
au début de la phase de chargement du piège magnéto-optique à une
puissance de l’ordre de 50 W. Nous avons vérifié que la présence de ce
second faisceau ne perturbe pas le chargement du piège constitué par
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Figure 2.14 – Diagramme temporel de la séquence utilisée pour préparer un
condensat de Bose-Einstein.

le faisceau horizontal. En fait, compte-tenu de la différence de largeur
des cols des faisceaux et des puissances initiales employées, le second
faisceau n’a qu’une faible incidence sur le piège vu par les atomes lors
de la phase de chargement et du début de l’évaporation ;

• l’évaporation jusqu’au régime de dégénérescence quantique. Comme au
chapitre 1, nous effectuons un refroidissement par évaporation forcée
du gaz piégé dès la fin de la phase de chargement, cette fois-ci en
diminuant conjointement la puissance des deux faisceaux dipolaires.
Au cours de ce processus, la densité dans l’espace des phases du gaz
piégé augmente très rapidement jusqu’à atteindre la valeur critique de
condensation après seulement 3 s à 4 s d’évaporation.

Nous obtenons ainsi quotidiennement des condensats quasi-purs (sans
nuage thermique observable) contenant 2×105 atomes, la température cri-
tique de transition se situant autour de 200 nK.

2.3.1 Signature expérimentale de la transition

Pour savoir si nous avons franchi le seuil de condensation, il est néces-
saire de disposer d’une signature claire permettant de distinguer un nuage
thermique d’un nuage condensé. En raison de la faible anisotropie de notre
piège (cf §2.3.3), l’inversion d’ellipticité, caractéristique des nuages dans le
régime hydrodynamique, et donc des condensats par opposition aux nuages
thermiques, n’est pas une signature suffisamment claire dans notre cas.

Par contre, lorsque l’on franchit la transition, le nuage présente un profil
de densité bimodal, avec un cœur dense constitué par les atomes condensés et
des ailes plus diluées constituées des atomes thermiques restants (cf §4.4.3).
C’est cette signature qui nous a servi a identifier le franchissement de la
transition de Bose-Einstein et l’entrée de nos gaz dans le régime de dégé-
nérescence quantique. La figure 2.15 présente une suite typique d’images de
nuages, prises à des temps d’évaporation croissants, et montrant clairement
l’apparition de la double structure lorsque l’on descend sous la température
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Figure 2.15 – Signature de la transition de Bose-Einstein dans notre dis-
positif. Lorsque la température est inférieure à la température critique (sans
toutefois être trop basse), le profil de densité du nuage présente une double
structure caractéristique de la présence d’un condensat.

critique, puis la disparition de celle-ci lorsque l’on ne peut plus distinguer les
ailes thermiques en raison du trop faible nombre d’atomes non condensés.

Disposer d’une signature claire est crucial pour pouvoir affirmer sans au-
cun doute possible que le nuage préparé est dans le régime de dégénérescence
quantique. Il n’était par exemple pas réellement possible de distinguer un
profil gaussien d’un profil de Thomas-Fermi avec notre système d’imagerie,
ce qui nous a conduit à passer deux mois à essayer de refroidir un gaz déjà
dégénéré, croyant qu’il était thermique ! Ce n’est que quand nous avons pris
la décision d’interrompre la phase d’évaporation plus tôt que nous avons
compris que l’objectif était atteint, en voyant apparaître la fameuse double
structure.

2.3.2 Rampes d’évaporations

Au cours des deux années d’expériences menées impliquant la production
de condensats de Bose-Einstein, les rampes utilisées expérimentalement ont
beaucoup évolué. Le premier signal a été obtenu avec une rampe affine par
morceaux, en sept morceaux, durant lesquelles le rapport de la puissance ho-
rizontale à la puissance verticale était maintenu environ constant à la valeur
30. Ce rapport est tel que les intensités (et donc les profondeurs) des deux
faisceaux étaient maintenues environ égales, compte-tenu de la différence de
largeur des faisceaux (soit 45 µm et 250 µm environ à ce moment là).

Ensuite, nous avons très rapidement mis en place la possibilité de pro-
grammer des rampes quelconques pour chaque faisceau, en discrétisant deux
fonctions mathématiques en 1000 segments affines. Nous avons alors suivi la
prescription du modèle simple d’évaporation présenté au §2.1.3 pour fixer
les rampes de puissance utilisées pour atteindre le régime de dégénérescence
quantique, en gardant toujours le rapport des puissances constant égal à
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Figure 2.16 – Rampes utilisées pour l’obtention des premiers condensats com-
portant 105 atomes, avec des faisceaux de 45 µm et 250 µm de largeur.

30, et en laissant libre l’exposant et la constante de temps de la loi (2.24).
Nous avons empiriquement optimisé ces quantités pour obtenir le plus grand
nombre d’atomes possible dans les condensats produits, jusqu’à obtenir la
rampe suivante :

P = P0

(
1 + t

1,3 s

)−4
. (2.32)

La valeur de l’exposant ainsi déterminé est hors des valeurs prédites par le
modèle. On peut le comprendre en considérant les deux points suivants :

• l’évaporation ne s’effectue pas à η constant. En effet, en début de
séquence les fréquences de piégeage sont très importantes, donnant
un taux de collisions de plusieurs milliers par seconde. L’évaporation
est alors extrêmement efficace et s’effectue à η voisin de 10. En fin
de séquence, le taux de collisions a beaucoup chuté, et l’évaporation
ralentit beaucoup, et s’effectue à η de l’ordre de 5 ;

• le taux de pertes à deux corps est important en début de rampe ; il
faut donc diminuer très rapidement la puissance juste après le charge-
ment pour conserver suffisamment d’atomes. À cet égard, utiliser un
exposant élevé est intéressant.

Nous avons obtenu avec ces rampes des condensats comportant environ 105

atomes. Nous avons par la suite utilisé des faisceaux plus étroits, de lar-
geur 38 µm et 150 µm, et modifié les rampes, pour augmenter le nombre
d’atomes condensés. Nous nous sommes en effet rendu compte qu’il était
bien plus intéressant de disposer d’une fréquence de piégeage relativement

65



2 – Condensation de Bose-Einstein

0
2
4
6
8

10
12
14
16
18
20

0 0.5 1 1.5 2 2.5 3 3.5

P
[W

]

t [s]

Horiz.
Vert.

Figure 2.17 – Rampes utilisées pour l’obtention de condensats comportant
2×105 atomes, avec des faisceaux de 38 µm et 150 µm de largeur.

élevée grâce au faisceau vertical, et de contrôler la profondeur à l’aide du
faisceau horizontal, ce qui nous a conduit à utiliser les rampes présentées sur
la figure 2.17. Nous avons ainsi pu obtenir quotidiennement des condensats
comportant 2×105 atomes, et aller jusqu’à 3×105 atomes en optimisant tous
les paramètres de l’expérience.

2.3.3 Mesure des fréquences de piégeage

Pour caractériser nos premiers condensats, et vérifier la cohérence de nos
résultats, nous avons procédé à des mesures des fréquences propres du piège
par excitation paramétrique du gaz, juste au seuil de condensation.

Il s’agit de moduler une des fréquences de piégeage fi à une fréquence fex
(ce qui constitue l’excitation paramétrique), puis de mesurer la température
du gaz après excitation. On montre qu’il y a un transfert important d’énergie
lorsque la fréquence d’excitation vérifie fex = 2fi, et donc un fort chauffage
des atomes piégés [34]. Comme nous travaillons avec des pièges de profondeur
finie, ce chauffage doit également s’accompagner de pertes atomiques. Nous
enregistrons donc également le nombre d’atomes après excitation. Une forte
hausse de la température accompagnée de pertes atomiques est la signature
que la fréquence d’excitation utilisée est voisine du double d’une fréquence
propre de piégeage.

Avec un piège dipolaire il est aisé de moduler les fréquences de piégeage :
il suffit de moduler l’intensité des faisceaux pièges. En fait, comme les fré-
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Figure 2.18 – Mesure des fréquences de piégeage au seuil de condensation par
excitation paramétrique du piège. Les pics obtenus correspondent au double des
fréquences propres du piège. On a donc ω/(2π) = (25 Hz, 70 Hz, 85 Hz), et la
pulsation moyenne vaut ω/(2π) = 53 Hz.

quences propres dépendent des paramètres des deux faisceaux (cf §2.1.2),
il suffit de moduler l’intensité d’un seul d’entre eux pour moduler les trois
fréquences de piégeage. En scannant la fréquence d’excitation fex, on aura
donc accès aux trois fréquences propres du piège.

La figure 2.18 montre les résultats obtenus au cours d’une telle expé-
rience ; on y a représenté le nombre d’atomes et la température en fonction
de la fréquence d’excitation. On en déduit les fréquences propres de pié-
geage, qui valent 25 Hz, 70 Hz et 85 Hz, ce qui correspond à une pulsation
moyenne ω = 2π× (53 Hz). Cette mesure nous permet de calculer la tempé-
rature de transition théorique pour 105 atomes en utilisant l’équation (2.6) :
on trouve Tc = 140 nK, valeur en accord avec la température à laquelle on
constate l’apparition d’une double structure caractéristique du condensat de
Bose-Einstein, soit environ 150 nK pour nos paramètres expérimentaux.

2.3.4 Durée de vie du condensat et taux de chauffage

Pour bien caractériser notre dispositif, il ne nous reste plus qu’à mesu-
rer la durée de vie des condensats produits, ainsi que le taux de chauffage
d’un nuage d’atomes maintenu dans le piège dipolaire. Pour cela, nous com-
mençons par préparer un condensat pur dans le piège dipolaire. Puis nous
augmentons la profondeur du piège par un facteur 1,4 en 100 ms, afin de

67



2 – Condensation de Bose-Einstein

103

104

105

N

0

100

200

300

400

0 1 2 3 4 5 6 7 8 9

T
[n

K
]

t [s]

Figure 2.19 – Mesure de la durée de vie du condensat et du taux de chauffage
dans le piège dipolaire. On obtient une décroissance exponentielle du nombre
d’atome de constante de temps 3,4 s, et un taux de chauffage de 37 nK/s. Le
nuage reste condensé sur les deux premières secondes de l’expérience.

diminuer l’évaporation libre résiduelle. Enfin, nous enregistrons des images
du nuage après un temps de maintien t variable dans le piège.

L’analyse des images nous permet d’extraire le nombre d’atomes (en
sommant la contribution de chaque pixel) et la température par ajuste-
ment gaussien lorsque les ailes thermiques sont suffisamment importantes
(soit pour t & 2 s). On constate en effet que le nuage reste condensé à près
de 100 % durant les deux premières secondes de l’expérience. Les résultats
sont présentés sur la figure 2.19 ; le nombre d’atomes décroît exponentiel-
lement avec une constante de temps de 3,4 s, et le nuage se réchauffe de
37 nK/s. Notons que la régression linéaire de la température en fonction du
temps donne une température initiale inférieure à 20 nK, soit T/Tc < 0.1 et
N0/N > 99,9% !

La durée de vie mesurée est faible comparée à celle des atomes dans
le piège magnéto-optique (cf §1.3). Deux raisons peuvent expliquer cette
différence :

• il peut y avoir de la lumière résonnante résiduelle dans l’enceinte, bien
que nous ayons utilisé des obturateurs mécaniques avant chaque fibre
amenant cette lumière sur le montage ;

• la profondeur du piège dipolaire en fin de rampe, soit 10 µK, est bien
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plus faible que la profondeur d’un piège magnéto-optique (soit plu-
sieurs mK). Le gaz dégénéré est donc bien plus sensible aux collisions
avec les atomes relativement froids sortant du ralentisseur Zeeman.

Le taux de chauffage mesuré résulte de la compétition entre les diverses
sources de chauffage de l’expérience et l’évaporation libre résiduelle. D’après
les puissances et les largeurs de faisceaux utilisées, on estime avec l’équation
(1.5) que le taux de chauffage dû à la diffusion de photons est d’environ
50 nK/s. Nous en concluons que les autres sources de chauffage, comme le
bruit en intensité résiduel des faisceaux dipolaires, sont négligeables.

Les taux de pertes et de chauffage mesurés sont suffisamment faibles pour
envisager l’utilisation de ce dispositif pour manipuler des paquets d’atomes
dans le régime de dégénérescence quantique, et en particulier contrôler leur
état interne avec un champ micro-onde (cf chapitre 3), ou extraire des lasers
à atomes guidés par application d’une force magnétique ou gravitationnelle
(cf chapitre 4) : pour ces expériences, l’échelle de temps caractéristique est
de quelques centaines de ms, sur laquelle les pertes et le chauffage sont
négligeables.

Conclusion

Nous avons dans ce chapitre décrit le dispositif expérimental nous per-
mettant de produire quotidiennement des condensats de Bose-Einstein conte-
nant 2×105 atomes, par un procédé tout-optique, au moyen d’un piège di-
polaire dérivé d’un laser fibré IPG. La durée de vie de plusieurs secondes
mesurée, ainsi que le faible taux de chauffage observé, nous ont permis de
valider l’utilisation de ce type de laser pour la production et la manipula-
tion d’atomes dans le régime de dégénérescence quantique, ce qui n’était
pas garanti compte-tenu de la largeur spectrale de plusieurs nm du laser,
qui rendait possible l’excitation de raies de photo-ionisation ou de photo-
association du 87Rb. Nous avons d’ailleurs observé des pertes inélastiques
lors de l’utilisation de densités atomiques élevées et de fortes puissances (cf
chapitre 1).

L’obtention de condensats de Bose-Einstein par un procédé tout-optique,
comme réalisé ici, offre l’avantage d’avoir un taux de répétition très élevé :
la séquence ne dure que quelques secondes, contre plusieurs dizaines de se-
condes à plusieurs minutes pour les expériences utilisant un piège magné-
tique macroscopique. Combinée à l’analyse en temps réel des images enre-
gistrées dont nous disposions, cette rapidité d’exécution permet de réduire
significativement la durée de l’optimisation d’une séquence expérimentale.
La mise en route du dispositif nous prenait ainsi typiquement moins d’une
heure, la limite fondamentale étant le temps que le laser IPG et les optiques
de puissance mettent à se stabiliser en température.

Le nombre d’atomes condensés obtenus, autour de 2×105, permet de
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réaliser nos expériences avec un excellent rapport signal à bruit. De plus, la
bonne reproductibilité des nuages produits, avec des fluctuations de l’ordre
de 5 % du nombre d’atomes, nous permet d’éviter de devoir effectuer de long
moyennages lors de l’acquisition des données.

Ces divers points font donc de ce nouveau dispositif expérimental un
instrument de choix pour la production et la manipulation de condensats
de Bose-Einstein. Nous prévoyons de l’améliorer encore en tirant parti du
zoom que nous avons implémenté sur le faisceau vertical, pour bénéficier d’un
nombre initial d’atomes plus important, avec comme objectif d’atteindre 106

atomes condensés.
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Chapitre 3

Contrôle de l’état interne du
condensat

L’utilisation de faisceaux très désaccordés permet de piéger indifférem-
ment les atomes dans les divers états internes du niveau fondamental (cf
chapitre 1). Ce degré de liberté interne enrichit beaucoup l’étude des gaz
piégés ultra-froids. En particulier, le paramètre d’ordre de la transition dans
cette configuration est un spineur [66, 67] ; il est donc possible d’étudier la dy-
namique des collisions échangeant le spin, du point de vue temporel [68, 69]
ou spatial, où des domaines de polarisations différentes peuvent se former en
fonction du caractère dia- ou para-magnétique du gaz [70, 71]. D’un point
de vue thermodynamique, aux paramètres N et T décrivant le gaz, on doit
ajouter l’aimantation M, auquel est associée la variable intensive B : l’état
thermodynamique du gaz peut donc être modifié en jouant sur le champ
magnétique, pour par exemple refroidir le gaz par démagnétisation adiaba-
tique [72]. Enfin on peut étudier des superpositions d’états quantiques, et
leur utilisation potentielle à des fins d’interférométrie atomique [73].

Dans le contexte de la production de lasers à atomes à partir du conden-
sat, la maîtrise de l’état interne de celui-ci permet de contrôler la polarisation
du laser émis. La structure de l’état fondamental du 87Rb, dont tous les états
sont piégeables simultanément par notre piège dipolaire (cf §1.1.1), offre un
espace de polarisation de dimension 8, plus grand que celui de dimension 2
de la polarisation de l’analogue lumineux du laser à atomes. On reviendra
sur ce point au §4.5, concernant la production de lasers à atomes guidés par
un procédé tout-optique.

Au chapitre 2, nous avons présenté le protocole permettant d’obtenir un
condensat dans un piège dipolaire croisé. Pour éviter les pertes par relaxation
de spin, les atomes sont pompés dans le niveau hyperfin F = 1 à la fin
du chargement du piège. En revanche, l’évaporation est effectuée à champ
nul, de sorte que les trois sous-états magnétiques du niveau F = 1 sont
dégénérés, et le condensat obtenu est un mélange statistique de ces trois

71



3 – Contrôle de l’état interne

Figure 3.1 – Expérience de Stern et Gerlach sur un condensat préparé à champ
magnétique nul. Le condensat est préparé dans l’état F = 1 du fondamental
5S1/2 ; toutefois, si on ne fait rien pour purifier un sous-état magnétique donné,
on obtient un mélange en proportions voisines des états mF = −1, 0,+1.

états. Pour le vérifier, on peut séparer les divers composants du gaz en
utilisant un gradient de champ au cours du temps de vol (expérience de
Stern et Gerlach [74, 75]) ; la figure 3.1 est un exemple d’image obtenue par
cette technique. Les populations des états magnétiques sont a priori données
par les populations initiales dans le PMO, soit une répartition équitable entre
les trois espèces.

Pour contrôler le sous-état magnétique dans lequel se trouvent les atomes,
il faut donc ajouter un élément au protocole expérimental. Nous avons mis
en place deux techniques distinctes :

• nous avons purifié l’échantillon en ajoutant un champ magnétique du-
rant l’évaporation, de façon à créer une force magnétique dépendant
du sous-état et permettant de se débarrasser sélectivement de certains
sous-états. La configuration de champ utilisée, combinée à la géomé-
trie du piège croisé, contrôle le sous-état magnétique que l’on obtient
à la fin de la rampe d’évaporation. Ce schéma de distillation du spin
est présenté dans la section 3.2 ;

• nous avons utilisé une source micro-onde pour effectuer des transitions
entre les états hyperfins |F = 1〉 et |F = 2〉. Nous avons ainsi pu
observer en particulier des oscillations de Rabi du gaz entre les états
|1, 0〉 et |2, 0〉. Les résultats obtenus avec notre source micro-onde sont
détaillés dans les sections 3.3 et 3.4.

3.1 Interaction atome–champ magnétique

Dans toutes les expériences présentées dans ce chapitre, nous avons uti-
lisé des champs magnétiques pour manipuler l’état interne des atomes de
87Rb. Il nous a donc semblé utile de rappeler ici quelques résultats sur l’in-
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teraction atome–champ magnétique, pour un champ statique tout d’abord,
puis pour un champ oscillant dans le temps.

Nous piégeons et manipulons des atomes de 87Rb dans leur état fon-
damental 5S1/2, qui est un système à 8 états (2 pour l’électron et 4 pour
le noyau, qui porte un spin 3/2). Nous restreindrons donc notre étude aux
perturbations de ces 8 états par un champ magnétique statique, et aux tran-
sitions entre ces états engendrées par un champ magnétique oscillant. Cette
approximation est justifiée si les décalages énergétiques engendrés par le
champ statique restent faible devant la séparation des niveaux 5S et 5P,
et si la fréquence du champ oscillant est loin d’une résonance entre l’état
fondamental et les états excités. Nous sommes largement dans ce cadre,
puisque les champs que nous utilisons ne dépassent pas les 15 mT, et les
fréquences utilisées pour les champs oscillants sont dans le domaine micro-
onde (∼ 109 Hz), alors que les transitions vers les états excités sont dans le
domaine optique (∼ 1015 Hz).

3.1.1 Interaction avec un champ statique

Dans cette section, on considère un atome de 87Rb plongé dans un champ
magnétique uniforme et statique B0 = B0uz, qui fixe l’axe de projection des
moments magnétiques. La restriction du hamiltonien d’interaction au sous-
espace associé à l’état fondamental s’écrit [76] :

ĤM = ASHF
~2 Î · Ŝ + µB

2
(
gSŜ + gI Î

)
·B0 , (3.1)

où Ŝ est l’opérateur moment cinétique de spin de l’électron, Î est l’opérateur
moment cinétique de spin du noyau, ASHF est la constante de séparation
hyperfine, et gS et gI sont les facteurs gyromagnétiques respectivement de
l’électron et du noyau.

Lorsque le champ B0 est nul, les états propres du hamiltonien (3.1) sont
les états propres du moment cinétique total F̂ = Î + Ŝ ; on peut donc les
numéroter |F, mF 〉. Leur énergie est donnée par :

E|1,mF 〉 = E1 = −5
8∆ESHF (3.2)

E|2,mF 〉 = E2 = 3
8∆ESHF , (3.3)

où ∆ESHF = E2−E1 = ASHF(3/2 + 1/2) est l’énergie de séparation hyperfine
et vaut pour le 87Rb [77] :

∆ESHF = h · ν0 = h · 6,834 682 610 GHz , (3.4)

où ν0 est la fréquence de transition entre les états |1, 0〉 et |2, 0〉 à champ
nul.
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Lorsque B0 est non nul, il est encore possible de diagonaliser ce ha-
miltonien, et on obtient l’expression suivante du décalage de l’énergie du
fondamental pour les différents états 1 |±, m〉 :

E|± m〉 = −∆ESHF
8 ± ∆ESHF

2
√

1 +mx+ x2 + gIµBmB0 , (3.5)

où x est le rapport entre l’énergie d’interaction magnétique (gS − gI)µBB0
et l’énergie de séparation hyperfine ∆ESHF :

x = (gS − gI)µBB0
∆ESHF

, (3.6)

et m est le nombre quantique magnétique total. Cette équation est appelée
formule de Breit-Rabi car elle a été établie en premier par Breit et Rabi en
1931 [78].

En pratique, nous n’avons utilisé que des champs tels que 2 x� 1 ; dans
ce régime, le champ B0 perturbe les énergies des états |F, mF 〉. On parle
alors de l’effet Zeeman pour évoquer ces perturbations. On peut développer
l’équation (3.5) à l’ordre 1 en x, pour obtenir l’expression des décalages
Zeeman :

E|1,mF 〉 = E1 − µB0mF (3.7)
E|2,mF 〉 = E2 + µB0mF , (3.8)

où µ est le moment magnétique du 87Rb à bas champ et vaut [28] :

µ = gS + 3gI
4 µB '

µB
2 . (3.9)

Les états correspondants à mF = 0 sont insensibles au champ au premier
ordre ; leur décalage Zeeman au second ordre est donné par :

E|1, 0〉 = E1 −
(gI − gS)2

4
(µBB0)2

∆ESHF
' E1 −

(µBB0)2

∆ESHF
(3.10)

E|2, 0〉 = E2 + (gI − gS)2

4
(µBB0)2

∆ESHF
' E2 + (µBB0)2

∆ESHF
. (3.11)

3.1.2 Force magnétique résultant d’un champ statique

Cas général. On considère maintenant que l’atome est plongé dans un
champ statique mais non uniforme B(r). Si la vitesse de l’atome est telle
que le taux de variation du champ magnétique vu par l’atome au cours de

1. Il y en a 8 en tout, trois états |−, m〉 (m = −1, . . . , 1) et cinq états |+, m〉 (m =
−2, . . . , 2).

2. Le champ correspondant à x = 1 vaut environ 240 mT.
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son déplacement est petit devant la fréquence de précession de Larmor du
moment magnétique porté par l’atome dans le champ local B :∣∣∣∣v · ∇ ‖B‖‖B‖

∣∣∣∣� 2µ ‖B‖
~

, (3.12)

alors son moment magnétique suit adiabatiquement la direction du champ.
En d’autres termes, la projection du moment magnétique de l’atome sur
l’axe du champ m~ = 〈ψ|F̂ · uB|ψ〉 est une constante du mouvement. Le
terme d’interaction atome–champ dans le hamiltonien résulte donc en une
force dont l’expression est donnée par :

F|1±1〉 = µmF∇ ‖B‖ (3.13)

F|1 0〉 ' 2µB ‖B‖∆ESHF
µB∇ ‖B‖ . (3.14)

Comme nous utilisons des champs de l’ordre du mT et des distances typiques
de variation du champ de l’ordre du cm, nous sommes toujours dans le cadre
de validité de ces équations.

Force créée par une bobine sur son axe. Que ce soit pour la dis-
tillation du spin (cf §3.2) ou pour le découplage magnétique d’atomes (cf
§4.1.2), nous avons utilisé des bobines pour créer les forces magnétiques nous
servant à contrôler l’échantillon atomique. Pour la distillation, nous avons
utilisé les bobines du PMO, qui sont en bonne approximation des spires
rectangulaires ; pour le découplage, nous avons utilisé des bobines supplé-
mentaires, les bobines « pinch », situées dans l’axe du faisceau horizontal,
de part et d’autre du piège, et qui sont des spires circulaires. Dans tous
les cas, l’échantillon atomique est situé au voisinage de l’axe des bobines.
Nous allons donc rappeler ici l’expression du champ créé par une bobine au
voisinage de son axe, afin d’établir la force magnétique résultante sur les
atomes.

On considère une bobine d’axe z et admettant les plans xOz et yOz
comme plans d’anti-symétrie. On montre alors que le champ en un point
r = (dx, dy, z) a pour expression, au premier ordre en dx et dy :

B(x, y, z) ' Bzuz + dx∂xBxux + dy∂yByuy , (3.15)

où le champ Bz et les gradients ∂iBi sont calculés au point z = (0, 0, z). On
en déduit l’expression du gradient de ‖B‖ en z :

∇ ‖B‖ ' ∂zBz
Bz
|Bz|

uz . (3.16)

La force s’exerçant sur un atome au voisinage de l’axe d’une bobine est donc
en bonne approximation colinéaire à l’axe. Si de plus la bobine est constituée
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d’un enroulement dans le plan xOy, autour de l’axe z, on peut montrer que
Bz garde un signe constant et que ∂zBz a le signe de −Bzz : on en déduit
que ∇ ‖B‖ est dirigé vers la bobine, quel que soit le sens du courant.

Un atome dans l’état |1, −1〉 (chercheur de champ faible) situé au voisi-
nage de l’axe est donc repoussé par la bobine, alors qu’un atome dans l’état
|1, 0〉 ou |1, +1〉 (chercheur de champ fort) est attiré par elle.

Cas d’une bobine circulaire de rayon R. On montre que le champ sur
l’axe d’une bobine circulaire de rayon R et parcourue par un courant I a
pour expression :

Bz(z) = µ0I

2R

[
1 +

(
z

R

)2
]−3/2

. (3.17)

On a donc, d’après (3.16) :

∇ ‖B‖ ' −3µ0 |I|
2R2

[
1 +

(
z

R

)2
]−5/2

z

R
uz . (3.18)

Cas d’une bobine rectangulaire de dimension 2a× 2b. Dans ce cas,
le champ sur l’axe z de la bobine parcourue par un courant d’intensité I
s’écrit :

Bz(z) = µ0I

4π
4ab√

a2 + b2 + z2

( 1
a2 + z2 + 1

b2 + z2

)
, (3.19)

expression qui se simplifie pour une bobine très allongée, quand z2 � b2 :

Bz(z) = µ0I

πa

[
1 +

(
z

a

)2
]−1

. (3.20)

On en déduit l’expression du gradient :

∇ ‖B‖ ' −2µ0 |I|
πa2

[
1 +

(
z

a

)2
]−2

z

a
uz . (3.21)

3.1.3 Interaction avec un champ oscillant

On considère maintenant l’interaction de l’atome avec un petit champ
magnétique oscillant à la pulsation ω et d’amplitude B1, en présence d’un
champ statique homogène B0. Nous n’allons pas développer les calculs ici,
mais simplement rappeler que cette interaction peut être responsable de
transitions entre différents sous-états du fondamental, à condition qu’une
condition de résonance soit satisfaite.

Plus particulièrement, considérons un champ dont la fréquence est proche
de ν0. On pourra alors observer des oscillations de Rabi entre deux sous-
états, l’un dans la multiplicité F = 1, l’autre dans la multiplicité F = 2. La
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Figure 3.2 – Structure hyperfine de l’état fondamental 5S1/2 du 87Rb. Un
champ magnétique statique B0 = B0uz perturbe les états |F, mF 〉, l’axe de
projection étant défini par le champ. Le moment magnétique dans l’état F = 1
vaut −µ ' h·(−7,0 MHz/mT), dans l’état F = 2 il vaut +µ ' h·(7,0 MHz/mT).

probabilité de transition dans l’état |2,m′F 〉 d’un atome initialement dans
l’état |1,mF 〉 lorsqu’il est soumis à l’excitation depuis le temps t = 0 jusqu’au
temps t est donnée par :

P|1,mF 〉→|2,m′F 〉(t) =
(ΩR

Ω

)2
sin2

(Ωt
2

)
, (3.22)

où ΩR = µB1/(2~) est la pulsation de Rabi du couplage, la pulsation Ω =√
(ω − ω0)2 + Ω2

R, et ~ω0 est l’écart en énergie entre les niveaux |1,mF 〉 et
|2,m′F 〉. Cette transition n’est permise que si mF − m′F = 0,±1, l’écart
mF −m′F étant plus précisément fixé par la polarisation du champ oscillant
relativement au champ statique B0. Nous avons représenté sur la figure 3.2
les diverses transitions possibles en fonction de cette polarisation.

3.2 Distillation du spin

Pour préparer des condensats dans un sous-état magnétique donné, nous
nous sommes inspirés de la référence [18]. Dans cette référence, les auteurs
utilisent un gradient de champ magnétique pendant la phase d’évaporation,
de façon à se débarrasser des atomes dans les états sensibles au champ
magnétique mF = ±1 en les expulsant le long de l’axe « faible » de leur
piège dipolaire, constitué d’un seul faisceau dérivé d’un laser à CO2.
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Figure 3.3 – Schéma du dispositif expérimental. La bobine BH est utilisée
pour la distillation de l’espèce mF = 0, BV+ pour la distillation de mF = +1
et BV− pour mF = −1.

Dans notre cas le piège dipolaire n’a pas d’axe faible, puisque ses trois
fréquences sont du même ordre de grandeur (cf §2.3.3), et nous ne pou-
vons pas générer de force suffisante pour directement expulser les atomes du
piège, même à la fin de la rampe d’évaporation. En effet, les bobines nous
permettant de générer le plus grand gradient au niveau des atomes sont les
bobines du PMO ; compte-tenu du courant maximal que nous pouvons uti-
liser (soit 200 A dans chaque bobine), la force maximale que nous sommes
capable de créer avec une bobine 3 est de l’ordre de 0,7 ×mg, alors que le
piège est suffisamment raide pour compenser la gravité à tout instant 4. Tou-
tefois, utiliser une force insuffisante pour extraire directement les atomes du
piège s’est avéré être une méthode très intéressante et donnant de très bon
résultats.

3.2.1 Purification des différents sous-états

Comme notre piège n’a pas d’axe faible, il n’y avait pas de direction à
privilégier pour la force magnétique ; nous avons donc étudié trois configu-
rations de champ différentes. Dans chacune de ces configurations, on utilise
une unique bobine (notées BH , BV+ et BV− sur la figure 3.3) qui crée un
gradient horizontal (dans le cas de BH) ou vertical (dans le cas de BV+ et
BV−). On établit un courant d’intensité I constante dans la bobine tout au
long de l’évaporation, et on mesure les populations des sous-espèces magné-
tiques à la fin de la rampe par une expérience de Stern et Gerlach. Le champ
utilisé pour le Stern et Gerlach est généré par la bobine utilisée en cours de

3. On peut la tripler en utilisant conjointement trois bobines, mais nous n’en avons
pas eu besoin, comme on le verra par la suite.

4. Dans le cas contraire, ce ne serait plus un piège.
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rampe, de façon à garder l’axe de quantification fixe et ainsi prévenir tout
retournement de spin par des modifications non adiabatiques du champ.

Les résultats sont présentés sur la figure 3.4. On constate que l’utilisa-
tion d’un gradient horizontal permet de préparer des condensats entièrement
polarisés dans l’étatmF = 0 ; il semble donc qu’il ne soit pas nécessaire d’uti-
liser des forces plus importantes. Ajoutons que le nombre d’atomes obtenu
en fin de rampe dans le condensat polarisé est de l’ordre de celui qu’on ob-
tient dans un condensat non polarisé, soit environ 105 atomes. Le mécanisme
en œuvre n’est donc pas un simple filtrage !

On voit également que l’utilisation d’un gradient vertical permet d’ob-
tenir des condensats polarisés, mais dans les états mF = ±1 ! Si la force
en jeu avait été suffisante pour extraire les atomes du piège, nous aurions
purifié l’état mF = 0 . . . Le mécanisme, là encore, s’avère plus complexe
qu’un simple filtrage.

3.2.2 Mécanisme de la distillation

Pour comprendre le mécanisme en œuvre au cours de l’évaporation en
présence d’un gradient de champ magnétique, il faut regarder plus en dé-
tail le potentiel vu par chacune des sous-espèces magnétiques. En effet, la
présence du gradient de champ va introduire des différences de profondeur
de piégeage, tout en ne modifiant que peu la position du centre des pièges.
Les nuages correspondant aux différentes espèces se recouvrent donc tout
au long de la rampe d’évaporation, ce qui assure une bonne thermalisation
des différentes espèces (voir figure 3.5). Dans cette situation, le paramètre η
(cf §2.1.3), et donc la vitesse d’évaporation, dépend de la sous-espèce ma-
gnétique. C’est dans ce sens que l’on peut parler de distillation du spin :
certaines espèces sont rendues plus « volatiles » par l’adjonction d’une force
magnétique, et sont donc évaporées en premier.

En utilisant une force horizontale, on diminue la profondeur des pièges
vus par les espèces mF = ±1 par rapport à celle du piège vu par l’espèce
mF = 0, comme le montre la figure 3.6a. C’est pourquoi l’espèce mF = 0
est purifiée au cours de la rampe d’évaporation.

La figure 3.6b montre l’allure du potentiel vu par chaque sous-espèce ma-
gnétique lorsqu’on ajoute un gradient de champ vertical. Ajouter cette force
verticale a pour effet d’augmenter la profondeur du piège vu par l’espèce
soutenue par le champ : elle devient donc l’espèce la mieux piégée, et sera
purifiée au cours de l’évaporation. Si on utilise BV+ pour créer le gradient,
c’est l’espèce mF = +1 (chercheuse de champ fort) qui est soutenue par le
champ, et qui se trouve donc purifiée ; a contrario, si on utilise BV− c’est
l’espèce mF = −1 qui est purifiée.

Notons que la distillation des espèce mF = ±1 n’est possible que parce
que les profondeurs de piégeages sont déjà modifiées par la gravitation ; dans
le cas contraire, ce serait l’espèce mF = 0 qui serait purifiée.
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(a) Gradient horizontal, réalisé avec BH .
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(b) Gradient vertical. Les traits plein correspondent à BV−, les traits pointillés à
BV+.

Figure 3.4 – Populations obtenues dans les différents sous-états magnétiques
à la fin de la rampe d’évaporation en fonction du gradient appliqué, (a) pour
un gradient horizontal, (b) pour un gradient vertical.
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Figure 3.5 – Température des différentes sous-espèces au cours de la dernière
seconde de la rampe, dans le cas de l’utilisation de la bobine BH . On voit que les
trois espèces sont bien thermalisées tout au long de la rampe. Nous avons vérifié
que ceci est également vrai pour la distillation utilisant une force verticale.

(a) Distillation de mF = 0 : force horizontale

(b) Distillation de mF = +1 : force verticale

Figure 3.6 – Allure du potentiel vu par les différentes espèces. (a) Quand on
utilise BH , le piège est rendu moins profond pour les espèces mF = ±1 sur
la direction y ; (b) quand on utilise BV+, l’effet de la gravité est atténué pour
mF = +1 et augmenté pour mF = −1, le piège est donc le plus profond pour
mF = +1. Utiliser BV− inverse le sens des forces obtenues avec BV+, et c’est
donc pour mF = −1 que le piège est le plus profond.
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Figure 3.7 – Cinétique de la distillation de l’espèce mF = +1 avec la bo-
bine BV+. L’espèce mF = +1 est graduellement purifiée au cours de la rampe
d’évaporation. On a représenté en pointillés l’évolution des populations lors-
qu’aucun champ n’est utilisé pendant la séquence, ce qui conduit à des popula-
tions constantes.

3.2.3 Cinétique de la distillation

L’analyse qualitative du mécanisme de la distillation présenté au para-
graphe précédent a montré que l’évaporation devait être plus rapide pour
les espèces les moins bien piégées. Pour le vérifier, nous avons étudié la ci-
nétique du processus, en mesurant les populations et les températures de
chaque sous-espèce à plusieurs instants au cours de la rampe d’évaporation.
Pour des raisons techniques, liées à la taille de notre fenêtre d’observation
et à l’intensité limitée des forces magnétiques que nous pouvons mettre en
œuvre, nous ne pouvons résoudre les nuages correspondant aux trois sous-
espèces magnétiques que quand leur température est inférieure au µK, soit
pendant la dernière seconde de la rampe d’évaporation. Cependant, cette
limitation n’est pas gênante, puisque l’effet de la force magnétique ne se
fait sentir qu’en fin d’évaporation également (lorsque la raideur du piège a
suffisamment diminué en raison de la baisse de puissance des faisceaux pour
l’évaporation forcée).

La figure 3.7 montre l’évolution des populations au cours de la rampe ;
on y voit clairement la purification progressive de l’espèce mF = +1, ce
qui montre bien que les autres espèces sont évaporées plus rapidement, et
confirme l’analyse du §3.2.2. Les espèces moins bien piégées s’évaporant
plus vite, leur température devrait diminuer plus vite ; la thermalisation des

82



Distillation du spin – 3.2

104

105

0.1 1

N
m

F

TmF [µK]

+1
0
−1

Figure 3.8 – Trajectoire d’évaporation dans le cas de la distillation de l’espèce
mF = +1. En cours de rampe, la diminution du nombre d’atomes de l’espèce
purifiée pour une diminution de température donnée est réduite en raison d’un
effet de refroidissement sympathique des espèces évaporées plus rapidement sur
l’espèce purifiée.

espèces entre elles a donc pour effet de diminuer la température de l’espèce
la mieux piégée par refroidissement sympathique [79]. Ceci est confirmé par
l’analyse des trajectoires d’évaporation dans le plan (lnN, lnT ) des trois
espèces magnétiques, que nous avons représentées sur la figure 3.8, et où l’on
observe plusieurs régimes d’évaporation différents au cours de la rampe :

1. initialement, les trois espèces sont évaporées au même rythme, comme
en l’absence de champ. La force magnétique est alors négligeable de-
vant les forces dipolaires et les profondeurs ne sont pas modifiées ;

2. la diminution du nombre d’atomes dans l’état mF = −1 pour une
diminution de température donnée est augmentée ; conjointement, les
espèces mF = 0 et mF = +1 sont refroidies au prix d’une baisse moins
importante du nombre d’atomes. C’est la signature du refroidissement
sympathique ;

3. comme le nombre d’atomes dans l’espècemF = +1 devient négligeable,
c’est l’espèce mF = 0 qui est évaporée plus rapidement ; l’effet de
refroidissement sympathique devient moins important, et l’efficacité
de l’évaporation de l’espèce mF = +1 se rapproche de celle que l’on a
au cours d’une évaporation sans champ.
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Figure 3.9 – Vue d’ensemble du dispositif expérimental utilisé pour effectuer
des transitions micro-ondes entre les états F = 1 et F = 2. La polarisation ε
de l’onde émise est parallèle au champ magnétique B0 fixant l’axe de quanti-
fication. Toutefois, la propagation à travers le guide circulaire constitué par le
port d’accès optique et les réflexions éventuelles de l’onde sur les parois de la
chambre modifient probablement la polarisation de l’onde au niveau des atomes.

3.3 Transitions micro-ondes dans l’espace libre

Nous sommes donc capables de préparer des condensats dans n’importe
quel sous-état magnétique de F = 1 ; nous voudrions maintenant pouvoir
également préparer des condensats dans l’état F = 2. Pour cela, nous allons
utiliser une source micro-onde pour réaliser des transitions entre les états
hyperfins du niveau fondamental du 87Rb. Cependant, notre chambre à vide
étant métallique, il n’était pas assuré que nous puissions coupler efficace-
ment une micro-onde dans l’enceinte. Pour estimer l’intensité de l’onde à
l’intérieur de la chambre, nous avons commencé par effectuer des transitions
sur un gaz non condensé dans l’espace libre (après coupure du piège). Nous
présenterons les résultats obtenus avec des condensats piégés au §3.4.

3.3.1 La source de micro-ondes

Comme on l’a vu au §3.1.1, la fréquence de transition entre les niveaux
F = 1 et F = 2 de l’état fondamental du 87Rb à champ nul est de l’ordre
de 6,8 GHz. Pour la générer, nous avons utilisé un synthétiseur de fréquence
dont la fréquence maximale d’émission est égale à 3 GHz, couplé à une chaîne
de multiplication de la fréquence par 7, développée par Thierry Lahaye au
cours de sa thèse [29].

L’émission de l’onde dans la chambre est effectuée au moyen d’un cornet
micro-onde émettant une onde polarisée linéairement. Comme la chambre
est métallique, nous devons utiliser un port d’accès optique pour espérer que
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Figure 3.10 – Séquence temporelle utilisée pour les transitions micro-ondes
en espace libre. L’impulsion micro-onde est effectuée 2 ms après la coupure du
piège et le changement de champ magnétique, pour laisser le temps à celui-ci
de se stabiliser.

l’onde y pénètre 5. La figure 3.9 présente une vue d’ensemble du dispositif.
On peut estimer grossièrement la pulsation de Rabi que l’on obtiendrait

au niveau des atomes, en l’absence d’enceinte métallique, pour une onde
polarisée linéairement relativement au champ magnétique statique B0 fixant
l’axe de quantification, par :

~ΩR = µB1
2 ∼ µ

2

√
µ0P

2π (1− cos θ)R2c
∼ ~ · (10 krad/s) , (3.23)

où µ0 est la perméabilité magnétique du vide, P la puissance de l’onde
émise par le cornet, soit 31 dBm pour toutes nos expériences, c la vitesse
de la lumière dans le vide, R la distance de l’antenne émettrice aux atomes,
soit ∼ 30 cm, et θ ∼ 15° est la demi-largeur à 3 dB du faisceau micro-onde.
Cependant, en raison de la traversée d’un guide circulaire puis des réflexions
éventuelles sur les parois de la chambre, il est possible que la polarisation ne
soit plus parfaitement linéaire au niveau des atomes, et l’intensité de l’onde
peut être modifiée. Nous y reviendrons au §3.3.3.

3.3.2 Protocole expérimental

Nous commençons par préparer des nuages froids mais au dessus du seuil
de condensation (à une température de l’ordre de 1 µK), contenant environ
2×105 atomes dans l’état |1, 0〉, puis nous coupons le piège et soumettons
les atomes à la micro-onde pendant le temps de vol. On a représenté sur la
figure 3.10 un diagramme temporel de la séquence.

L’imagerie du nuage telle que réalisée jusqu’à présent ne permet pas de
distinguer les atomes dans l’état F = 1 de ceux dans l’état F = 2, puisque
nous utilisons à la fois de la lumière accordée sur la transition quasi-cyclante
F = 2 → F ′ = 3 et de la lumière repompeur, accordée sur la transition

5. La longueur d’onde d’un rayonnement à 6,8 GHz est de 4,4 cm dans le vide, inférieure
au diamètre d’un port.
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F = 1 → F ′ = 2 (cf chapitre 6 de la thèse de Gaël Reinaudi [44]). Il faut
donc changer le protocole d’imagerie. Le moyen que nous avons retenu est
d’imager le nuage sans le repompeur accordé sur la transition F = 1 →
F ′ = 2, de façon à ne détecter que les atomes initialement dans l’état F =
2. L’absence du repompeur peut conduire à un signal d’absorption plus
faible qu’en présence de celui-ci, puisque les atomes dépompés vers F =
1 ne participeront plus à l’absorption du nuage. Dans notre cas, puisque
nous utilisons un faisceau imageur peu saturant (s ∼ 0,1) et une impulsion
d’imagerie courte (τ = 120 µs), cet effet peut être négligé.

Cette technique d’imagerie permet de déterminer le nombre d’atomes
dans l’état F = 2, mais on n’a plus aucune information sur le nombre
d’atomes dans l’état F = 1 ! Il faut effectuer deux mesures distinctes pour
déterminer les populations des deux états. Dans les expériences présentées
dans la suite de ce chapitre, la fraction d’atomes transférée dans l’état F = 2
a été déterminée en mesurant à la fois le nombre d’atomes dans l’état initial
(soit par exemple |1, 0〉 pour la transition d’horloge), en utilisant le repom-
peur et un champ de Stern et Gerlach pendant l’imagerie, et le nombre
d’atomes dans F = 2, en n’utilisant pas le repompeur. Ces deux mesures ne
pouvant être effectuées sur le même nuage, puisque destructives, nous répé-
tons la même expérience plusieurs fois, pour extraire les deux informations
et avoir une idée des fluctuations. En raison de la bonne stabilité du nombre
d’atomes préparés dans l’état |1, 0〉 à la fin de la rampe d’évaporation (avec
des fluctuations de l’ordre de 5 %), celui-ci n’est pas mesuré systématique-
ment, mais vérifié périodiquement (en général avant et après chaque jeu de
mesures).

Pour certaines expériences, la température des atomes est trop élevée
pour que l’on puisse parfaitement séparer les nuages correspondant aux
différentes sous-espèces magnétiques. Ceci conduit à une surestimation du
nombre d’atomes initialement dans l’état |1, 0〉, et c’est pourquoi le taux de
transfert n’atteint pas toujours les 100 % attendus sur les courbes présentées.
Ce problème de calibration du nombre d’atomes n’est toutefois pas gênant
pour déterminer la pulsation de Rabi, ni pour vérifier le caractère cohérent
ou non des transitions effectuées, puisque pour cela, c’est notre capacité à
retrouver un transfert de population rigoureusement nul après une oscilla-
tion de Rabi complète qui constitue la meilleure signature de la cohérence
de la manipulation de l’état interne des atomes.

3.3.3 Transition d’horloge

Nous avons en premier lieu cherché à mettre en évidence la transition
d’horloge du 87Rb :

|1, 0〉 → |2, 0〉 , (3.24)
car la fréquence associée à cette transition est insensible au champ magné-
tique au premier ordre, ce qui la rend plus simple à localiser en présence d’un
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champ dont l’intensité n’est pas parfaitement connue. Pour isoler cette tran-
sition, nous effectuons les impulsions micro-onde en présence d’un champ
magnétique de quelques centaines de µT, ce qui a pour effet de décaler les
fréquences des autres transitions de quelques MHz, ce qui est très grand
devant la largeur de la transition, comme on le verra par la suite.

Mise en évidence de la transition. Avec une pulsation de Rabi de
10 krad/s, la durée d’une impulsion π, permettant de transférer 100 % des
atomes dans l’état F = 2, vaut environ 300 µs. Pour tenir compte des effets
potentiels de la présence de la chambre métallique sur la propagation de
l’onde, susceptibles d’atténuer notablement la pulsation de Rabi effective
au niveau des atomes (cf §3.3.1), nous avons commencé par utiliser des
impulsions d’une durée de 5 ms, afin d’avoir un transfert mesurable même si
la pulsation de Rabi n’est que de 1 krad/s, et nous avons balayé la fréquence
émise pour déterminer la fréquence de résonance atomique. La figure 3.11
présente des mesures de la fraction transférée en fonction de la fréquence de
la micro-onde pour deux champs magnétiques directeurs différents, estimés
à 460 µT et 540 µT (en utilisant l’équation (3.20)). On a donc transféré près
de 50 % des atomes dans l’état F = 2.

Pour extraire quantitativement la fréquence centrale et la pulsation de
Rabi de ces courbes, nous avons ajusté un profil de Lorentz sur les points
expérimentaux :

p1→2 = Ω2
R/2

Ω2
R + (2πδ)2 , (3.25)

où δ = ν − ν0(B0) est le désaccord à résonance, ν0(B0) étant la fréquence
de la transition (3.24) pour un champ magnétique B0. Nous avons laissé
libre quatre paramètres : la pulsation de Rabi ΩR, la fréquence de résonance
ν0(B0), ainsi que l’amplitude totale de la courbe et un décalage du zéro, pour
tenir compte des incertitudes expérimentales sur la calibration du nombre
d’atomes (cf §3.3.2). Une telle forme de la courbe de résonance correspond
à des transferts de population incohérents. On ne peut pas l’expliquer par la
chute du nuage au cours de l’impulsion, car il se déplace de 125 µm, distance
faible devant la longueur d’onde du rayonnement, valant 4,4 cm ; l’intensité
et la polarisation de l’onde doivent donc être relativement uniforme sur la
durée de l’impulsion. Il semble donc que le temps de cohérence soit inférieur
à 5 ms. Nous étudierons plus en détail ce temps de cohérence au §3.4.3.

Pour les deux champs, nous extrayons de ces ajustements une fréquence
centrale de l’ordre de ν0 +40 kHz : l’écart entre les fréquences centrales pour
les deux champs différents vaut 5,3 kHz± 0,5 kHz, en accord raisonnable
avec le décalage de la fréquence d’horloge théorique, et qui vaut 4,6 kHz.
Ceci confirme que nous avons observé la transition d’horloge, et pas l’une des
transitions σ±, bien plus sensibles au champ magnétique. Nous reviendrons
sur la fréquence de transition au paragraphe suivant.
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Figure 3.11 – Mise en évidence de la transition par une impulsion micro-onde
d’une durée de 5 ms. Les carrés sont les points expérimentaux pris à un champ
de 460 µT, les ronds ceux pris à un champ de 540 µT. Les lignes pointillées
correspondent aux ajustement des points expérimentaux par le profil (3.25).

Enfin, nous obtenons une pulsation de Rabi de 27 krad/s± 1 krad/s pour
le champ de 460 µT, et de 31 krad/s± 2 krad/s pour le champ de 540 µT.
La pulsation de Rabi déterminée expérimentalement est donc supérieure
à la pulsation estimée au §3.3.2 en négligeant la présence de l’enceinte !
Deux raisons peuvent expliquer ce résultat : la présence d’un guide sur une
partie du trajet peut être responsable d’un meilleur transport de la puissance
jusqu’aux atomes, et les réflexions sur les parois de la chambre peuvent
augmenter l’intensité de l’onde localement. Quoi qu’il en soit, l’impulsion
que nous avons utilisée est très longue devant une impulsion π, dont la
durée pour une pulsation de Rabi de 30 krad/s est de 100 µs.

Courbe de résonance. Nous avons donc refait la même expérience avec
une impulsion π, d’une durée τ = 100 µs, et en présence du champ estimé
à 460 µT. La courbe obtenue de la fraction d’atomes dans l’état F = 2 en
fonction de la fréquence de l’onde est présentée sur la figure 3.12. On constate
que le transfert est cette fois-ci de 100 %, et qu’on distingue nettement des
zéros sur les ailes de la courbe de résonance. On a donc réalisé des transferts
cohérents de population, et le temps de cohérence est nécessairement grand
devant 100 µs.

Pour exploiter quantitativement cette courbe, nous l’ajustons cette fois-ci
avec le profil théorique correspondant à une transition parfaitement cohé-
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Figure 3.12 – Courbe de résonance avec une impulsion micro-onde de 100 µs.
Les carrés sont les points expérimentaux, et la courbe en pointillés l’ajustement
réalisé avec le profil (3.26).

rente, sans relaxation, donné par (cf §3.1.3) :

p1→2 = Ω2
R

Ω2
R + (2πδ)2 sin2

(
τ

2

√
Ω2
R + (2πδ)2

)
. (3.26)

Les paramètres libres sont les mêmes que précédemment. On trouve que
la fréquence centrale vaut ν0 + 43,48 kHz± 0,03 kHz, alors qu’on attendait
12,17 kHz. Le champ au niveau des atomes est donc différent du champ
estimé par l’équation (3.20) ; d’après l’équation (3.5) et la valeur de la fré-
quence de transition déterminée expérimentalement, il vaut 0,87 mT. La
pulsation de Rabi vaut toujours 27 kHz± 1 kHz, comme au § précédent.

Nous avons donc mis en évidence la transition d’horloge du 87Rb, et
déterminé que la fréquence de Rabi du couplage que nous sommes capable
de générer à l’aide de notre dispositif expérimental vaut 30 krad/s, ce qui
est raisonnable compte-tenu de la présence de la chambre métallique.

3.3.4 Oscillations de Rabi

Pour vérifier plus clairement le caractère cohérent du transfert de po-
pulation réalisé, en s’affranchissant des incertitudes liées à la calibration du
nombre d’atomes, nous avons effectué une expérience d’oscillations de Rabi.
Si nous pouvons observer, en augmentant la durée de l’impulsion au delà des
100 µs utilisées précédemment, un nuage entièrement dans l’état |1, 0〉, c’est
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Figure 3.13 – Oscillations de Rabi du nuage atomique entre les états |1, 0〉
et |2, 0〉. Les carrés sont les points expérimentaux, et la courbe en pointillés
correspond à l’ajustement réalisés avec l’équation (3.27).

que nous effectuons bien un processus de transfert cohérent de population,
et que nous sommes capable en particulier de préparer des superpositions
d’états cohérentes en appliquant par exemple une impulsion π/2 à l’échan-
tillon atomique.

La figure 3.13 présente la fraction transférée dans l’état |2, 0〉 en fonction
de la durée de l’impulsion. On y voit les quatre premières oscillations de
Rabi du gaz, la population dans l’état |2, 0〉 revenant à zéro à la fin de
chaque oscillation : ceci confirme le caractère parfaitement cohérent de la
manipulation de l’état interne des atomes. On a ajusté les points avec le
transfert théorique de population à désaccord nul, et en l’absence de toute
relaxation :

p1→2(t) = sin2
(ΩRt

2

)
. (3.27)

Les paramètres libres sont la pulsation de Rabi, ainsi que l’amplitude globale
et un décalage du zéro, toujours pour tenir compte des incertitudes expé-
rimentales sur la calibration du nombre d’atomes. On voit d’ailleurs qu’ici,
notre détermination du nombre d’atomes initialement présent dans l’état
|1, 0〉 n’est pas excellente, puisque l’amplitude déterminée expérimentale-
ment vaut 0,6 alors qu’on s’attend à avoir une amplitude unité. La pulsation
de Rabi extraite de cet ajustement vaut 25,71 krad/s± 0,03 krad/s, en bon
accord avec les valeurs trouvées précédemment.
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3.3.5 Les autres transitions

Pour terminer l’étude des transitions micro-ondes en espace libre, nous
avons voulu mettre en évidence les transitions σ± entre sous-états magné-
tiques différant d’une unité. Comme nous avons pu déterminer que l’intensité
de la composante de la micro-onde polarisée parallèlement à l’axe y corres-
pond à une pulsation de Rabi de 30 krad/s, nous avons décidé de changer
l’orientation du champ magnétique utilisé pendant l’impulsion, pour être
certain d’avoir des composantes polarisées σ±. En utilisant la bobine BV+
(cf figure 3.3), la polarisation π précédente devient une superposition équi-
table des polarisations σ±, et on s’attend donc à avoir des pulsations de
Rabi de 15 krad/s pour chacune des transitions σ±.

Toutefois, nous ne pouvons pas affirmer qu’il n’y a pas de composante π
dans la micro-onde au niveau des atomes avec cette configuration de champ
magnétique. Pour lever toute ambiguïté, nous avons donc cherché à mettre
en évidence la transition :

|1, +1〉 → |2, +2〉 , (3.28)

qui est bien séparée en énergie de toutes les autres transitions pour le champ
que nous utilisons, soit environ 460 µT. Pour avoir un meilleur signal, nous
avons donc également utilisé BV+ lors de la phase d’évaporation, afin d’aug-
menter la proportion d’atomes dans l’état |1, +1〉 en fin de rampe (par dis-
tillation).

Nous avons observé un transfert de population pouvant aller jusqu’à
100 % pour une impulsion d’une durée de 300 µs, et de fréquence ν0 +
1,86 MHz, correspondant à la fréquence de la transition recherchée pour un
champ de 700 µT, en bon accord avec notre estimation trouvée au §3.3.3. Ce-
pendant, ces transferts ne sont pas reproductible d’une expérience à l’autre,
et pour une même séquence, nous avons observé des transferts de population
allant de 0 à 100 % !

Cette grande instabilité du transfert de population s’explique par des
fluctuations du champ magnétique sur une échelle de temps relativement
lente, de l’ordre la durée d’une expérience. En effet, de telles fluctuations
ont pour effet de modifier la fréquence centrale de la transition d’une ex-
périence à l’autre. Pour une fluctuation donnée, cette modification est bien
plus prononcée pour une transition faisant intervenir un état sensible au
champ magnétique au premier ordre, comme celle étudiée ici, que pour la
transition d’horloge : le décalage vaut 21 kHz/µT pour la transition (3.28),
alors qu’il est inférieur à 100 Hz/µT pour des champs inférieurs à 1 mT pour
la transition (3.24). Or nous savons que nous ne contrôlons pas le champ
magnétique au niveau des atomes à mieux que quelques µT, ce qui conduit
à des variations de la fréquence centrale de la transition (3.28) plus grande
que sa largeur, alors que dans le cas de la transition (3.24), ces variations
sont petites devant sa largeur.
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Figure 3.14 – Transition σ+. La population transférée dans l’état |2, +2〉 ne
suit pas du tout le profil attendu, qu’il soit donné par l’équation (3.25) (transfert
incohérent) ou par l’équation (3.26) (transfert cohérent). Ce résultat s’explique
par des fluctuations du champ magnétique sur une échelle relativement lente.

Pour tirer le meilleur parti de notre dispositif micro-onde, il faudrait donc
revoir la conception de l’expérience, afin d’avoir un bien meilleur contrôle
des champs magnétiques. En particulier, il serait très intéressant de disposer
d’un blindage magnétique pour isoler le système des fluctuations du champ
magnétique ambiant, voire de mettre en place un contrôle actif du champ
magnétique, où une mesure du champ au voisinage des atomes servirait à
rétroagir sur les intensités du courant traversant les bobines de compensation
du champ ambiant.

3.4 Transitions micro-ondes en espace confiné

Le but que nous poursuivons est d’étudier la possibilité de préparer un
condensat dans un état interne quelconque ; nous voulons donc pouvoir effec-
tuer des transitions micro-ondes du nuage alors qu’il est piégé. Pour étudier
ces transitions en espace confiné, nous avons donc effectué l’impulsion micro-
onde avant la coupure du piège et le temps de vol. La séquence temporelle
est présentée sur la figure 3.15. Nous avons également utilisé un champ ma-
gnétique bien plus faible, pour réduire encore la sensibilité de la transition
d’horloge aux fluctuations du champ magnétique. Nous estimons le champ
utilisé à 23 µT, ce qui correspond à un décalage de la transition d’horloge
de 30 Hz, les autres transitions étant décalées de plus de 100 kHz.
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Figure 3.15 – Séquence temporelle utilisée pour les transitions micro-ondes
en espace confiné. Avant d’effectuer l’impulsion micro-onde, on recomprime le
piège pour éviter une évaporation libre résiduelle, qui se traduirait par une perte
d’atomes.

Nous voudrions en principe pouvoir réaliser n’importe quelle transition
(π, σ±) ; toutefois, compte-tenu des limites de notre dispositif mises en évi-
dence au §3.3.5, nous n’avons étudié que la transition d’horloge (3.24), mais
cela constitue une démonstration de principe de la faisabilité de toutes les
autres transitions, à condition bien sûr d’être capable de contrôler très fine-
ment le champ magnétique au niveau des atomes.

3.4.1 Considérations théoriques

Avant de présenter les résultats des expériences, il est intéressant de faire
deux remarques :

• la présence du potentiel dipolaire pendant les transitions ne doit pas
décaler la fréquence centrale, car les décalages lumineux sont égaux
pour tous les sous-états du fondamental 5S1/2 lorsque l’on utilise une
onde polarisée linéairement (voir §1.1.1) ;

• un nuage piégé, et plus particulièrement un condensat, a une den-
sité bien plus élevée qu’un nuage après quelques ms de temps de vol.
Toutefois, le décalage collisionnel de quelques Hz qui en résulte [11]
est négligeable devant la pulsation de Rabi que nous utilisons et ne
pourra être observé expérimentalement.

3.4.2 Mise en évidence de la transition

Courbe de résonance. Nous avons en premier lieu vérifié que la fré-
quence de la transition (3.24) est bien là où on l’attend. On a procédé
comme au §3.3.3 : nous avons balayé la fréquence de la micro-onde pour
une impulsion de durée fixe égale à 50 µs. Le résultat est présenté sur la
figure 3.16 ; on retrouve bien une fréquence centrale de transition égale à
ν0 ± 100 Hz. La pulsation de Rabi, quant à elle, vaut 18 krad/s± 14 krad/s,
compatible avec celles mesurées précédemment. Les incertitudes sont plus
grandes qu’au §3.3 car nous avons exploré un domaine de fréquence moins
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Figure 3.16 – Courbe de résonance pour une impulsion de 50 µs. Le transfert
n’atteint pas 100 % car l’impulsion est plus courte qu’une impulsion π, sa durée
est plutôt voisine d’une impulsion π/2.

important.

Oscillations de Rabi. Nous avons ensuite confirmé le caractère cohérent
de la transition en effectuant des oscillations de Rabi, comme au §3.3.4.
La figure 3.17 montre que le temps de cohérence est grand devant 500 µs.
Nous tenons à souligner que ces transferts cohérents de population ont été
effectués sur des condensats piégés. Nous sommes donc capable de produire
des condensats dans n’importe quelle superposition des états |1, 0〉 et |2, 0〉.

La pulsation de Rabi extraite de l’ajustement de ces oscillations avec
l’équation (3.27) vaut 27,89 krad/s± 0,06 krad/s, en parfait accord avec les
valeurs extraites précédemment.

3.4.3 Estimation du temps de cohérence

Nous avons ensuite voulu mesurer le temps de cohérence de la transi-
tion. Pour cela, nous voulons étudier des temps d’interaction pouvant être
beaucoup plus long, jusqu’à une centaine de ms. La figure (3.18) présente le
transfert de population en fonction de la durée de l’impulsion.

On constate que dès que la durée de l’impulsion dépasse quelques ms, les
oscillations se brouillent, mais qu’il y a toujours des points pour lesquels la
population transférée avoisine les 100 %. Il n’est donc pas possible de définir
directement un temps de cohérence, qui se traduirait par un amortissement
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Figure 3.17 – Oscillation de Rabi du nuage piégé entre les états |1, 0〉 et
|2, 0〉.
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Figure 3.18 – Oscillations de Rabi du gaz piégé, pour des durées d’impulsions
allant jusqu’à 20,4 ms. On constate que les oscillations se brouillent dès que
l’impulsion dépasse quelques ms, mais qu’il y a toujours des points pour lesquels
le transfert avoisine les 100 %. La courbe en pointillés est un ajustement avec
l’équation (3.27) des deux premières oscillations.
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exponentiel des oscillations de Rabi vers un taux de transfert de 50 %. On
retrouve ici le phénomène de fortes fluctuations déjà évoqué au §3.3.5 ; nous
estimons que ce sont des fluctuations lentes du champ magnétique qui sont
responsables de ce brouillage des oscillations.

3.4.4 Franges de Ramsey

Pour compléter notre étude des transitions micro-ondes, nous avons effec-
tué une expérience du type « franges de Ramsey » [80]. C’est une expérience
d’interférométrie atomique, dans laquelle on utilise deux impulsions séparées
pour interroger un jet ou un nuage d’atomes. Dans le contexte du contrôle de
la polarisation d’un laser à atomes guidé, ce type d’expériences s’avèrera très
important, puisqu’il sera nécessaire d’utiliser des zones d’interactions sépa-
rées spatialement pour préparer et mesurer l’état de polarisation de l’onde
atomique au cours de sa propagation.

Pour l’instant, nous manipulons l’état interne d’un gaz piégé ; nous al-
lons donc réaliser deux impulsions séparées temporellement et non spatia-
lement pour préparer et mesurer la polarisation de nos condensats. Nous
utilisons donc deux impulsions π/2, durant chacune 59 µs, séparées par un
laps de temps où les atomes ne sont soumis à aucun rayonnement micro-onde,
d’une durée de 0,5 ms, choisie suffisamment courte pour que les transitions
restent parfaitement cohérentes. Les résultats obtenus sont présentés sur la
figure 3.19 ; on obtient bien les franges attendues, démontrant par là-même
notre capacité à réaliser un interféromètre atomique à champs oscillants
séparés dans le domaine temporel.

Conclusion

L’utilisation de champs magnétiques statiques ou oscillants est un outil
de choix pour manipuler l’état interne de nuages atomiques piégés à l’aide de
forces dipolaires : nous pouvons ainsi préparer les atomes dans un sous-état
magnétique choisi |1, mF 〉 par distillation du spin au cours de la phase d’éva-
poration, mais aussi préparer un état du type α |1, 0〉+ β |2, 0〉 en utilisant
une impulsion micro-onde réglée sur la fréquence de la transition d’horloge
des atomes de 87Rb. Si nous pouvions bénéficier d’un meilleur contrôle du
champ magnétique au niveau des atomes, et en particulier réduire ses fluc-
tuations à un niveau bien inférieur au µT, il serait possible, toujours en
utilisant une impulsion micro-onde, de réaliser des transitions σ± changeant
mF d’une unité. L’étape suivante serait alors d’utiliser des impulsions à
deux fréquences (deux fréquences micro-ondes ou une fréquence micro-onde
et une radio-fréquence [81]), pour réaliser des transitions plus complexes,
susceptibles de changer mF de deux unités, et nous permettant de réaliser
n’importe quel état de l’espace de Hilbert EF=1 ⊕ EF=2, ouvrant la voie au
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Figure 3.19 – Franges de Ramsey observées sur un nuage piégé, en le sou-
mettant à deux impulsions micro-onde d’une durée de 59 µs chacune (soit des
impulsions π/2), séparées de 500 µs.

contrôle total de la polarisation des lasers à atomes guidés extraits de nos
condensats.
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Chapitre 4

Réalisation d’un laser à
atomes dans un guide
optique

Lorsque l’on extrait des atomes d’un condensat de Bose-Einstein, ils
forment un laser à atomes, c’est-à-dire une onde de matière cohérente qui se
propage. Un tel système constitue une source d’atomes de luminance bien
plus grande que n’importe quelle source classique (comme un four, ou la
sortie d’un ralentisseur Zeeman) [14], ce qui en fait un outil très intéressant
dans le contexte de l’interférométrie atomique [73], ainsi que pour des ap-
plications de nano-lithographie par ingénierie de leur phase [82]. De telles
sources sont également intéressantes pour l’étude de l’intrication atomes–
lumière ou des corrélations entre particules massives [83]. Dans le contexte
de la métrologie, on s’attend également à des gains très importants en préci-
sion pour les mesures des champs inertiels en utilisant des sources atomiques
par rapport aux interféromètres optiques existant, en raison de la bien plus
grande sensibilité des atomes à ce type de champs.

Les lasers à atomes produits jusqu’à présent ont tous été extraits de
condensats de Bose-Einstein, même si d’autres voies sont étudiées pour y
parvenir [84, 85]. On peut tout de même les classer selon deux critères dis-
tincts, qui ont de grandes conséquences sur la physique des jets atomiques
produits 1 :

• la méthode de découplage employée : elle peut faire intervenir des chan-
gements d’état interne, en faisant passer les atomes d’un état piégé à un
état libre, à l’aide de champs électromagnétiques (radio-fréquences ou
optiques [14, 15, 16]), ou reposer sur le déversement des atomes hors du
piège par une réduction de la profondeur de celui-ci [18]. Les méthodes

1. On a écarté de cette discussion le caractère pulsé ou quasi-continu des lasers à
atomes, car pour toutes les applications pratiques, il est bien plus intéressant de disposer
d’un laser quasi-continu ; nous ne parlerons donc dans la suite que de ce type de laser.
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de découplage par changement d’état interne nécessitent l’utilisation
d’un dispositif piégeant sélectivement certains états internes. Jusqu’à
présent, ce sont donc des pièges magnétiques qui ont été utilisés. La
polarisation des lasers à atomes extraits de tels dispositifs est imposée
par la conception même de l’expérience (et sera un état interne insen-
sible au premier ordre au champ magnétique). Au contraire, l’utilisa-
tion d’une technique de déversement permet, elle, le contrôle total de
la polarisation du laser émis à condition d’être capable de contrôler
l’état interne du condensat source. Nous avons montré au chapitre 3
comment un tel contrôle était réalisable en utilisant un piège dipolaire
et des champs magnétiques ;

• le type de propagation du laser : libre ou confinée [23]. La propagation
de l’onde dans l’espace libre est régie par le potentiel gravitationnel ;
les atomes sont donc très fortement accélérés, ce qui conduit à une
diminution très rapide de la longueur d’onde de de Broglie du laser.
D’autre part, le faisceau va diverger au cours de sa propagation, ainsi
que son analogue à photons, ce qui conduit à une dilution de la den-
sité atomique et rend difficile l’adaptation de mode nécessaire aux
expériences d’interférométrie. L’équivalent de la limite de diffraction
n’est même jamais atteint en raison des interactions condensat-faisceau
au moment du découplage ou des interactions intra-faisceau [21]. Au
contraire, la propagation confinée permet de s’affranchir du potentiel
gravitationnel en utilisant un guide horizontal ; il est donc possible de
contrôler la longueur d’onde de de Broglie du faisceau et de la main-
tenir constante au cours de la propagation [23]. De plus, le potentiel
de guidage prévient toute dispersion, et rend possible le contrôle du
mode transverse, par des transferts de population entre niveaux vi-
brationnels, ou par le contrôle de la température du condensat source,
comme on le verra au §4.4.

Dans ce chapitre, nous montrerons comment, à partir des condensats pola-
risés produit par notre dispositif, nous pouvons extraire des lasers à atomes
guidés par le potentiel créé par le faisceau dipolaire horizontal. Nous donne-
rons les caractéristiques des faisceaux obtenus, puis présenterons un modèle
thermodynamique nous permettant de déterminer les populations des divers
niveaux vibrationnels transverses. Enfin, nous montrerons que la transfor-
mation subie par l’ensemble atomique est isentropique.

4.1 Protocole expérimental

En raison de la grande longueur de Rayleigh du faisceau horizontal,
soit 4,7 mm pour une largeur du col du faisceau valant 40 µm, celui-ci peut
constituer un guide pour les atomes au voisinage de son point focal. En effet,
la fréquence de piégeage longitudinale est négligeable devant les fréquences
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de piégeage transverse, et les fréquences transverses varient peu à l’échelle
du mm. Nous allons donc extraire des atomes du condensat à l’intérieur de
ce guide pour réaliser des lasers à atomes guidés.

4.1.1 Le guide optique

Pour caractériser le guide, il faut déterminer les fréquences d’oscillations
des atomes piégés dans celui-ci. Le faisceau horizontal est légèrement el-
liptique en raison d’inévitables aberrations optiques, mais ses axes propres
sont quasi-confondus avec les directions y et z (voir figure 4.2), comme nous
avons pu le constater en imageant le faisceau dipolaire directement sur une
caméra CCD. Le piège a donc deux fréquences propres différentes ωy et ωz.

Pour les mesurer, nous avons étudié le mode d’oscillation dipolaire d’un
ensemble d’atomes piégés dans le guide. Pour cela, on commence par prépa-
rer un paquet d’atomes froids dans le piège croisé, puis on coupe le faisceau
vertical. Les atomes sont donc confinés uniquement par le guide. On ex-
cite alors le mode dipolaire par une impulsion de champ magnétique. Nous
voulons connaître la fréquence ωz avec la meilleure précision possible. En
effet, nous nous intéresserons ultérieurement à des grandeurs caractérisant
le mode transverse vertical des atomes guidés, faisant intervenir ωz, car nous
ne pouvons observer que la largeur verticale du faisceau guidé 2. Nous avons
donc utilisé une bobine générant un gradient de champ vertical, pour exciter
au maximum l’oscillation dans cette direction.

On enregistre ensuite une séquence d’images correspondant à des du-
rées d’oscillations croissantes, typiquement de 0 à 50 ms. Comme toujours,
l’imagerie étant destructive, il est indispensable de répéter l’ensemble de la
séquence pour l’acquisition de chaque image. On peut ensuite extraire la
position du nuage sur chaque image, puis, par une transformée de Fourier
de ces données, en extraire les fréquences d’oscillations. La figure 4.1 pré-
sente les résultats d’une telle mesure, indiquant une fréquence d’oscillation
de 248 Hz± 7 Hz pour les paramètres expérimentaux utilisés alors.

4.1.2 Le découplage magnétique

Comme le piège dipolaire retient les atomes quel que soit leur état in-
terne, on ne peut pas les extraire par un changement d’état. En revanche,
la profondeur finie du piège nous permet de déverser progressivement les
atomes dans le guide. Pour cela, nous commençons par purifier les atomes
dans un sous-état magnétique donné (cf chapitre 3), puis nous utilisons une
force magnétique colinéaire à l’axe du faisceau horizontal dont nous aug-
mentons graduellement l’intensité pour diminuer la profondeur de piégeage
et « pousser » les atomes dans le guide. La figure 4.2 présente un schéma de
principe du dispositif ; on y a représenté les faisceaux dipolaires et la bobine

2. L’axe selon lequel nous imageons les atomes est situé dans un plan horizontal.
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Figure 4.1 – Position du nuage en fonction du temps et puissance spectrale
associée, obtenue par une transformée de Fourier rapide. On en déduit une
fréquence d’oscillation de 248 Hz± 7 Hz en ajustant un sinus cardinal carré sur
le spectre.

utilisée pour manipuler les atomes, ainsi que l’allure du potentiel vu par les
atomes.

La force magnétique ressentie par les atomes dépend du sous-état ma-
gnétique dans lequel ils se trouvent ; le découplage est donc sélectif quant
à l’état interne. Les atomes dans les états mF = ±1 ressentent des forces
opposées, et sont donc extraits de part et d’autre du condensat. Les atomes
dans l’état mF = 0 nécessitent des gradients de champ plus élevés pour
être extrait, puisque insensible au champ à l’ordre 1. Au cours d’une expé-
rience de découplage, les lasers à atomes générés correspondant aux divers
sous-états magnétiques sont donc séparés spatialement ou temporellement.

Pour générer la force magnétique de découplage, nous utilisons une bo-

Figure 4.2 – Schéma de principe du dispositif permettant le découplage
d’atomes du piège croisé dans le faisceau horizontal à l’aide de la force ma-
gnétique générée par la bobine pinch.
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bine « pinch », dont l’axe est confondu avec l’axe du faisceau dipolaire, située
à 10 cm du centre du piège. Cette bobine est constituée de 25 tours de fil de
cuivre, et a un rayon de 4,5 cm. D’après l’équation (3.18), le champ au ni-
veau des atomes vaut donc 24 µT/A, et le gradient vaut 0,6 mT m−1/A. On
en déduit les valeurs maximales des accélérations exercées sur les atomes,
pour un courant de 200 A parcourant la bobine 3, d’après les équations (3.13)
et (3.14) :

amF=±1 = ±3,9uzm s−2 (4.1)
amF=0 = 0,15uzm s−2 (4.2)

Ces accélérations ne sont pas suffisantes pour directement extraire les atomes
du piège croisé. Il faut diminuer au préalable l’intensité du faisceau vertical
pour diminuer la profondeur de piégeage et rendre possible l’extraction. En
pratique, on choisit l’intensité de champ magnétique que l’on veut utiliser
pour découpler, puis on diminue l’intensité finale du faisceau vertical jusqu’à
observer un découplage.

4.1.3 La séquence expérimentale

La figure 4.3 présente un diagramme temporel de la séquence, qui est
composée de quatre étapes principales :

1. la création du condensat source, qui dure environ 4 s, et comprenant
la phase de chargement et la rampe d’évaporation. Nous avons distillé
l’une ou l’autre des sous-espèces magnétiques lors de la rampe d’évapo-
ration pour disposer d’une source d’atomes polarisés (cf chapitre 3).
Ainsi, nous avons plus d’atomes dans l’état choisi et augmentons le
rapport signal à bruit, ce qui facilite la caractérisation des lasers à
atomes produits ;

2. la mise en forme des potentiels, qui dure 200 ms, pendant laquelle on
effectue trois opérations :

(a) on coupe le champ magnétique de purification de 10 mT en 100 ms ;
(b) on augmente l’intensité du faisceau horizontal pour avoir des fré-

quences de guidage plus grandes et minimiser les pertes d’atomes
pouvant résulter d’une évaporation libre résiduelle. Nous avons
utilisé des fréquences de guidage de quelques centaines de Hz
typiquement. Le choix de la fréquence de guidage résulte d’un
compromis : une fréquence de guidage élevée permet d’être re-
lativement insensible aux éventuelles fluctuations de position du
faisceau, mais nécessite plus de puissance et donc un taux de
chauffage plus important, à cause de la diffusion de photons (cf
§1.1.1) ;

3. Rappelons que le sens de la force est indépendant du sens du courant.
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Figure 4.3 – Diagramme temporel de la séquence de découplage magnétique
de lasers à atomes.

(c) on augmente le champ de découplage tout en diminuant l’inten-
sité du faisceau vertical pour se placer à la limite d’extraction
du faisceau. En fonction de l’intensité du champ choisie pour le
découplage, la puissance finale du faisceau vertical sera différente
pour atteindre le seuil. De plus, pour une intensité de champ
donnée, la puissance finale du faisceau vertical au seuil de dé-
couplage est plus basse pour les lasers dans l’état mF = 0 que
pour les lasers dans l’état mF = ±1, en raison de la différence de
sensibilité des atomes au champ magnétique en fonction de leur
état interne ;

3. le découplage proprement dit, qui dure environ 100 ms. Les atomes
extraits sont guidés par le faisceau horizontal et se propagent sur plu-
sieurs mm ;

4. la phase d’imagerie après un temps de vol variable, allant de 2 ms à
30 ms.

4.2 Caractérisation des lasers à atomes

4.2.1 Mode longitudinal

Pour déterminer la longueur d’onde de de Broglie du laser à atomes formé
lors de l’extraction, nous avons mesuré la vitesse de propagation de l’onde
de matière. Pour cela, nous interrompons la phase de découplage à un temps
t que l’on varie entre typiquement 0 et 100 ms, pour prendre une image des
atomes découplés. Nous pouvons ainsi reconstituer le film du découplage et
déterminer la vitesse de propagation moyenne du paquet d’atomes.

Pour extraire la position moyenne du paquet atomique des images d’ab-
sorption que nous avons enregistrées, nous commençons par intégrer sur la
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Figure 4.4 – Profils longitudinaux d’un laser à atomes dans l’étatmF = 0 à di-
vers temps de propagation (avec un moyennage glissant sur 50 pixels). Le champ
magnétique d’extraction au niveau des atomes vaut 4,8 mT, et son gradient vaut
120 mT/m, ce qui correspond à une accélération d’environ 150 mm/s2.

direction perpendiculaire au faisceau de façon à obtenir le profil de den-
sité longitudinale ρ [x]. Les densités longitudinales typiques obtenues sont
de l’ordre de 100 atomes/µm. Ce profil est ensuite lissé par un moyennage
glissant pour s’affranchir du bruit de l’imagerie (cf figure 4.4). Enfin, nous
définissons la position moyenne du paquet d’atomes à partir des flancs du
laser : c’est le barycentre des deux points situés à mi-hauteur de la courbe.

La figure 4.5 représente cette position moyenne en fonction du temps
de propagation, pour un laser à atomes dans l’état mF = 0 et un champ
magnétique d’extraction au niveau des atomes valant 4,8 mT et de gradient
120 mT/m, ce qui correspond à une accélération d’environ 150 mm/s2. On a
clairement une avancée quadratique du paquet d’onde, correspondant à une
accélération quasi-constante. Cette accélération provient de la conjonction
de trois forces : la force magnétique de découplage, la force dipolaire résultant
de la courbure longitudinale du potentiel optique, et la force gravitationnelle
résultant d’un éventuel petit angle entre le faisceau et l’horizontale. Toute-
fois, on a pris soin de se placer au niveau du col du faisceau et d’utiliser un
faisceau le plus horizontal possible pour minimiser ces deux dernières forces.
La valeur de 232 mm/s2 ± 17 mm/s2 obtenue par ajustement quadratique
du profil est donc en accord raisonnable avec la valeur attendue, et indique
qu’il doit y avoir un angle résiduel de moins d’un demi degré, responsable
de cette accélération plus importante que prévue.
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Figure 4.5 – Position moyenne du paquet d’atomes en fonction du temps ex-
traite des profils de densité longitudinale, pour le laser à atomes de la figure 4.4.
La courbe en pointillés est un ajustement quadratique des données donnant une
accélération de 232 mm/s2 ± 17 mm/s2.

D’après cet ajustement, la vitesse du laser est multipliée par dix durant
les 100 ms de propagation, passant d’environ 2,8 mm/s à 26 mm/s, ce qui
correspond à une longueur d’onde de de Broglie passant de 1,6 µm à 0,25 µm.

Enfin, nous pouvons extraire la dispersion de vitesse longitudinale à par-
tir de l’évolution temporelle de la demi-largeur à mi-hauteur du paquet
atomique extrait (voir figure 4.6). Nous obtenons une dépendance de cette
demi-largeur linéaire en temps dès que celui-ci dépasse 20 ms, de laquelle
on extrait une dispersion en vitesse valant 6,1 mm/s± 0,1 mm/s, soit une
longueur d’onde de de Broglie thermique de l’ordre de 0,75 µm.

4.2.2 Flux atomique

Pour déterminer le flux, nous allons utiliser les profils de densité tirés
des images par absorption et de la connaissance que nous avons de l’évo-
lution temporelle du paquet d’atomes. Pour simplifier, nous allons négliger
la dispersion, ce qui est assez brutal mais nous permettra d’obtenir une
bonne estimation du flux sans nécessiter de modèle plus précis de la densité
atomique.

Dans ce cadre, un atome découplé à l’instant t se trouve au moment de
la prise d’image, repérée par l’instant τ , à la position xτ (t) :

xτ (t)− x0 = a0
2 (τ − t)2 + v0 (τ − t) , (4.3)
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Figure 4.6 – Demi-largeur à mi-hauteur du paquet d’atomes en fonction du
temps, pour le laser à atomes de la figure 4.4. La courbe en pointillé est un
ajustement linéaire passant par l’origine des points tels que t > 20 ms, et donne
une dispersion en vitesse valant 6,1 mm/s± 0,1 mm/s.

où x0, v0 et a0 sont respectivement la position initiale, la vitesse initiale et
l’accélération déduite de l’ajustement de la position moyenne du paquet en
fonction du temps de propagation. Les images d’absorption donnent direc-
tement accès à la densité longitudinale ρτ [x]. On peut donc en déduire le
flux d’atomes en x0 par l’équation suivante :

Φ(t) = ρτ [xτ (t)]
∣∣∣∣dxτ (t)

dt

∣∣∣∣ . (4.4)

En pratique, nous n’avons accès qu’à des valeurs de ρτ [x] discrètes en raison
de la pixelisation de l’image. Les valeurs de t accessibles nous sont donc
imposées, et on les calcule en inversant la relation (4.3) :

τ − t [x] =
√(

v0
a0

)2
+ 2x− x0

a0
− v0
a0

. (4.5)

De chaque couple (x, ρ) on déduit donc un couple (t,Φ), ce qui nous permet
de tracer le flux en fonction du temps (voir figure 4.7). Le flux maximal at-
teint pour le laser présenté au paragraphe précédent vaut donc 2,5×106 at/s,
le flux moyen vaut 106 at/s, l’ensemble du condensat étant découplé en
100 ms. En utilisant un découplage plus lent (soit en ajustant plus finement
la valeur du champ magnétique de découplage) on peut obtenir un flux crête
plus faible, de l’ordre de 5×105 at/s [86].
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Figure 4.7 – Flux atomique en fonction du temps déduit des profils de den-
sité longitudinale, pour un laser à atomes dans l’état mF = 0 et un champ
magnétique d’extraction au niveau des atomes valant 4,8 mT et de gradient
120 mT/m.

4.2.3 Mode transverse

Pour terminer la caractérisation des lasers à atomes produits par notre
dispositif, il reste à déterminer le mode transverse du faisceau. Pour cela,
nous voudrions mesurer les populations des différents états vibrationnels
transverses.

Malheureusement, les fréquences de piégeage transverse sont trop faibles
pour permettre une spectroscopie directe de ces niveaux, contrairement par
exemple aux expériences utilisant des réseaux optiques, qui sont en général
bien plus confinant. Une forte recompression de la pince permettrait d’avoir
des fréquences de l’ordre du kHz, mais l’intensité lumineuse élevée nécessaire
induirait de nombreuses diffusions de photons, ainsi que des pertes assistées
par la lumière (cf §1.3), qui détruiraient le mode transverse.

Il n’est pas non plus possible d’observer de marches dans les pertes
d’atomes en diminuant progressivement la profondeur du piège. En effet,
pour le col de faisceau que nous utilisons, la différence d’intensité lumineuse
correspondant au changement d’une unité du nombre de niveaux d’éner-
gie du piège est trop faible pour espérer la contrôler expérimentalement
(il faudrait une précision sur la puissance lumineuse de l’ordre du µW!).
Pour observer de telles marches, il faudrait donc avoir un faisceau bien plus
étroit, de façon à avoir des fréquences de piégeage plus grandes à profondeur
donnée. Cependant, un tel faisceau se prête mal au guidage d’une onde de
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matière en raison de sa faible longueur de Rayleigh.

Principe de la mesure. Si nous n’avons pas accès aux populations elles-
mêmes, nous pouvons mesurer des quantités moyennes dépendant de ces
populations, comme la densité longitudinale (cf § précédent) ou la dispersion
de vitesse transverse, que l’on détermine en mesurant la largeur quadratique
moyenne du faisceau après temps de vol. Nos lasers à atomes après 100 ms
de propagation sont dans le régime de faible interaction, puisqu’on a ρa ∼
0,2 < 1 [87, 88]. On peut donc utiliser le théorème du Viriel pour établir
que :

〈Ecin.
z 〉 = 1

2m∆v2
z = 1

2〈E
tot.
z 〉 = ~ωz

2 (〈nz〉+ 1/2) , (4.6)

ce qui nous permet de relier 〈nz〉, le nombre d’excitations moyen selon l’axe z,
à la dispersion de vitesse ∆vz et à la pulsation de piégeage ωz. On supposera
dans la suite qu’il y a invariance par rotation du faisceau, de sorte que
ωy = ωz = ω⊥ et 〈ny〉 = 〈nz〉, et on appellera 〈n〉 leur valeur commune. Cette
hypothèse est justifiée par la faible anisotropie du potentiel de piégeage.

Comme mentionné précédemment, nous utilisons ∆vz plutôt que ∆vy en
raison de l’axe d’imagerie, qui se situe dans un plan horizontal : nous avons
accès à la largeur du faisceau d’atomes selon la direction verticale, mais pas
selon la direction horizontale.

Lien avec la fraction d’atomes condensés. Le nombre d’excitations
moyen caractérise la qualité du mode transverse : plus il est proche de 0,
plus le nombre d’états transverses peuplés est faible. Connaissant 〈n〉, on
peut donner une borne inférieure à la population π0 de l’état fondamental
transverse. En effet, on a :

π0 =

1−
∑
nx 6=0

πnx

1−
∑
ny 6=0

πny

 ≥ (1− 〈n〉)2 , (4.7)

où on a utilisé l’invariance par rotation et supposé de plus que les excitations
selon les deux axes ne sont pas corrélées. On voit donc que dès que 〈n〉 < 1,
l’état fondamental transverse est occupé par une fraction macroscopique des
atomes.

Détermination pratique de ∆vz. Au cours d’un temps de vol t, la lar-
geur quadratique moyenne du faisceau d’atomes évolue selon la loi :

∆z2 = σ2
0 + ∆v2

z t
2 , (4.8)

où σ0 est la taille initiale du faisceau telle qu’on peut le voir à travers notre
dispositif d’imagerie (et qui dépend donc de la résolution de celui-ci). Pour
mesurer la dispersion de vitesse ∆vz, nous avons donc enregistré des images
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Figure 4.8 – Principe de la mesure de la dispersion de vitesse ∆vz. La lar-
geur ∆z du laser à atomes est extraite à différents temps de vols t des profils
transverses par un ajustement gaussien. La dispersion de vitesse ∆vz se déduit
de la régression linéaire des données

(
t2,∆z2).

par absorption du faisceau à différents temps de vol. Nous avons ensuite
intégré ces images selon la direction de propagation, pour obtenir les pro-
fils transverses, que nous avons ajustés par des fonctions gaussiennes pour
extraire leur largeur ∆z. On obtient ainsi une série de points

(
t2,∆z2) qui

permettent de déterminer σ0 et ∆v2
z par une régression linéaire. Le principe

de la méthode est présenté sur la figure 4.8.
L’ajustement gaussien présente l’avantage d’être insensible au bruit (à

condition que le rapport signal à bruit soit suffisamment grand, ce qui est
le cas pour nos images) ; en revanche, le profil réel n’est pas nécessairement
gaussien (comme on le verra au §4.4.4). Toutefois, pour les lasers à atomes
quasi-monomodes (soit pour 〈n〉 < 1), et dans le régime de faible interaction,
la valeur de 〈n〉 ainsi extraite est très proche de la valeur exacte.

Résultats obtenus. Après optimisation de l’expérience, en particulier du
croisement et des intensités des faisceaux dipolaires, ainsi que de la rampe
d’intensité du champ magnétique de découplage, nous avons mesuré des
nombres d’excitations moyens aussi faible que 0,65± 0,05 pour les lasers à
atomes dans l’état mF = 0, et 0,8± 0,3 pour ceux dans l’état mF = −1.
L’incertitude plus grande sur cette dernière valeur provient de la plus grande
sensibilité des atomes dans l’état mF = −1 au champ magnétique et donc à
ses fluctuations, ce qui rend la production de ce type de lasers moins stable
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que celle des lasers dans l’état mF = 0.
Nous avons donc une population macroscopique d’atomes occupant l’état

fondamental du guide ; pour les lasers dans l’état mF = 0, l’estimation (4.7)
donne au moins 12,5 % d’atomes dans l’état fondamental ! On verra d’ailleurs
au §4.3.2 que ce nombre est largement sous-estimé, puisqu’il suppose que
tous les autres atomes sont dans un état ne portant qu’un quantum d’exci-
tation transverse. Il reste tout de même une certaine population d’atomes
dans les états excités, ce qui peut s’expliquer par deux hypothèses :

• les imperfections expérimentales, qui conduisent à une excitation du
laser. Il y a trois sources possibles d’excitation : les fluctuations de
position des faisceaux, les fluctuations d’intensité du faisceau guide, et
les fluctuations de champ magnétique ;

• la fraction thermique résiduelle du nuage source, qui peuple des ni-
veaux excités du guide lors du découplage. Dans ces expériences, nous
n’avons pas poussé l’évaporation au delà du moment où le nuage ther-
mique n’est plus réellement observable : la fraction thermique rési-
duelle peut être de l’ordre de 20 %.

4.3 Analyse thermodynamique

On peut estimer la densité in situ d’atomes ρ0 des lasers au centre du
guide à partir des mesures de la densité longitudinale (ρ ∼ 40 atomes/µm)
et du nombre d’excitations moyen :

ρ3D ∼ ρ

∆r2 = ρ

a2
oh (〈n〉+ 1/2) ∼ 100 atomes/µm3 , (4.9)

où aoh =
√

~/(mω) est la longueur d’oscillateur et vaut environ 0,6 µm pour
nos fréquences de piégeage. Nous avons estimé la taille transverse du faisceau
par le théorème du Viriel. Le taux de collisions γ « classique » correspondant
vaut donc :

γ ∼ ρ3Dσvoh
√
〈n〉+ 1/2 ∼ 50 s−1 , (4.10)

où σ = 8πa2
0 est la section efficace de collision, a0 = 5 nm est la longueur de

diffusion des atomes de 87Rb, et voh =
√

~ω⊥/m est la vitesse d’oscillateur.
Ce taux est encore augmenté par l’amplification bosonique résultant de la
population macroscopique d’atomes occupant l’état fondamental [89]. On en
déduit que le gaz est localement à l’équilibre thermodynamique, et que l’on
peut donc le décrire à l’aide d’un modèle thermodynamique.

4.3.1 Description du modèle

Nous allons décrire l’état du gaz dans le référentiel du centre de masse
du laser à atomes. Nous nous plaçons dans l’ensemble grand-canonique et
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considérons un gaz piégé transversalement par un potentiel harmonique bi-
dimensionnel isotrope, et longitudinalement par une boîte de dimension L
(on prendra des conditions aux limites périodiques sur les bords de la boîte
pour les calculs). Nous nous intéressons aux grandeurs linéiques, qui sont
indépendantes de L à la limite thermodynamique, ie quand N,L → +∞ à
densité linéique ρ = N/L constante.

Le hamiltonien du système s’écrit :

Ĥ = p̂2
x

2m + ~ω⊥
(
â†yây + â†zâz + 1

)
, (4.11)

où p̂x est l’opérateur impulsion selon la direction du guide, et â†i et âi sont
les opérateurs création et annihilation de quantum d’excitation transverse
dans la direction i. Les états propres de ce hamiltonien sont les états |n〉,
avec n = (nx, ny, nz), où ny et nz sont les nombres d’excitations transverses,
et où nx caractérise l’état longitudinal. L’énergie associée à cet état s’écrit :

εn = (2π~nx)2

2mL2 + ~ω⊥ (ny + nz + 1) . (4.12)

À l’équilibre thermodynamique, le système est entièrement caractérisé
par deux paramètres intensifs, la température T et le potentiel chimique µ.
Pour simplifier les expressions, nous utiliserons deux paramètres adimension-
nés déduit de T et µ, la fugacité ζ = eβµ et ξ = e−β~ω⊥ , avec β = 1/ (kBT ).
L’état du système est décrit par la matrice densité :

ρ̂ = e−β(Ĥ−µ)

Tr e−β(Ĥ−µ)
. (4.13)

On en déduit que le nombre d’atomes dans l’état |n〉 s’écrit :

Nn = 1
ζ−1eβεn − 1 =

+∞∑
p=1

ζpe−pβεn . (4.14)

Pour rendre les calculs plus simples, on absorbe l’énergie de l’état fonda-
mental ε0 = ~ω⊥ dans la définition de la fugacité, de sorte que celle-ci varie
entre les valeurs extrêmes 0, limite dans laquelle on retrouve la distribution
de Maxwell-Boltzmann, et 1.

Dans le cadre de ce modèle, on prédit une condensation de Bose-Einstein
transverse, au cours de laquelle un nombre macroscopique d’atomes occupent
l’état fondamental transverse, indépendamment de leur état longitudinal.
La densité linéique critique au dessus de laquelle la transition se produit est
donnée par [90] :

ρc = 1
ΛdB

(
kBT

~ω⊥

)2
ζ (5/2) , (4.15)

dans la limite où kBT � ~ω⊥.
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4.3.2 Détermination de ζ et ξ

Comme on l’a vu au §4.2, on n’a accès expérimentalement qu’à des va-
leurs moyennes sur l’ensemble des atomes, comme la densité linéique du
laser ou le nombre moyen d’excitations. Nous allons donc exprimer ces deux
quantités en fonction des paramètres ζ et ξ.

La densité linéique d’atomes s’exprime sous la forme :

ρ = 1
L

∑
n
Nn

=
+∞∑
p=1

ζp

(1− ξp)2

+∞∑
nx=−∞

1
L
e
−pπ

(
ΛdB
L

)2
n2
x

= 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp

p1/2

1
(1− ξp)2 , (4.16)

où l’on s’est placé à la limite thermodynamique 4. Le nombre moyen d’exci-
tation s’exprime sous la forme 5 :

〈n〉 = 1
N

∑
n
nyNn

= 1
ρΛdB

+∞∑
p=1

ζp

p1/2

ξp

(1− ξp)3 , (4.17)

toujours à la limite thermodynamique. On peut donc déterminer les valeurs
des paramètres ζ et ξ à partir des mesures de ρ et 〈n〉, en résolvant les
équations (4.16) et (4.17).

Connaissant ces paramètres, on peut déterminer toutes les autres quanti-
tés physiques intéressantes par des formules simples. En particulier, on peut
calculer la fraction d’atomes portant n quanta d’excitation transverse :

πn = 1
N

∑
nx

∑
ny+nz=n

Nn

= 1
ρΛdB

+∞∑
p=1

(ζξn)p

p1/2
. (4.18)

Nous avons tracé sur la figure 4.9 ces populations pour les paramètres
obtenus pour le laser à atomes dans l’état mF = 0 après 100 ms de pro-
pagation, soit 〈n〉 = 0,65 et ρ = 50 atomes/µm. On constate que près de
70 % des atomes sont dans l’état fondamental du guide ! Le faisceau est loin
dans le régime de dégénérescence quantique ; la densité linéique critique cal-
culée avec l’équation (4.15) vaut en effet ρc ' 11 atomes/µm. À titre de

4. On a utilisé la relation
∑+∞
−∞ e−an

2
∼
√
π/a.

5. Ce calcul est analogue au précédent ; on utilise
∑

nan = a/(1− a)2.
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Figure 4.9 – Fraction d’atomes portant k quanta d’excitation transverse. Pour
〈n〉 = 0.7, près de 70 % des atomes sont dans l’état fondamental. À titre de
comparaison, nous avons également représenté ces fractions pour les paramètres
expérimentaux de la référence [23].

comparaison, nous avons également représenté les populations correspon-
dantes pour les paramètres expérimentaux de la référence [23], où 〈n〉 = 2
et ρ = 40 atomes/µm. Ce faisceau est également dans le régime de dégéné-
rescence, mais pour ces paramètres ρc ' 23 atomes/µm.

Au cours de sa propagation, le laser à atomes se dilue du fait de la dis-
persion de vitesse longitudinale. Cette expansion doit s’accompagner d’une
diminution de la température du gaz, de telle sorte que 〈n〉 reste constant,
puisqu’il n’y a pas d’échanges d’énergie avec l’extérieur, et que les degrés de
liberté transverses ne sont pas couplés au degré de liberté longitudinal. Les
populations des différents niveaux excités évoluent donc a priori au cours
de la propagation.

4.4 Analyse entropique du découplage

Nous avons mentionné au §4.2.3 que deux hypothèses pouvaient expli-
quer le caractère multimode résiduel des lasers à atomes produits par notre
dispositif : la qualité du nuage source, et les imperfections expérimentales.
On peut réinterpréter ces deux points en terme d’entropie de l’ensemble de
particules, le nuage source définissant l’entropie initiale et les imperfections
déterminant la quantité d’entropie créée lors du découplage.

Nous avons donc conduit des expériences visant à mesurer la qualité du
découplage en terme d’entropie créée. Pour cela, nous avons comparé l’en-
tropie initiale du nuage piégé à l’entropie du laser à atomes extrait, pour des
températures initiales différentes, et donc des fractions d’atomes condensés
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Figure 4.10 – Diagramme expliquant la procédure expérimentale utilisée pour
les expériences de mesure d’entropies.

différentes. La figure 4.10 résume la procédure expérimentale utilisée.

Dans cette section, nous allons tout d’abord donner les expressions des
entropies des nuages sources et des lasers à atomes guidés extrait en fonction
des paramètres thermodynamiques les caractérisant, puis nous montrerons
comment extraire ces paramètres des images par absorption du gaz, avant de
présenter les résultats expérimentaux de mesures d’entropies ; ces résultats
ont fait l’objet d’une publication [91].

4.4.1 Expression de l’entropie du laser à atomes

Nous allons à nouveau utiliser le formalisme grand-canonique introduit
au §4.3 pour décrire le laser à atomes. Dans ce formalisme, l’entropie a pour
expression générale :

S

kB
= βE −Nβµ−

∑
n

ln
(
1− ζe−βεn

)
, (4.19)

où n est l’ensemble des nombres quantiques numérotant les états propres
du hamiltonien, Nn est le nombre d’atomes occupant l’état |n〉, donné par
l’équation (4.14), E = ∑

n εnNn est l’énergie totale (l’énergie du fondamen-
tal étant prise nulle) et N = ∑

nNn est le nombre total d’atomes du gaz.
Comme nous allons nous placer à la limite thermodynamique, nous considé-
rerons plutôt l’entropie par unité de longueur s = S/L, ou encore l’entropie
par atome s? = S/N = s/ρ, qui sont des quantités intensives indépendantes
de L.
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Énergie longitudinale linéique. En utilisant les équations (4.12) et
(4.14), on peut exprimer l’énergie longitudinale linéique e‖ sous la forme 6 :

βe‖ = 1
L

+∞∑
p=1

ζp
∑

n
π

(ΛdB
L

)2
n2
xe−pβεn

= π

L

(ΛdB
L

)2 +∞∑
p=1

ζp

(1− ξp)2
∑
nx

n2
xe
−pπ

(
ΛdB
L

)2
n2
x

= 1
2

1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp

p3/2

1
(1− ξp)2 . (4.20)

Énergie transverse linéique. Un calcul analogue nous donne l’expres-
sion de l’énergie transverse par atome e⊥ :

e⊥
~ω⊥

= 1
L

+∞∑
p=1

ζp
∑

n
(ny + nz) e−pβεn

= 2ρ〈n〉

= 2 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp

p1/2

ξp

(1− ξp)3 . (4.21)

Fonction de partition grand-canonique. D’après l’équation (4.19), la
fonction de partition grand-canonique linéique j s’écrit :

βj = − 1
L

∑
n

ln
(
1− ζe−βεn

)
= 1
L

+∞∑
p=1

ζp

p

∑
n

e−pβεn

= 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp

p3/2

1
(1− ξp)2 . (4.22)

Entropie du laser à atomes. Connaissant ζ et ξ, on peut donc calculer
l’entropie linéique sLA du laser à atomes par l’intermédiaire de l’expression :

sLA
kB

= 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp

p1/2 (1− ξp)2

[
− ln ζ − 2ξp ln ξ

1− ξp + 3
2p

]
. (4.23)

6. On a utilisé la relation
∑+∞
−∞ n

2e−an
2
∼
√
π/(4a3).
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4.4.2 Expression de l’entropie du nuage source

Nous nous sommes servis de nuages partiellement condensés comme
source pour la production de lasers à atomes. Compte-tenu du nombre
d’atomes condensés, pouvant atteindre 105, ces nuages sont dans le régime
de Thomas-Fermi où les interactions entre particules jouent un rôle prépon-
dérant, notamment pour déterminer le profil spatial du nuage. Toutefois,
dans la gamme de température ~ω ≤ gns ≤ kBTs ≤ 0,9kBT

c
s , où ns est la

densité atomique du nuage, Ts sa température et T cs la température critique
de la transition de Bose-Einstein, les théories de Hartree-Fock et de Popov
donnent des prédictions semblables pour les quantités thermodynamiques
telles que l’entropie, qui de plus sont bien reproduites par le modèle du
gaz parfait [92, 93]. Nous allons donc utiliser ici ce modèle pour déterminer
l’entropie.

Nous allons donc décrire le nuage source comme un ensemble d’atomes
sans interaction, confiné dans un piège harmonique isotrope tridimension-
nel de pulsation ωs, à l’équilibre thermodynamique dans l’ensemble grand-
canonique. L’état du système est donc entièrement déterminé par les para-
mètres Z = eβsµs et X = e−βs~ωs , où on a noté µs le potentiel chimique
du condensat source et βs = 1/(kBTs), et l’entropie du système est don-
née par l’équation (4.19). Un calcul analogue à celui conduit au paragraphe
précédent donne :

SBEC
kB

=
+∞∑
p=1

Zp

(1−Xp)3

[
− lnZ − 3Xp lnX

1−Xp
+ 1
p

]
. (4.24)

4.4.3 Analyse du condensat source

La source d’atomes est un nuage piégé à l’intersection des faisceaux di-
polaires et partiellement condensé. Nous avons utilisé des nuages dont la
fraction condensée varie de 10 % à près de 100 %. Pour extraire des informa-
tions quantitatives de ces nuages, il est donc indispensable de tenir compte
de la double structure spatiale de leur densité.

Densité spatiale d’un nuage thermique. Onmontre qu’après un temps
de vol t tel que (ωst)2 � 1, la densité spatiale d’un nuage thermique (i.e.
au dessus du seuil de condensation) a pour expression [94] :

nth (r, t) = 1
λ3

dB
g3/2

(
Ze−

mβs
2

r2
t2

)
, (4.25)

où λdB est la longueur d’onde de de Broglie thermique du nuage. Lorsque
Z → 0, on retrouve le profil gaussien attendu pour un nuage classique
(pour lequel la statistique de Bose ne joue aucun rôle). Lorsque Z → 1,
au contraire, le profil du nuage s’écarte de la gaussienne classique en raison
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de l’amplification bosonique : l’état fondamental est plus peuplé que ne le
prédit la distribution de Maxwell-Boltzmann, ce qui se traduit par une aug-
mentation de la densité au centre du nuage par un facteur g3/2(1) ' 2,6. En
revanche, les ailes de la distribution rejoignent la gaussienne classique, il est
toujours possible d’avoir accès à la température du nuage en étudiant leur
décroissance exponentielle.

Densité spatiale d’un condensat à température nulle. Pour nos
paramètres expérimentaux, les condensats que nous produisons sont très
bien décrits dans l’approximation de Thomas-Fermi [94]. Leur densité après
temps de vol a donc pour expression 7 :

nb(r, t) = nb(0, t)
[
1−

3∑
i=1

x2
i

R2
i (t)

]
, (4.26)

où nb(0, t) est la densité d’atomes condensés au centre du nuage et où Ri(t)
sont les rayons de Thomas-Fermi du condensat, où la densité devient nulle.
L’expansion d’un condensat n’est pas isotrope, même si elle préserve la
forme d’ellipsoïde du nuage. L’expression de Ri(t) peut se calculer dans
des cas simple, comme pour un condensat ayant un axe de symétrie de ré-
volution [94].

Densité spatiale d’un nuage partiellement condensé. Nous avons
utilisé la forme la plus simple possible pour cette densité spatiale, qui consiste
à superposer à un condensat de température nulle un nuage classique 8 :

n(r, t) = nth(0, t)e−
r2

2∆2(t) + nb(0, t)
[
1−

3∑
i=1

x2
i

R2
i (t)

]
(4.27)

Cette hypothèse conduit à des résultats suffisamment précis sur les para-
mètres thermodynamiques caractérisant le condensat pour que nous puis-
sions nous passer d’un traitement plus approfondi.

Densité intégrée. En réalité, nous n’avons pas directement accès à la
densité tridimensionnelle précédente mais seulement à la densité colonne,
intégrée selon l’axe d’imagerie. L’expression du profil thermique intégré ne
pose pas de problème et s’écrit :

ñth(u, z) = ñth(0)e−
u2+z2
2∆(t)2 , (4.28)

où ñth(0) est la densité au centre du profil, u est la direction perpendiculaire
à l’axe d’imagerie et à z, et où ∆(t) est la demi-largeur de la gaussienne à

7. Bien sûr, il faut prendre le contenu des crochets égal à zéro s’il est négatif.
8. Voir note 7.
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1/e2, reliée à la température et à la durée du temps de vol par :

∆(t) = vtht , (4.29)

avec vth =
√
kBTs/m la vitesse quadratique moyenne d’un nuage classique

à température Ts.
En revanche, le profil du condensat n’est pas isotrope, et l’axe x′ de notre

imagerie n’est pas confondu avec un axe propre de l’ellipsoïde. L’intégration
est donc non triviale. Toutefois, on obtient des résultats très satisfaisants en
utilisant un profil de la forme 9 :

ñb(u, z) = ñb(0)
[
1− UTM(R1, R2, θ)U

]3/2
, (4.30)

où U est le vecteur de coordonnées (u, z), et où M(R1, R2,θ) est la matrice
décrivant la forme quadratique de valeurs propres R1 et R2 et dont les axes
propres font un angle θ par rapport aux axes (u, z). Notons que ce profil
décrirait exactement le nuage si l’axe d’imagerie était un axe propre de
celui-ci.

Analyse des images. On veut donc ajuster sur les profils de densité
colonne obtenus la fonction suivante :

ñ(u, z) = ñth(0)e−
u2+z2
2∆2 + ñb(0)

[
1− UTM(R1, R2, θ)U

]3/2
, (4.31)

où les 6 paramètres ñth(0), ñb(0), ∆, R1, R2 et θ sont laissés libres. Pour
que l’ajustement converge rapidement vers des valeurs raisonnables, il est
plus judicieux de commencer par masquer la partie centrale (contenant le
condensat) pour ajuster le profil (4.28) aux ailes, puis de soustraire celui-ci
de l’image afin d’ajuster le condensat seul avec le profil (4.30). Nous avons
donc implémenté cette méthode pour extraire le nombre total d’atomes N ,
le nombre d’atomes condensés N0 et la température Ts.

4.4.4 Analyse des lasers à atomes produits

L’observation attentive des lasers à atomes produits par notre dispo-
sitif lorsque l’évaporation initiale est stoppée avant que le nuage ne soit
totalement purifié montre la présence d’une double structure dans le profil
spatial de ceux-ci (voir figure 4.11), de manière tout-à-fait similaire à celles
observées sur les nuages sources. Nous allons donc déterminer l’expression
générale du profil transverse d’un laser à atomes guidés dans le régime sans
interaction.

9. Voir note 7.
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Densité in situ. Nous allons utiliser le même formalisme que pour la
détermination de l’entropie (cf §4.4.1). Sous ces hypothèses, le profil de
densité in situ a pour expression :

ρ3D(r) =
∑

n
Nnρ

3D
n (r) , (4.32)

où ρ3D
n (r) = |〈r| n〉|2 représente le profil de densité d’un atome dans l’état

n et s’écrit :
ρ3D

n (r) = 1
L

1
a2

oh
ψ2
ny

(
y

aoh

)
ψ2
nz

(
z

aoh

)
, (4.33)

où ψn(x̃) est la fonction d’onde de l’état propre de nombre d’excitation n de
l’oscillateur harmonique adimensionné.

La sommation sur les états longitudinaux se fait aisément :

ρ3D(r) = 1
ΛdBa2

oh

+∞∑
p=1

ζp
√
p

+∞∑
ny=0

ξpnyψ2
ny

(
y

aoh

) +∞∑
nz=0

ξpnzψ2
nz

(
z

aoh

)
. (4.34)

Il ne reste plus qu’à sommer sur ny et nz pour obtenir 10 :

ρ3D(r) = 1
ΛdBa2

oh

+∞∑
p=1

ζp
√
p

tanh (pβ~ω⊥/2)
π (1− ξp)2 e

− tanh
(
pβ~ω⊥

2

)(y2+z2)
a2

oh . (4.35)

On peut étudier deux limites intéressantes :
• à la limite classique, ζ → 0 et β~ω⊥ → 0. On peut donc ne garder que
les termes d’ordre 1 en ζ et β~ω⊥ dans (4.35), ce qui donne :

ρ3D
class.(r) = ζ

Λ3
dB

e−
1
2
mω2
⊥

kBT
(y2+z2)

. (4.36)

On trouve le résultat attendu, une gaussienne dont la largeur est don-
née par la température.

• à la limite de température nulle, β~ω⊥ → +∞. On a alors tanh(pβ~ω⊥/2)→
1, et on trouve :

ρ3D
T=0(r) =

g1/2(ζ)
πΛdBa2

oh
e
−(y2+z2)

a2
oh . (4.37)

Ici encore, on trouve le résultat attendu, soit la densité atomique de
l’état fondamental.

10. On a utilisé le résultat
∑+∞

n=0 u
nψ2

n(x̃) = 1√
π(1−u2)

e−
1−u
1+u x̃

2
.
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Densité linéique. En intégrant (4.35) sur y et z, on obtient l’expression
de la densité linéique :

ρ = 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp
√
p

1
(1− ξp)2 . (4.38)

La densité linéique d’atomes dans l’état fondamental transverse ρ0 est obte-
nue en ne gardant que le terme (nx, ny) = (0, 0) dans (4.34) et en intégrant
sur x et y :

ρ0 = 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp
√
p

= 1
ΛdB

g1/2(ζ) . (4.39)

On en déduit la densité linéique d’atomes dans les états transversalement
excités ρ′ = ρ− ρ0 :

ρ′ = 1
ΛdB

+∞∑
p=1

ζp
√
p

[
1

(1− ξp)2 − 1
]
. (4.40)

Sur cette expression, on retrouve la trace de la transition de phase (cf
§4.3.1) : quand µ → 0, ρ′ tend vers une limite finie, et les atomes s’ac-
cumulent en nombre macroscopique dans l’état fondamental transverse.

Évolution de la densité lors d’un temps de vol. On peut montrer
que l’évolution de la densité lors d’un temps de vol pour un potentiel har-
monique bidimensionnel isotrope suit une loi d’échelle, avec une dilatation
en
√

1 + ω2
⊥t

2, où t est le temps de vol. En utilisant ce résultat et (4.35), on
obtient l’expression de la densité après temps de vol :

ρ3D(r, t) = 1
ΛdBa2

oh
(
1 + ω2

⊥t
2) +∞∑

p=1

ζp
√
p

tanh (pβ~ω⊥/2)
π (1− ξp)2 e

− tanh
(
pβ~ω⊥

2

) (y2+z2)
a2

oh(1+ω2
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2) .

(4.41)
Pour ω2

⊥t
2 � 1, cette expression devient :

ρ3D(r, t) = 1
ΛdBv2

oht
2

+∞∑
p=1

ζp
√
p

tanh (pβ~ω⊥/2)
π (1− ξp)2 e

− tanh
(
pβ~ω⊥

2

)(y2+z2)
v2

oht
2

. (4.42)

En intégrant sur x′ (l’axe d’imagerie, qui, rappelons-le, est situé dans un
plan horizontal et fait un angle de 45° avec l’axe y), on obtient l’expression
de la densité surfacique mesurée expérimentalement en prenant une image
par absorption 11 :

ρ̃(z, t) =
√

2
ΛdBvoht

+∞∑
p=1

ζp
√
p

√
tanh (pβ~ω⊥/2)
√
π (1− ξp)2 e

− tanh
(
pβ~ω⊥

2

)
z2

v2
oht

2
. (4.43)

11. Celle-ci ne dépend pas de u en raison de l’invariance par translation selon la direction
x du laser à atomes.
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Limite semi-classique. Pour nos conditions expérimentales, la tempéra-
ture du laser à atomes reste telle qu’on a ξ � 1. On peut réécrire (4.43)
sous la forme :

ρ̃ξ�1(z, t) =
√

2
ΛdBvoht

g1/2(ζ)
√
π

e
− z2
v2

oht
2 + 1√

2π (β~ω⊥)3
g2

(
ζe
−β~ω⊥

2
z2

v2
oht

2

) .

(4.44)
Le premier terme correspond aux atomes occupant l’état fondamental, le
second aux atomes excités thermiquement. On a bien un profil en double
structure, comme pour un condensat classique. Comme pour l’analyse des
condensats, nous avons simplifié ce profil en prenant la limite classique du
profil thermique. La densité colonne semi-classique correspondante est donc
la somme de deux gaussiennes :

ρ̃s.cl.(z, t) = ρth√
π∆th

e
− z2

2∆2
th + ρ0

√
2√

π∆0
e
− z2

∆2
0 , (4.45)

où ρth est la densité linéique d’atomes thermiques, ρ0 la densité linéique
d’atomes dans l’état fondamental, ∆th = vtht est la largeur de la gaussienne
thermique et ∆0 = voht est la largeur de l’état fondamental.

Exploitation des images. Plutôt que d’ajuster directement le profil de
densité 2D (4.45) sur l’image, on commence par l’intégrer selon la direction
de propagation u, sur une distance L. Cela permet d’augmenter le rapport
signal à bruit, et d’inclure d’éventuelles excitations collectives dans la largeur
mesurée. L’intégration de (4.45) sur u est triviale et donne :

ρ̂s.cl.(z, t) = ρthL√
π∆th

e
− z2

2∆2
th + ρ0L

√
2√

π∆0
e
− z2

∆2
0 . (4.46)

On ajuste donc le profil intégré obtenu avec une somme de deux gaussiennes.
On classe ces deux gaussiennes en fonction de leur largeur : la plus large
correspond aux atomes thermiques, et la moins large aux atomes dans l’état
fondamental. On en déduit ainsi ∆th(t) et ∆0(t). L’exploitation de plusieurs
temps de vol différents permet de tracer les largeurs au carré en fonction de
t2, et, par ajustement linéaire, de déterminer T et ω⊥ (voir fig. 4.11). Les
nombres d’atomes thermiques et condensés sont donnés par l’aire sous leur
gaussienne respective.

4.4.5 Mesures des entropies

Détermination de Z et X. On a vu au §4.4.3 comment extraire N ,
N0 et Ts des images par absorption du nuage source. Pour en déduire les
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Figure 4.11 – Mesure des largeurs d’un laser à atomes par temps de vol.
Ce laser a été extrait d’un nuage d’atomes partiellement condensé après
une durée d’évaporation de 3,65 s. Les ajustements linéaires donnent vth =
11 µm/ms± 1 µm/ms et voh = 0,8 µm/ms± 0,4 µm/ms.
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paramètres Z et X, il reste à déterminer ωs et µ. En utilisant une image
prise pour un nuage au seuil de condensation, on trouve ωs par l’équation :

Nc = g3(1)
(
kBTc
~ωs

)3
, (4.47)

où Nc est le nombre d’atomes au seuil et Tc la température critique de
transition. Enfin, µ se calcule aisément par l’équation :

µ
5/2 = 15~2√m

25/2
N0ω

3
sa0 . (4.48)

Détermination de ζ et ξ. On a vu au §4.4.4 comment extraire ρ0, ρ′
et T des images par absorption du laser à atomes. Si l’on est capable de
déterminer 〈n〉 à partir de ces mesures (et de la connaissance de ω⊥, mesurée
par ailleurs), on pourra déterminer ζ et ξ en utilisant la méthode présentée
au §4.3.2. Par définition, 〈n〉 est relié à l’énergie transverse par :

e⊥ = ρ
∑

n
~ω⊥ (nx + ny + 1)πn = ρ~ω⊥ (2〈n〉+ 1) , (4.49)

où πn est la population de l’état n. Par un jeu d’écriture on peut réécrire
〈n〉 sous la forme :

〈n〉 = ρ− ρ0
ρ

1
2
∑

n
(nx + ny)

πn
ρ− ρ0

=
(

1− ρ0
ρ

)
〈n〉th , (4.50)

où 〈n〉th est la valeur moyenne de n pour un gaz dont les populations trans-
verses sont données par :

πth
0 = 0

πth
n = πn

ρ− ρ0
∀n 6= 0 . (4.51)

La valeur πth
0 = 0 est imposée par la normalisation ∑n π

th
n = 1. 〈n〉th est

donc l’excitation moyenne du gaz dont on a retiré les atomes du fondamental,
et vérifie :

e⊥ − ρ0~ω⊥ = (ρ− ρ0)
(
2〈n〉th + 1

)
. (4.52)

En utilisant le formalisme grand-canonique développé précédemment et dans
les limites considérées jusqu’à présent pour la partie thermique du nuage
(ξ � 1 et ζ � 1) :

〈n〉th = kBT

~ω⊥
− 1

2 . (4.53)

On peut faire deux remarques sur ce résultat :
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1. Dans le développement effectué dans l’équation (4.53), on n’a considéré
que des fonctions ayant une limite finie quand ζ → 1. De cette manière,
le développement en puissances de ξ reste vrai dans cette limite.

2. On peut adopter un autre point de vue : 〈n〉 est en fait relié à la largeur
∆ du profil de densité par 12 :

∆2 =
ˆ +∞

−∞
ρ̂(z)dz =

∑
n
πn

ˆ +∞

−∞
z2ψ2

nz(z)dz

= a2
oh

(
〈n〉+ 1

2

)
. (4.54)

La largeur quadratique moyenne du profil en double gaussienne est
donnée par :

∆2
2g = ρ0

ρ

a2
oh
2 + ρ′

ρ

kBT

mω2
⊥
. (4.55)

On en déduit :
〈n〉 =

(
1− ρ0

ρ

)(
kBT

~ω⊥
− 1

2

)
, (4.56)

où toutes les grandeurs introduites (ρ, ρ0 et T ) sont issues de l’ajus-
tement !

Résultats obtenus. La figure 4.12 présente la variation de la fraction
condensée du nuage source et du nombre d’excitations moyen du laser extrait
en fonction de la température initiale. On y voit une claire corrélation entre
ces deux quantités, comme espéré : plus le condensat source est pur, et
plus le laser à atomes guidé extrait est monomode. La valeur la plus basse
extraite pour 〈n〉 vaut 0,2± 0,2 pour une densité linéique de 70 atomes/µm,
soit 84 % des atomes dans l’état fondamental du guide ! On est alors très
proche d’avoir un laser à atomes monomode.

Nous avons ensuite représenté sur la figure 4.13 l’entropie par atome
du laser en fonction de l’entropie par atome du nuage source ; les points
s’alignent sur la première bissectrice du diagramme, ce qui montre que le dé-
couplage est une transformation isentropique de l’ensemble d’atomes. Nous
n’avons représenté sur le graphe 4.13 que les points correspondant à un
nuage source suffisamment froid. Les autres points s’accumulent sur la valeur
S/NkB = 7/2, valeur maximale de l’entropie par atome pour notre système,
obtenue pour un gaz de Boltzmann thermique.

4.4.6 Commentaires

Au cours de cette expérience, nous purifions le nuage source vers l’état
mF = 0 par distillation du spin (cf chapitre 3), puis nous nous intéressons

12. On a utilisé la relation xψn(x) =
√

n+1
2 ψn+1(x) +

√
n
2ψn−1(x).
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Figure 4.12 – Fraction d’atomes condensés dans le nuage source et nombre
d’excitations moyen en fonction de la température initiale. On constate que ces
deux quantités sont bien corrélées.
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Figure 4.13 – Entropie du laser à atomes en fonction de l’entropie du nuage
source. On constate que les points s’alignent sur la première bissectrice du
graphe, ce qui montre que la transformation effectuée est isentropique.
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au laser extrait dans cet état. Toutefois, le degré de purification du nuage
dépend de la durée de l’évaporation. Par souci de simplicité, nous n’avons
pas utilisé de champ magnétique au cours du temps de vol pour distinguer
les sous-espèces magnétiques ; les informations extraites du nuage source
concernent donc l’ensemble des trois espèces magnétiques. En revanche, les
atomes dans un état sensible au champ au premier ordre sont extraits avant
ceux dans l’étatmF = 0 ; nous avions donc accès directement aux paramètres
thermodynamiques du laser polarisé. Il peut y avoir une grande différence
entre le nombre total d’atomes dans le nuage initial et le nombre d’atomes
dans l’état mF = 0 que l’on retrouve dans ce laser (jusqu’à presque un
facteur 3 pour les temps d’évaporation courts !).

Nous nous sommes donc intéressés à l’entropie par atome pour pouvoir
comparer les entropies initiales et finales. On s’attend en effet à ce qu’ini-
tialement, l’entropie soit équirépartie entre les différents atomes indépen-
damment de leur état interne, puisque les trois espèces sont à l’équilibre
thermodynamique.

Le fait d’avoir pu mesurer une création d’entropie compatible avec zéro
montre que le découplage utilisé est un moyen très propre de créer des lasers
à atomes, et suggère que la seule limite présente sur le nombre d’excitations
moyen des lasers à atomes produit provient du degré de pureté du condensat
source.

Enfin, comme le montre la figure 4.12, nous disposons d’un moyen de
contrôle très simple du caractère multimode des lasers à atomes produits.
En effet, en choisissant la durée de l’évaporation, nous pouvons passer d’une
situation quasi-classique, avec un nombre d’excitations moyen 〈n〉 � 1, au
régime quantique, avec 〈n〉 � 1 ; il est ainsi possible d’explorer la transition
entre ces deux régimes.

4.5 Découplage optique de lasers

Le découplage magnétique présenté aux paragraphes précédents souffre
d’un inconvénient : il n’est pas possible de jouer sur la polarisation des
lasers extraits, puisque le découplage est sensible à l’état interne. Nous avons
donc mis au point un découplage similaire mais n’utilisant pas de champ
magnétique. Il s’appuie sur l’utilisation d’une faible pente du guide optique
pour découpler les atomes.

Séquence expérimentale. Celle-ci est très voisine de la séquence utilisée
pour le découplage magnétique, à ceci près que l’on n’utilise pas la bobine
pinch pour pousser les atomes dans le guide. Durant la phase de mise en
forme des potentiels, on se contente de diminuer beaucoup plus l’intensité
du faisceau vertical. Les atomes sont alors extraits dans le guide optique par
la force résultant d’une faible pente donnée au guide (de l’ordre du degré).
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Figure 4.14 – Profils longitudinaux d’un laser à atomes dans l’état mF = 0 à
divers temps de propagation (avec un moyennage glissant sur 50 pixels), extrait
par un procédé tout-optique.

Caractérisation des lasers produits. En utilisant les mêmes procé-
dures que pour les lasers découplés magnétiquement, nous avons pu carac-
tériser les lasers à atomes découplés optiquement. La densité linéique ty-
pique est voisine de 140 at/µm, et le flux, présenté sur la figure 4.16, atteint
1,6×106 at/s.

Outre l’avantage de ne requérir aucun champ magnétique, cette tech-
nique d’extraction permet aussi d’avoir des accélérations plus faibles : elle
vaut ici 109 mm/s2 ± 4 mm/s2, soit deux fois moins que pour le découplage
magnétique (cf §4.1.2), et correspondant à un angle d’environ un demi de-
gré. La longueur d’onde de de Broglie reste ainsi plus constante durant le
découplage ; elle passe de 3,5 µm à 0,4 µm sur les 100 ms de propagation.

Enfin, nous avons procédé à une analyse entropique du découplage, dont
le résultat est présenté sur la figure 4.17 ; ici aussi, la transformation subie
par l’ensemble d’atomes est isentropique, ce qui montre que ce découplage est
d’aussi bonne qualité que le découplage magnétique. Le nombre d’excitations
moyen le plus faible mesuré vaut ici 〈n〉 = 0,3. Il y a alors près de 83 % des
atomes dans l’état fondamental du guide.

Commentaires. L’utilisation de cette technique d’extraction de lasers
tout-optique ouvre la voie au contrôle de la polarisation des lasers à l’aide
d’impulsions micro-ondes ou radio-fréquences, comme présenté au chapitre 3.
Si un tel contrôle est réalisé, il devient possible de produire, transporter et
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longitudinale, pour le laser à atomes de la figure 4.14.
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Figure 4.17 – Entropie du laser à atomes en fonction de l’entropie du nuage
source. On constate que les points s’alignent sur la première bissectrice du
graphe, ce qui montre que la transformation effectuée est isentropique.

manipuler de l’information quantique à l’aide de l’état interne des atomes
du laser. Cela ouvre également la porte à des expériences d’interférométries
atomiques utilisant l’état interne des atomes, permettant de sonder avec
une très grande précision des champs électromagnétiques, voir de réaliser
un nouveau type d’horloge atomique.

Conclusion

Nous avons dans ce chapitre présenté un nouveau procédé d’extraction
de lasers à atomes à partir de condensats de Bose-Einstein. Nous avons
montré que ce procédé offrait l’avantage d’être très propre, puisque la trans-
formation subie par le gaz d’atomes est isentropique. Il est ainsi possible
de contrôler le nombre de modes transverses peuplés dans les lasers pro-
duits, depuis une situation quasi-classique (où 〈n〉 � 1) jusqu’au régime de
dégénérescence quantique (où 〈n〉 � 1), ce qui ouvre des perspectives très
intéressantes pour l’étude de systèmes physiques où l’on s’attend à obser-
ver des comportements fondamentalement différents dans ces deux limites,
comme la réflexion quantique sur un puits de potentiel par exemple.

Par ailleurs, la différence importante d’accélérations entre atomes sen-
sibles et insensibles au champ magnétique à l’ordre 1 permet d’envisager un
découplage de laser guidés par changement d’état : en se plaçant dans la
situation où les atomes dans l’état mF = 0 sont piégés, alors que ceux dans
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l’état mF = ±1 ne le sont pas, et en utilisant un champ radio-fréquence, on
peut faire basculer les atomes d’un état piégé à un état non piégé, et extraire
ainsi un laser à atomes guidés dans l’état mF = ±1 d’un condensat dans
l’état mF = 0. Un tel mécanisme offre l’avantage de pouvoir être réalisé de
manière continue, et, combiné à une technique de renouvellement des atomes
du condensat comme celui présenté dans la référence [95], il permettrait la
réalisation de laser à atomes réellement continus.

Enfin, nous avons également montré qu’il était possible d’extraire des la-
sers à atomes par un procédé tout-optique avec la même qualité de contrôle
que pour l’extraction magnétique, ce qui rend possible la manipulation de la
polarisation de ces lasers avec, par exemple, des impulsions radio-fréquences
ou micro-ondes, avec comme perspective le transport et la manipulation d’in-
formation quantique, mais aussi des expériences d’interférométrie atomique
utilisant l’état interne des atomes.
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Chapitre 5

Propagation en présence
d’un défaut

Nous avons développé au chapitre 4 les techniques expérimentales per-
mettant de réaliser un laser à atomes guidé avec une fraction macrosco-
pique d’atomes dans l’état fondamental. Un tel objet constitue un nouvel
outil très intéressant pour l’optique atomique guidée. La description de sa
propagation en présence d’un potentiel supplémentaire localisé (comme une
constriction [96, 97], ou une courbure locale du guide [87]) est un préliminaire
à l’exploration de structures de propagation plus complexes. Ce problème
peut être caractérisé plus généralement comme l’analyse de la diffusion élas-
tique d’une onde de matière sur un défaut contrôlé d’un guide quantique
multimode. Le confinement peut modifier de manière importante les pro-
priétés de la diffusion quantique, comme l’ont montré les récentes études
théoriques de l’interaction entre deux atomes en dimension réduite [98, 99].

Ce sujet a également déjà fait l’objet d’investigations expérimentales et
théoriques, à la fois dans le domaine de la matière condensée, pour clarifier
l’effet joué par le désordre sur la transmission des électrons [100, 101, 102,
103, 104, 105, 106, 107], et dans le domaine de la physique atomique, où
des études de propagation d’un condensat dans un guide de matière ont été
menées [108, 109, 110, 111].

La compréhension de la diffusion dans ce contexte pourra aider à la
conception d’un séparateur de flux atomique pour lasers à atomes mono-
modes. Des études de séparation de flux guidés ont déjà été effectuées, mais
jamais dans le régime de forte occupation de l’état fondamental [112, 113,
114, 115] ; l’excitation des modes transverses après séparation n’a, à notre
connaissance, pas été mesurée.

Pour approfondir notre connaissance de ces divers problèmes, nous avons
mis en place un troisième faisceau dipolaire croisé avec le guide horizontal,
sur le trajet des lasers à atomes découplés, pour observer d’une part l’in-
fluence d’un tel défaut du potentiel de guidage sur la propagation de l’onde
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Figure 5.1 – Schéma du dispositif horizontal, à gauche pour l’étude d’un défaut
couplant faiblement les degrés de liberté, à droite pour l’étude de la séparation
du flux atomique.

atomique, et d’autre part la possibilité de séparer le jet atomique incident en
deux flux distincts. Après avoir décrit le dispositif expérimental, nous expo-
serons dans ce chapitre les résultats préliminaires concernant la propagation
d’un laser à atomes quasi-monomode en présence du défaut constitué par le
troisième faisceau. Nous exposerons ensuite une formalisation théorique de
ce problème. Enfin, nous montrerons qu’il est possible de séparer le flux ato-
mique avec notre dispositif, au prix d’une excitation importante des modes
transverses des faisceaux émergents.

5.1 Dispositif expérimental

Nous avons étudié deux modifications différentes du potentiel de guidage
par addition d’un troisième faisceau gaussien croisé avec le guide horizontal
(voir figure 5.1) :

• le troisième faisceau est vertical et est croisé à 90° avec le guide, afin
d’étudier l’influence d’un « défaut » du potentiel de guidage sur la
propagation de l’onde atomique. On peut, en suivant le principe du
raisonnement présenté au §2.1.2, déterminer les caractéristiques du
potentiel ainsi réalisé :

U (90°)(r) = −Uhe
−2 y

2+z2

w2
h − U3e

−2 y
2+x2

w2
3 +mgz , (5.1)

où U3 est la profondeur du potentiel créé par le troisième faisceau et
où w3 est la largeur du col de ce faisceau au niveau du croisement.
L’analyse est ici grandement facilitée par l’angle droit entre les fais-
ceaux : l’addition du défaut de potentiel a pour effet d’induire un puits
de potentiel longitudinal gaussien de largeur w3/2, et une constriction
horizontale du guide, telle que la fréquence de piégeage horizontale est
donnée par :

ωmod.
y (x) = ωy

√√√√1 + ω2
3
ω2
y

e−2x2/w2
3 , (5.2)
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Figure 5.2 – Déplacement du centre du guide et effet de constriction dans le
plan horizontal.

où ω3 =
√

4U3/(mw2
3) est la fréquence des petites oscillations d’une

particule de masse m au voisinage du centre du troisième faisceau.
Cette situation correspond à un couplage faible entre le degré de liberté
transverse horizontal et le degré de liberté longitudinal ;

• le troisième faisceau est horizontal et est croisé à 45° avec le guide, dans
la perspective de réaliser un séparateur de flux atomique. Le potentiel
s’écrit alors :

U (45°)(r) = −Uhe
−2 y

2+z2

w2
h − U3e

−2 z
2+(x−y)2/2

w2
3 +mgz . (5.3)

Il est maintenant beaucoup plus difficile à analyser : on a à la fois
une constriction verticale du guide, un puits de potentiel longitudinal,
une constriction horizontale et un déplacement horizontal du centre
du guide (voir figure 5.2). Dans le cas où ω3 � ωy, on peut déterminer
le déplacement yc(x) du centre du guide, en annulant ∂U (45°)/∂y :

yc(x) = ω2
3

ω2
y

√
2
xe−x

2/w2
3 . (5.4)

La constriction selon z donne une variation de la fréquence de guidage
verticale analogue à l’expression (5.2), avec des corrections dues à la
gravité. La constriction selon y est par contre très difficile à calculer en
raison du déplacement du centre du piège. Cette situation correspond
à un régime de couplage fort entre tous les degrés de liberté.

Avant d’exposer les résultats expérimentaux obtenus concernant la pro-
pagation de lasers à atomes guidés sur ces défauts de potentiel, nous allons
montrer dans les prochains paragraphes comment nous les avons mis en
place.

5.1.1 Troisième faisceau croisé à 90°
Axe utilisé. En raison de l’encombrement important des accès optiques
limités de notre dispositif (et en particulier de la présence du ralentisseur
Zeeman et du four), croiser un troisième faisceau dipolaire perpendiculaire-
ment au guide horizontal n’a été possible que selon la direction verticale, de
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5 – Propagation en présence d’un défaut

bas en haut, bien que celle-ci ne soit pas libre non plus, puisqu’un faisceau
de piégeage magnéto-optique y passe déjà. Ce troisième faisceau doit donc
être superposé au faisceau du piège magnéto-optique (PMO) et être réfléchi
par un miroir traité à 780 nm pour entrer dans la chambre avec l’incidence
correcte.

Précaution due au miroir à 780 nm. Le coefficient de réflexion d’un
miroir du PMO pour un faisceau dérivé du laser de puissance, incident à
45°, vaut environ 10 %. Pour obtenir 1 W dans la chambre, nous avons donc
dû utiliser pas loin de 10 W de lumière incidente sur le miroir du PMO ! Le
matériau utilisé pour le substrat de ce miroir (du BK7) a un coefficient de
dilatation thermique non négligeable de l’ordre de 7×10−6 K−1 et une trans-
mission pour une longueur d’onde de 1 µm de seulement 92 %. La passage
du faisceau de puissance au travers du miroir peut produire une déforma-
tion locale de celui-ci, qui modifiera le mode transverse du faisceau après
réflexion, par un effet de « lentille thermique ». Nous avons donc pris soin
garder les périodes d’utilisation du troisième faisceau courtes, et le taux de
répétition faible, de façon à avoir une puissance moyenne faible et à mini-
miser l’échauffement du miroir.

Source du troisième faisceau. Nous avons choisi d’utiliser comme source
pour ce troisième faisceau la partie non diffractée de la lumière servant à
préparer le faisceau horizontal. Nous pouvons le faire car lorsque nous uti-
lisons le troisième faisceau, le faisceau horizontal est presque éteint, et le
mode du faisceau non diffracté par le modulateur acousto-optique n’est que
très peu déformé. En effet, nous voulons utiliser ce troisième faisceau après
extraction d’un laser à atomes, et donc à un moment de la séquence où
la puissance diffractée dans le faisceau horizontal, de l’ordre de quelques
centaines de milliwatts, est inférieure à un pourcent de la puissance totale
incidente sur le modulateur.

Montage optique. Nous avons représenté sur la figure 5.3 un schéma du
montage optique servant à mettre en forme le troisième faisceau au niveau
des atomes. Le téléscope commercial 1 ×3 utilisé dispose d’un réglage nous
permettant d’ajuster la position du col du faisceau après focalisation par
la lentille de 802 mm de focale, de telle sorte que la largeur du faisceau au
niveau de la zone de croisement peut être variée de 45 µm à 150 µm, comme
nous avons pu le constater en observant le profil du faisceau avec une caméra
CCD. L’utilisation d’une lentille de très grande focale, rendue nécessaire par
l’encombrement du dispositif, ne permet pas de réaliser des faisceaux plus
étroit au niveau des atomes, à cause des fortes aberrations sphériques qu’elle
produit.

1. Melles Griot 09 LBZ 101.
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Dispositif expérimental – 5.1

Figure 5.3 – Montage optique utilisé pour la mise en forme du troisième
faisceau, dans le cas où il est croisé à 90° avec le guide horizontal. Le même
dispositif a été utilisé pour préparer le faisceau croisé à 45°, mis à part bien sûr
le trajet suivi par le faisceau et le hublot d’entrée.
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Figure 5.4 – Chaîne radio-fréquence pour le contrôle de la puissance diffractée
par le modulateur acousto-optique (à gauche) et courbe de calibration typique
du dispositif (à droite), obtenue en mesurant la puissance du troisième faisceau
après traversée de la chambre.

Contrôle de la puissance. Le modulateur acousto-optique nous permet
de contrôler l’intensité du faisceau au niveau des atomes par l’intermédiaire
de la puissance de l’onde radio-fréquence injectée dans celui-ci. L’ordre de
diffraction utilisé est tel que la différence de fréquence entre le troisième
faisceau et le faisceau de guidage vaut 80 MHz, prévenant toute interférence
entre ceux-ci. Nous avons réalisé une chaîne radio-fréquence comportant un
atténuateur variable et un interrupteur rapide pour contrôler la puissance
de la radio-fréquence injectée dans le modulateur, et donc la puissance du
faisceau diffracté. Une calibration typique de la puissance obtenue au ni-
veau des atomes (mesurée après le passage du faisceau dans la chambre) en
fonction de la tension de consigne est présentée sur la figure 5.4.

5.1.2 Troisième faisceau croisé à 45°

Axe utilisé. Dans cette configuration, le troisième faisceau doit pouvoir
servir de guide d’onde et doit donc être horizontal. Nous l’avons donc super-
posé avec un des faisceaux horizontaux du PMO. Toutefois, et contrairement
à la situation précédente, la distance entre le miroir traité à 780 nm servant
pour le faisceau du PMO et le hublot d’entrée dans la chambre est rela-
tivement grande (près de 40 cm), et nous pouvons donc passer à côté de
celui-ci et n’utiliser que de l’optique traitée à 1,072 µm pour manipuler le
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Figure 5.5 – Calibration de la puissance du troisième faisceau croisé à 45°
en fonction de la consigne, avec l’asservissement mis en place. La puissance
maximale obtenue est plus importante que pour le faisceau croisé à 90° car il
n’y a pas de miroir traité à 780 nm sur le trajet du faisceau.

faisceau dipolaire. Le prix à payer est un angle entre les faisceaux dipolaires
de seulement 40° au lieu des 45° prévus initialement ; toutefois, cette confi-
guration correspond encore à notre objectif d’étudier expérimentalement un
séparateur de flux atomique.

Montage optique. La source du faisceau et le montage optique sont les
mêmes que pour le faisceau croisé à 90°, mis à part bien sûr le trajet effec-
tivement suivi par la lumière et le point d’entrée dans la chambre.

Contrôle de la puissance. Nous avons mis en place un asservissement
de la puissance pour supprimer une partie du bruit d’intensité, dans la pers-
pective de guider les atomes dans ce troisième bras. Cet asservissement s’ins-
pire de celui utilisé pour le faisceau vertical (cf §2.2.2). La figure 5.5 montre
une courbe de calibration typique obtenue avec ce nouveau montage radio-
fréquence asservi, la puissance du troisième faisceau étant ici aussi mesurée
après la chambre. La bande passante du dispositif est de l’ordre de quelques
kHz.
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5 – Propagation en présence d’un défaut

5.2 Interaction avec un défaut : résultats prélimi-
naires

Nous allons maintenant exposer quelques résultats préliminaires obtenus
en faisant interagir un laser à atomes guidé avec un défaut constitué du
troisième faisceau croisé à 90° avec le guide horizontal, en aval de la zone
de découplage. L’analyse détaillée de ce mécanisme fera l’objet d’une partie
d’un prochain travail de thèse au sein de notre groupe.

5.2.1 Protocole expérimental

Pour cette expérience, nous avons utilisé un faisceau de largeur de col
w3 = 65 µm. La distance de propagation de l’onde de matière entre la zone
de découplage et le défaut est de 1,09 mm.

En raison de la géométrie choisie pour le défaut, il devient plus inté-
ressant de pouvoir observer la largeur horizontale des lasers à atomes après
temps de vol. En effet, le potentiel créé par le troisième faisceau dépend de x
et de y, mais pas de z en première approximation. Nous avons donc modifié
le système d’imagerie de façon à pouvoir observer cette largeur horizontale,
en utilisant un axe compris dans un plan vertical et faisant un angle de 45°
avec le guide horizontal.

Pour optimiser le croisement entre le troisième faisceau et le guide ho-
rizontal, nous avons monté le dernier miroir du système optique du troi-
sième faisceau sur un support muni de cales piezoélectriques 2, permettant
un mouvement d’environ 120 µrad pour une tension appliquée de 100 V (soit
le maximum à notre disposition). La lentille de focalisation convertit ce mou-
vement angulaire en un déplacement du point focal valant 96 µm pour 100 V
appliqués. Nous pouvons donc ajuster finement la position du troisième fais-
ceau relativement au guide horizontal.

Nous utilisons les atomes comme sonde du croisement des deux faisceaux,
en mesurant le nombre d’atomes piégés à l’intersection de ceux-ci après une
phase de chargement analogue à celle utilisée pour le piège croisé (cf §2.3),
en fonction de la tension appliquée à la cale piezoélectrique déplaçant le fais-
ceau perpendiculairement au guide horizontal. Nous observons la présence
d’un optimum, et l’interprétons comme la condition de bon croisement (cf
figure 5.6).

Une expérience typique d’interaction avec le défaut suit la séquence sui-
vante :

1. on optimise le croisement du troisième faisceau par la procédure décrite
précédemment ;

2. on prépare un condensat polarisé dans l’état mF = 0 (cf chapitres 2
et 3), puis on découple un laser à atome guidé dans le guide horizontal

2. Thorlabs KC1-PZ/M.
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Figure 5.6 – Nombre d’atomes piégés à l’intersection du faisceau guide et du
troisième faisceau, en fonction de la tension appliquée à la cale piézoélectrique
contrôlant le déplacement du troisième faisceau perpendiculairement au guide.

par un moyen optique ou magnétique (cf chapitre 4), en direction du
défaut ;

3. au début du découplage, on allume le troisième faisceau avec la puis-
sance voulue ;

4. on enregistre une image d’absorption des atomes après temps de vol,
une fois que le laser a interagit avec le défaut.

5.2.2 Nombre de modes transverses peuplés

Pour étudier quantitativement l’influence du défaut sur la propagation
du laser à atomes, nous nous sommes intéressés à l’élargissement du laser
en aval du défaut, en fonction de la puissance P3 du troisième faisceau.

Mesure des largeurs. Nous avons extrait les largeurs δ(P3) et ∆(P3)
du laser avant et après le défaut par la procédure suivante : nous séparons
l’image au niveau du défaut, puis intégrons les deux sous-images selon la
direction de propagation. Nous obtenons ainsi deux profils transverses, l’un
correspondant au laser en aval du défaut, l’autre au laser en amont (cf
figure 5.7). Nous ajustons une gaussienne sur le profil amont pour extraire
δ(P3). La largeur moyenne amont vaut δ = 17 µm± 2 µm pour le temps
de vol choisit, soit 15 ms. Pour extraire ∆(P3), nous ajustons la fonction
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Figure 5.7 – Procédure utilisée pour extraire les largeurs δ(P3) et ∆(P3) du
laser à atomes, avant et après son interaction avec le défaut. Les profils sont
obtenus par intégration de l’image en insert le long de la direction de propaga-
tion. Les largeurs sont extraites par ajustement d’une gaussienne pour le profil
amont, et d’un créneau aux flancs adoucis pour le profil aval.

suivante sur le profil aval :

C(y) = A

4

[
1 + erf

(
y − c+ d

δ

)] [
1 + erf

(
c+ d− y

δ

)]
. (5.5)

C(y) est une fonction créneau d’amplitude A entre les points yg = c− d et
yd = c+d, dont les flancs sont adoucis de façon à obtenir en bonne approxi-
mation une gaussienne de largeur δ quand d ∼ δ. On trouve numériquement
que la largeur quadratique moyenne de cette fonction est bien approximée
par 3 ∆(P3) =

√
(0,64δ)2 + d2/3.

Fréquence de guidage et vitesse incidente. Nous avons mesuré la fré-
quence de guidage par la procédure présentée au §4.1.1. Nous obtenons une
fréquence selon la direction horizontale de ω⊥/(2π) = 344 Hz± 13 Hz. Ceci
nous permet de déduire un nombre d’excitations moyen en amont du défaut
de l’ordre de 〈n〉 ∼ 0,35. La densité linéique mesurée vaut 36 atomes/µm.
On a donc 79 % des atomes dans l’état fondamental du guide (cf §4.3).
Nous avons également mesuré la vitesse de propagation du laser : les atomes

3. Il est naturel de trouver ∆ ∼ d/
√

3 pour d grand devant δ puisqu’alors C(x) tend
vers une fonction créneau.
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Figure 5.8 – Largeur du laser à atomes après le défaut en fonction de la
puissance du faisceau servant à créer celui-ci. On constate une augmentation
linéaire de la largeur du laser en fonction de la profondeur du défaut pour
P3 . 1,5 W, puis une saturation de la largeur à une valeur d’environ 7δ.

abordent le défaut avec une vitesse vx = 12 mm/s± 1 mm/s. La barre d’er-
reur tient compte de la dispersion de vitesse mesurée.

Résultats et discussion. Nous présentons sur la figure 5.8 le résultat de
l’expérience ; on constate que la largeur du laser à atomes en aval du défaut
augmente linéairement avec la puissance du troisième faisceau, jusqu’à une
puissance de l’ordre de 1,5 W ; on observe ensuite une saturation de l’exci-
tation, à une valeur de ∆/δ de l’ordre de 7, ce qui correspond à un nombre
d’excitations de l’ordre de 49.

Le défaut a deux effets principaux : il crée un puits de potentiel longi-
tudinal, et une constriction horizontale du guide. La constriction couple le
degré de liberté transverse horizontal et le degré de liberté longitudinal ; on
s’attend donc à observer des transferts d’énergie entre ces deux degrés de
liberté. L’énergie longitudinale disponible vaut mv2

x/2 = (46± 9) ~ω⊥ : ceci
explique la saturation observée !

La vitesse de l’onde incidente est telle que le défaut est franchi en moins
d’une période d’oscillation : w3/vx = 5 ms < 2π/ω⊥ = 18 ms. La situation
étudiée est donc loin du régime adiabatique dans lequel les énergies des états
vibrationnels transverses varient lentement à l’échelle du mouvement, où il
n’y aurait pas de transferts entre états vibrationnels différents.

En revanche, on notera que la constriction réalisée reste relativement
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faible : on estime la fréquence transverse donnée par le troisième faisceau
à 360 Hz pour P3 = 2,5 W (en utilisant la largeur de col mesurée), soit
une constriction d’un facteur

√
2 d’après l’équation (5.2). Ce couplage faible

entre les degrés de liberté peut difficilement expliquer une telle excitation du
laser à atomes. Nous pensons qu’un petit défaut d’alignement, qui brise la
symétrie du problème et provoque un couplage beaucoup plus fort entre les
degrés de liberté, doit expliquer nos observations : nous ne pouvons en effet
pas garantir la stabilité du croisement à mieux que 10 µm près. Ce point fait
l’objet de simulations numérique en collaboration avec B. Georgeot du labo-
ratoire de physique théorique de l’université Toulouse III ; s’il était confirmé,
cela constituerait une condition de croisement optimale des faisceaux.

5.2.3 Influence sur la propagation

L’excitation des modes transverses s’accompagne d’une modification de
la vitesse de propagation du laser, qui est la trace du transfert d’énergie entre
le degré de liberté longitudinal et le degré de liberté transverse. L’insert de
la figure 5.7 montre que sur une seule réalisation de l’expérience, on observe
une séparation spatiale des différentes composantes de nombres d’excitations
transverses différents : les atomes très excités se sont peu propagés, alors que
les atomes peu excités ont quasiment conservé leur vitesse initiale.

En fait, à forte puissance on constate que les atomes restent plus long-
temps dans la zone du défaut, et sont finalement réfléchis par le défaut,
comme le montre la figure 5.9 : la densité longitudinale en amont est aug-
mentée, alors que la densité en aval est diminuée. On observe une réflexion
importante dès que la puissance P3 ≥ 1,5 W, soit sur la plage de puissance
pour laquelle il y a saturation de l’excitation transverse (cf § précédent).

Enfin, on constate qu’à faible puissance P3, le profil longitudinal aval
présente des fluctuations de fort contraste. Nous interprétons ces fluctuations
comme la trace de l’observation avec un angle de 45° relativement à l’axe
de propagation des atomes, qui a pour effet d’intégrer la densité atomique
selon un axe qui n’est pas bien adapté au mouvement.

5.3 Diffusion en espace confiné

Nous allons proposer un formalisme pour décrire l’interaction d’un laser
à atomes guidé, dans l’état fondamental du guide, avec un défaut du poten-
tiel de guidage. Dans un premier temps, nous développons un formalisme
de diffusion en espace confiné, de manière analogue au formalisme de la
diffusion usuel. L’approximation de Born peut être insuffisante pour rendre
compte de nos résultats expérimentaux ; nous introduirons donc au §5.4 un
formalisme non perturbatif pour analyser nos résultats.
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Figure 5.9 – Profils longitudinaux de lasers à atomes guidés, pour trois puis-
sances différentes du troisième faisceau : 0 W, 0,06 W et 2,32 W. Un moyen-
nage glissant sur 10 pixels a été effectué pour s’affranchir d’une partie du bruit
d’imagerie.

5.3.1 Position du problème

Nous voulons étudier le processus dans lequel on envoie une onde guidée
sur un potentiel diffuseur à courte portée. Pour simplifier, nous ne considé-
rerons que deux dimensions de l’espace : la direction de propagation x, et la
direction perpendiculaire y selon laquelle l’onde est piégée harmoniquement.
Le hamiltonien d’un tel système physique s’écrit :

Ĥ = Ĥ0 + V̂ (x̂, ŷ) , (5.6)

où Ĥ0 est le hamiltonien de l’onde guidée :

Ĥ0 = p̂2

2m + 1
2mω

2
0 ŷ

2 , (5.7)

et où V̂ (x̂, ŷ) est le potentiel diffuseur, qui vérifie V (x, y)→ 0 quand |x| →
+∞. On suppose de plus que l’onde est asymptotiquement libre, c’est-à-dire
qu’elle n’a pas d’interaction avec le potentiel à l’infini. Loin du potentiel, on
a donc « conservation de l’énergie » : la somme de l’énergie cinétique et de
l’énergie potentielle de piégeage est conservée.

Les états propres de Ĥ0 s’écrivent sous la forme d’un produit tensoriel
d’un état propre de l’oscillateur harmonique à une dimension |n〉 , n ∈ N et
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d’une onde plane, que l’on note |k〉 avec k son vecteur d’onde :

Ĥ0 |n〉 ⊗ |k〉 =
(

~ω0 [n+ 1/2] + ~2k2

2m

)
|n〉 ⊗ |k〉 . (5.8)

5.3.2 Formalisation du problème

Nous voulons trouver les états stationnaires de diffusion |ψ〉 solutions de
l’équation de Schrödinger suivante :

E |ψ〉 = Ĥ |ψ〉 . (5.9)

Nous travaillons avec une onde asymptotiquement libre, et sommes donc
dans le continuum du spectre de Ĥ : l’énergie E est une donnée du problème.
Ce sont donc les conditions aux limites qui vont fixer la forme des solutions.
Nous supposons que l’onde incidente sur le potentiel diffuseur est dans l’état
fondamental transverse, et imposons les conditions aux limites :

〈x| ψ(r)〉 ∼ N
[
|0〉 eik0x +

N∑
n=0

f(+n) |n〉 eiknx
]

pour x→ +∞

∼ N
[
|0〉 eik0x +

N∑
n=0

f(−n) |n〉 e−iknx
]

pour x→ −∞ (5.10)

où N est une constante de normalisation et où on a défini kn de façon à
respecter la conservation de l’énergie :

E = ~2k2
0

2m + ~ω0
2 = ~ω0

[
n+ 1

2

]
+ ~2k2

n

2m , (5.11)

pour tout n ≤ N défini par 4 :

N =
⌊

~2k2
0

2m

/
~ω0

⌋
. (5.12)

f(±n) est l’amplitude de diffusion sur le mode n de l’oscillateur transverse,
le signe + correspondant à une onde transmise et le signe − à une onde
réfléchie. La situation décrite ici est schématisée sur la figure 5.10.

5.3.3 Solution formelle

En introduisant la résolvante G(z) du hamiltonien Ĥ définie par :

Ĝ(z) =
(
z1̂− Ĥ

)−1
, (5.13)

4. b·c représente la partie entière.
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Figure 5.10 – Diffusion quantique de l’onde de matière sur un défaut de
potentiel.

la solution de l’équation (5.9) s’écrit formellement :

|ψk0〉 =
[
1 + Ĝ (E + iε) V̂

] ∣∣∣ψ0
k0

〉
, (5.14)

où
∣∣∣ψ0
k0

〉
= |0〉 ⊗ |k0〉 est l’onde incidente, E = ~ω0/2 + ~2k2

0/(2m) est
l’énergie de cette onde et ε→ 0+. Pour le montrer, commençons pas vérifier
que (5.14) est bien un état propre de Ĥ d’énergie E :(

E + iε− Ĥ
)
|ψk0〉 =

(
E + iε− Ĥ0 − V̂

) ∣∣∣ψ0
k0

〉
+ V̂

∣∣∣ψ0
k0

〉
= iε

∣∣∣ψ0
k0

〉
→ 0 . (5.15)

Il reste maintenant à montrer que (5.14) vérifie bien la condition aux li-
mites (5.10). Pour cela, rappelons que Ĝ = Ĝ0+Ĝ0V̂ Ĝ, avec Ĝ0 la résolvante
de Ĥ0, ce qui permet d’écrire :

|ψk0〉 =
(
1 + Ĝ0 (E + iε)

[
V̂ + V̂ Ĝ (E + iε) V̂

]) ∣∣∣ψ0
k0

〉
. (5.16)

On introduit alors la « matrice T̂ » définie par :

T̂ = V̂ + V̂ Ĝ (E + iε) V̂ , (5.17)

et il s’agit de calculer les produits scalaires :

〈n, x| ψk0〉 =
〈
n, x

∣∣∣ ψ0
k0

〉
+
ˆ

dx′
+∞∑
n′=0

〈
n, x

∣∣∣ Ĝ0 (E + iε)
∣∣∣n′, x′〉〈n′, x′∣∣∣ T̂ ∣∣∣ψ0

k0

〉
, (5.18)

où l’on a injecté une relation de fermeture ∑n |n′〉 〈n′| ⊗
´
dx′ |x′〉 〈x′| = 1̂

et où |n, x〉 = |n〉 ⊗ |x〉. Le calcul du premier élément de matrice s’effectue
simplement :〈

n, x
∣∣∣ Ĝ0 (E + iε)

∣∣∣n′, x′〉 = δn,n′g0(E − ~ω0 [n+ 1/2] ; x− x′) , (5.19)
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5 – Propagation en présence d’un défaut

où g0(E′; x − x′) est l’élément de matrice de la résolvante du hamiltonien
d’une particule libre à une dimension, d’énergie E′, entre les états |x〉 et |x′〉,
et a pour expression :

g0(E′; x− x′) = − mi
~2κ(E′)e

iκ(E′)|x−x′| , (5.20)

avec κ(E′) =
√

2mE′/~2 (réel pour E′ > 0, imaginaire pur pour E′ < 0).
Le lecteur intéressé se reportera au §5.6.1 pour avoir les grandes lignes de
la démonstration de ce résultat.

Le point clé du calcul de (5.18) consiste à remarquer que T̂ est à courte
portée : dans l’intégrale, seuls contribuent les x′ suffisamment petits. Les
modes tels que n > N ne sont donc pas peuplés à distance du potentiel
(à cause de l’exponentielle décroissante dans (5.20)) : ce sont des modes
évanescents, qui ne peuvent exister à grande distance du défaut en raison
de la conservation de l’énergie. De plus, lorsque |x| � |x′|, on a :

∣∣x− x′∣∣ ' |x|(1− x′

x

)
. (5.21)

Sachant que e∓iknx′ =
√

2π 〈±kn| x′〉, on a donc loin du potentiel diffuseur
et pour n ≤ N :

〈n, x| ψk0〉 = δn,0 |0〉
eik0x

√
2π
−
√

2πmi
~2kn

e±iknx
ˆ

dx′
〈
±kn

∣∣ x′〉 〈n, x′∣∣∣ T̂ ∣∣∣ψ0
k0

〉
,

(5.22)
le signe + correspondant à x > 0 et le signe − à x < 0. On obtient donc
finalement :

〈x| ψk〉 ∼ N
[
|0〉 eik0x +

N∑
n=0

−2πmi
~2kn

〈
n,+kn

∣∣∣ T̂ ∣∣∣0, k0
〉
|n〉 eiknx

]
(x→ +∞) ,

∼ N
[
|0〉 eik0x +

N∑
n=0

−2πmi
~2kn

〈
n,−kn

∣∣∣ T̂ ∣∣∣0, k0
〉
|n〉 e−iknx

]
(x→ −∞) ,

(5.23)

avec N = 1/
√

2π. L’état (5.14) est donc bien solution du problème (5.9)
avec les conditions aux limites (5.10).

Nous avons au passage établi l’expression de l’amplitude de diffusion :

f(±n) = −2πmi
~2kn

〈
n, ±kn

∣∣∣ T̂ ∣∣∣0, k0
〉

pour n ≤ N, (5.24)

= 0 pour n > N. (5.25)
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5.3.4 Approximation de Born

On peut développer perturbativement la résolvante sous la forme :

Ĝ = Ĝ0 + Ĝ0V̂ Ĝ0 + Ĝ0V̂ Ĝ0V̂ Ĝ0 + . . . (5.26)

La matrice T̂ peut donc également être développée sous la forme :

T̂ = V̂ + V̂ Ĝ0V̂ + V̂ Ĝ0V Ĝ0V̂ + . . . (5.27)

L’approximation de Born consiste à ne garder que le premier terme de ce
développement ; on obtient alors l’expression suivante de l’amplitude de dif-
fusion :

f(±n) = −2πmi
~2kn

〈
n, ±kn

∣∣∣ V̂ ∣∣∣0, k0
〉

pour n ≤ N (5.28)

= 0 pour n > N. (5.29)

5.3.5 Le défaut gaussien séparable

Comme première application de la théorie développée aux paragraphes
précédents, nous allons expliciter les calculs dans le cas d’un défaut gaussien
séparable 5 :

V (x, y) = V0 e
− x2

2∆2
x
− y2

2∆2
y . (5.30)

Cette situation correspond expérimentalement au cas du croisement parfait
du troisième faisceau à 90°. Du fait de sa symétrie, ce potentiel ne couple
l’état |0, k0〉 qu’avec des états de nombre d’excitation n pair. L’élément de
matrice du potentiel diffuseur intervenant dans l’expression de l’amplitude
de diffusion (5.28) s’écrit alors :

〈
2p, ±k2p

∣∣∣ V̂ ∣∣∣0, k0
〉

= V0
2π

ˆ
dx e−i(±k2p−k0)xe

− x2
2∆2
x

ˆ
dy ψ∗2p(y)ψ0(y)e

− y2

2∆2
y

= V0√
2π

∆xe−(±k2p−k0)2∆2
x/2I2p (∆y/aoh) , (5.31)

où I2p(ϑ) est l’élément de matrice de l’opérateur gaussien centré en zéro et
de largeur ∆y/aoh = ϑ entre les états |2p〉 et |0〉 :

I2p (ϑ) = 〈2p| exp (−ŷ2/2ϑ2a2
oh) |0〉

= (−1)p
√

2(2p)!
2pp! ϑ

( 1
1 + 2ϑ2

)p+1/2

. (5.32)

5. C’est-à-dire qu’il est possible d’écrire le potentiel comme un produit d’un terme
dépendant de x et d’un terme dépendant de y.
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5 – Propagation en présence d’un défaut

On se reportera au §5.6.2 pour avoir une démonstration de ce résultat. Pour
simplifier, nous allons considérer que ∆ = ∆x = ∆y. On obtient alors :

f(±2p) = i(−1)p+1
√
π(2p)!

2p−1p! ϑ3
( 1

1 + 2ϑ2

)p+1/2 e−(±k2p−k0)2∆2/2

k2p∆
V0
~ω0

.

(5.33)
Expérimentalement, nous n’avons pu mettre en place que des défauts

de grande taille, ayant au minimum une largeur de col de 65 µm. À cause
des termes I2p(ϑ) et exp

[
(±k2p − k0)2 ∆2

x/2
]
, les amplitudes f(±2p) pour

p > 0 et f(−0) sont négligeables devant f(+0) : le défaut n’a pas d’effet
au premier ordre de perturbation. Il n’est donc pas possible d’expliquer les
résultats expérimentaux par cette théorie !

Deux hypothèses peuvent nous réconcilier avec nos observations :
• le croisement est imparfait, et le couplage entre degrés de libertés est
alors bien plus important ;

• l’approximation de Born est insuffisante : il faut poursuivre le déve-
loppement perturbatif à un ordre plus élevé, ou utiliser un formalisme
intrinsèquement non perturbatif ; c’est ce que nous nous attachons à
faire dans le §5.4.

5.3.6 Excitation sélective d’un seul état propre de l’oscilla-
teur transverse

Nous allons montrer qu’en modelant le potentiel V (x, y) à l’échelle de
la longueur d’oscillateur aoh, il est possible d’exciter sélectivement certains
états transverses. En effet, si nous considérons le potentiel Vm(x, y) défini
par :

Vm(x, y) = V0 e
− x2

2∆2
x

1√
m!2m

Hm (y/aoh) e
− y2

2∆2
y , (5.34)

où Hm(x) est le polynôme d’Hermite d’ordre m, on obtient pour l’amplitude
de transition :

f(±n) = −i V0
~ω0

1
a2

ohkn

ˆ
dx e−i(±kn−k0)xe

− x2
2∆2
x

ˆ
dy ψ∗n(y)ψm(y)e

− y2

2∆2
y .

(5.35)

Si ∆y � aoh, on a e
− y2

2∆2
y ' 1 dans la seconde intégrale et on obtient alors :

f(±n) ' −i V0
~ω0

√
2π

aohkn

∆x

aoh
e−(±kn−k0)2∆2

x/2δn,m ; (5.36)

à condition d’avoir (km−k0)∆x . 1, l’état m (et lui seul !) est peuplé par la
diffusion. De plus, une superposition linéaire de plusieurs Vm peuplera une
superposition contrôlée d’états ; on a donc accès au contrôle cohérent de la
population des états transverses.
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Un tel potentiel peut être créé expérimentalement au moyen de la force
dipolaire avec un faisceau laser très désaccordé à condition de garder un signe
constant. Malheureusement, les polynômes de Hermite ne satisfont pas cette
propriété ; toutefois, on peut contourner le problème pour les polynômes de
Hermite d’ordre pair H2p. En effet, ceux-ci admettent un minimum, que l’on
va noter A2p. Le potentiel suivant garde donc un signe constant :

V2p(x, y) = V0 e
− x2

2∆2
x

1√
(2p)!22p [H2p (y/aoh) +A2p] e

− y2

2∆2
y . (5.37)

On peut donc le réaliser en mettant en forme un faisceau, avec par exemple
des lames de phases ou un modulateur de phase, en travaillant avec de
l’optique proche de la limite de diffraction, puisque la longueur d’oscillateur
est de l’ordre du micromètre. Quant au terme supplémentaire du potentiel, il
n’a pas d’effet au premier ordre de perturbation, comme on l’a vu au §5.3.5.

5.3.7 Longueur de cohérence

L’étude du problème par le formalisme de la diffusion quantique suppose
en fait que la longueur de cohérence de l’onde incidente est grande devant
les dimensions caractéristiques du défaut, puisqu’on utilise des ondes planes
pour le traitement mathématique du problème. Dans la réalité, la dispersion
de vitesse longitudinale limite la longueur de cohérence du laser à atomes.

Les propriétés de cohérence d’un laser à atomes guidé à l’équilibre ther-
modynamique ont été étudiées par Castin et al. [90]. Reprenons le modèle
thermodynamique présenté au §4.3.1. La distribution en impulsion f(kx−k0)
des atomes dans l’état fondamental est donnée par :

f(kx − k0) = 1
ζ−1eβ~2(kx−k0)2/(2m) − 1

' 4π
Λ2

dB(kx − k0)2 + 4π2/(ΛdBρ)2 , (5.38)

dans la limite où β|µ| � 1, soit dans le régime de dégénérescence quantique
où l’état fondamental du guide est macroscopiquement occupé. On a uti-
lisé le fait que ρ ' ρ0, avec ρ0 la densité linéique des atomes dans l’état
fondamental du guide, et :

ΛdBρ =
(
πkBT

|µ|

)1/2

, (5.39)

obtenu par intégration de (5.38) sur kx et valable à la limite thermodyna-
mique. Pour les paramètres expérimentaux du §5.2.2, on obtient une largeur
de la distribution en vitesse de 0,1 mm/s.

La cohérence longitudinale est caractérisée par la fonction de corrélation
du premier ordre g1(x), définie par :

g1(x) = 〈ψ̂†(x, 0, 0)ψ̂(0, 0, 0)〉 , (5.40)
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5 – Propagation en présence d’un défaut

où ψ̂(x, y, z) est l’opérateur champ atomique dans le référentiel du centre de
masse des atomes, se déplaçant à la vitesse ~k0/m. Dans la limite où tous
les atomes sont dans l’état fondamental transverse, on obtient :

g1(x) = 1
πLa2

oh

∑
nx

N(nx,0,0)ei2πnxx/L . (5.41)

En utilisant l’approximation lorentzienne de la distribution en impulsion
(recentrée en 0), on trouve finalement une fonction de corrélation qui décroit
exponentiellement avec |x| :

g1(x) ' ρ

πa2
oh
e−|x|/lc , (5.42)

où la longueur de cohérence lc vaut :

lc = Λ2
dB

2π ρ . (5.43)

Pour nos paramètre expérimentaux, ΛdB ' 1 µm et donc lc ' 7 µm.
Un faisceau d’atomes guidé à l’équilibre thermodynamique n’est donc

pas a priori dans la situation décrite par le formalisme de diffusion quan-
tique. Notons cependant que les lasers à atomes que nous produisons ne sont
pas à l’équilibre thermodynamique (bien qu’ils soient à l’équilibre thermody-
namique local). Il est donc possible que leur longueur de cohérence dépasse
celle calculée ici, en raison des propriétés de cohérence du condensat source.

Nous développons au §5.4.2 un formalisme semi-classique, valable à la
limite où la longueur de cohérence est petite devant la taille du défaut. Si
l’on obtient des résultats significativement différents de ceux obtenus pour le
formalisme quantique, la diffusion d’un laser à atomes guidé sur un défaut de
potentiel contrôlé pourrait permettre de sonder la cohérence longitudinale
des atomes ! Des simulations numériques, en collaboration avec B. Georgeot
du laboratoire de physique théorique de l’université Toulouse III, sont en
cours de développement, afin de vérifier cette possibilité.

5.4 Formalisme non perturbatif

5.4.1 Formalisation du problème

Nous allons présenter dans ce paragraphe une autre approche pour ré-
soudre l’équation de Schrödinger (5.9) décrivant la diffusion en espace confiné
sur un défaut du potentiel de guidage. Pour cela, nous cherchons une solution
sous la forme 6 :

〈x| ψ〉 =
+∞∑
n=0

φn(x) |n〉 , (5.44)

6. Dans cette expression, il faut noter que 〈x| = 〈x| ⊗ 1 ; c’est pourquoi le résultat du
produit reste un ket.
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Figure 5.11 – Le problème que nous étudions présente une analogie formelle
avec la diffusion inélastique à une dimension d’une molécule liée harmonique-
ment sur un centre diffuseur. Au degré de liberté transverse du laser à atomes
correspond le degré de liberté vibrationnel de la molécule.

où φn(x) est la fonction d’onde longitudinale associée à l’état transverse ex-
cité |n〉. En injectant l’expression (5.44) dans l’équation (5.9), on établit que
les fonctions φn(x) vérifient un système d’équations différentielles couplées :[

d2

dx2 + κ2
n − Ṽn,n(x)

]
φn(x) =

∑
n′ 6=n

Ṽn,n′(x)φn′(x) , (5.45)

où 7 κn = κ(En), avec En = E−~ω0 [n+ 1/2], et où l’on a défini les éléments
de matrice réduits Ṽn,n′(x) par :

Ṽn,n′(x) = 2m
~2

〈
n
∣∣V (x, ŷ)

∣∣n′〉 . (5.46)

Les termes ne comportant que l’indice n décrivent la partie « élastique » de
la diffusion, alors que ceux faisant intervenir l’indice n′ décrivent la partie in-
élastique de celle-ci, au sens où il y a eu changement de niveau vibrationnel :
on fait apparaître ainsi l’analogie entre le problème que nous étudions et le
processus de diffusion à une dimension d’une molécule liée harmoniquement
sur un centre diffuseur (voir figure 5.11). La seule différence formelle entre
ces deux problèmes sont les conditions aux limites à imposer.

Cette formulation permet de résoudre numériquement le problème de
diffusion de manière non perturbative, à condition de négliger les modes
transverses excités au dessus d’une certaine coupure Ñ . Nous allons voir
dans le prochain paragraphe comment simplifier plus avant le problème tout
en restant non-perturbatif.

5.4.2 Approximation semi-classique

La situation physique que nous avons étudiée expérimentalement est telle
que la longueur d’onde de de Broglie de l’onde incidente sur le défaut est
petite devant les dimensions caractéristiques du défaut : l’onde incidente a
une vitesse moyenne de l’ordre de 15 mm/s, soit une longueur d’onde de de
Broglie de l’ordre de 0,3 µm, alors que les défauts que nous avons réalisés
ont une forme gaussienne de largeur supérieure à 45 µm. Nous sommes donc

7. On a κn = kn pour n 6 N , et κn ∈ iR pour n > N (ce qui correspond aux modes
évanescents).
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dans les conditions d’application de l’approximation quasi-classique, pour le
mouvement longitudinal.

Les degrés de liberté transverses ne peuvent par contre pas être traités
de manière quasi-classique, puisque la quantification des niveaux de l’oscil-
lateur harmonique joue un rôle crucial dans nos expériences. Nous sommes
donc dans une situation mixte quantique–quasi-classique, et allons établir
les équations régissant l’évolution du système dans ce contexte.

Pour tenir compte du caractère quasi-classique du mouvement longi-
tudinal, nous allons reprendre l’expression (5.44) de la solution en faisant
l’hypothèse suivante pour la fonction d’onde longitudinale [116] :

φn(x) = cn(x)√
~kn(x)

ei
´ x
0 kn(x′)dx′ pour n ≤ N (5.47)

= 0 pour n > N , (5.48)

où k2
n(x) = k2

n − Ṽn,n(x). Pour simplifier la présentation, nous avons né-
gligé l’éventuelle réflexion de l’onde sur le défaut. Celle-ci est toutefois facile
à prendre en compte, en ajoutant un second terme semblable au premier,
dans lequel on a changé le signe de l’argument de l’exponentiel, et repré-
sentant donc une onde se propageant vers les x négatifs. Par ailleurs, dans
l’approximation semi-classique les modes évanescents ne peuvent être pris
en compte dans une région où des modes non évanescents sont peuplés, c’est
pourquoi on a pris φn = 0 pour n > N .

En injectant cette expression dans l’équation (5.45), on obtient, à l’ordre
le plus bas en 1/(~kn) :

2ic′nkn(x)φn(x)
cn

=
∑
n′ 6=n

Ṽn,n′(x)φn′(x) , (5.49)

que l’on peut réécrire sous la forme :

dC
dx = M(x)C , (5.50)

où C(x) est le vecteur des cn(x) et où la matrice M(x) est définie par :

Mn,n′(x) = 1
2i Ṽn,n

′(x)e
i
´ x
0 (kn′ (x′)−kn(x′))dx′√
kn′(x)kn(x)

pour n 6= n′, et (5.51)

Mn,n(x) = 0 . (5.52)

On obtient ainsi un système de N équations différentielles couplées d’ordre
1, à coefficients non constants, qu’il est possible d’intégrer numériquement
pour déterminer l’évolution des cn(x) et donc la population des états excités
après le défaut.
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5.4.3 Retour sur l’approximation de Born

Appliquons ce formalisme dans le cas où la profondeur du défaut est
suffisamment faible pour que l’on puisse faire un développement perturbatif
en puissances de V0 du vecteur C :

C(x) = C(0)(x) + V0C
(1)(x) + . . . (5.53)

En injectant (5.53) dans l’équation (5.50), et en identifiant les termes d’ordre
0 et d’ordre 1, on obtient :

dC(0)

dx = 0 (5.54)

dC(1)

dx = M(x)C
(0)

V0
. (5.55)

C(0) est la solution du problème (5.50) en l’absence de défaut, et s’écrit
donc :

C(0) =


√

~k0/(2π)
0
...
0

 . (5.56)

L’équation (5.55), où on doit évaluer les ki(x) à l’ordre 0 en V0, soit ki(x) '
ki, se réduit donc à :

V0
dc(1)
n

dx = −
√

~
2π

mi
~2 〈n|V (x, ŷ) |0〉 e

i(k0−kn)x
√
kn

. (5.57)

Il vient alors, en utilisant le fait que c(1)
n (x→ −∞) = 0 :

V0
[
c(1)
n (x→ +∞)

]
= −

√
~

2π
2πmi
~2√kn

〈
n, kn

∣∣∣ V̂ ∣∣∣0, k0
〉
, (5.58)

soit pour la fonction d’onde longitudinale loin après le défaut :

〈x| ψk〉 = 1√
2π

[
|0〉 eikx +

N∑
n=0

−2πmi
~2kn

〈
n, kn

∣∣∣ V̂ ∣∣∣0, k〉 |n〉 eiknx
]
. (5.59)

On retrouve bien l’expression (5.23) trouvée dans le cadre du forma-
lisme de diffusion en espace confiné à l’approximation de Born, développé
au §5.3.4, avec en prime l’évolution des populations des états excités en
fonction de la position le long du guide !

5.5 Séparation du flux atomique
Nous n’allons présenter ici que quelques images obtenues avec le faisceau

croisé à 45° ; l’étude détaillée du processus de séparation ferra l’objet d’une
partie du travail d’une prochaine thèse au sein de notre groupe.
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Figure 5.12 – Effet du troisième faisceau croisé à 45° sur la propagation du
flux atomique guidé, pour un rapport des intensités des deux faisceaux I3/I
croissant.

Paramètres expérimentaux. La largeur de col utilisée pour le troisième
faisceau vaut 45 µm, et le protocole utilisé est le même que celui présenté au
§5.2.1. La fréquence de piégeage dans le guide horizontal vaut 170 Hz, et le
nombre d’excitations moyen du laser aval est d’environ 〈n〉 = 0,8, soit 66 %
d’atomes dans l’état fondamental du guide. La vitesse des atomes à l’abord
du défaut vaut 17 mm/s.

Observations. Nos expériences nous ont permis d’identifier trois régimes
distincts (voir figure 5.12) :

• à faible puissance, le troisième faisceau agit comme un défaut et per-
turbe la propagation de l’onde de matière ;

• à puissance intermédiaire, il y a séparation du flux atomique ;
• à haute puissance, le flux atomique est entièrement dévié dans le bras
à 45°.

La plage de puissance pour laquelle on observe une séparation du flux
atomique correspond à des intensités voisines pour les deux faisceaux dipo-
laires, comme on pouvait s’y attendre : les profondeurs des deux guides sont
alors voisines. Le laser à atomes transmis est très excité par la présence du
potentiel de guidage à 45°. En outre, les faisceaux déviés sont également
dans un état transverse très excité. Il ne semble donc pas qu’il soit possible
d’effectuer une séparation de flux monomode avec ce type de dispositif. La
figure 5.13 montre les différents régimes qu’il est possible d’explorer avec
notre système.

Commentaire. Un contrôle plus précis du potentiel au niveau de la zone
de séparation, avec par exemple l’utilisation d’un troisième faisceau dipo-
laire perpendiculaire aux deux précédents, et désaccordé vers le bleu, pour
aplanir le puits de potentiel, pourrait permettre de s’affranchir des excita-
tions parasites du laser à atomes. Une étude numérique est nécessaire pour
répondre à cette question. Disposer d’un séparateur de flux monomode per-
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Figure 5.13 – Vue d’ensemble de la physique qu’il est possible d’explorer en
croisant un troisième faisceau à 45° avec le guide horizontal.

mettrait la réalisation d’interféromètres atomiques de surface non nulle avec
des lasers à atomes guidés dans l’état fondamental du guide, et permettrait
ainsi d’avoir l’adaptation de mode la meilleure possible et ainsi le meilleur
contraste possible des interférences produites.

Conclusion

La situation de diffusion quantique sur un potentiel localisé que nous
avons explorée dans ce chapitre, où des canaux ouverts et fermés sont couplés
dans le processus de diffusion, est une situation commune à de nombreux
domaines de la mécanique quantique, depuis la physique moléculaire jusqu’à
la propagation d’ondes électroniques en physique mésoscopique.

L’interaction d’un laser à atomes guidé, dans l’état fondamental du
guide, avec un potentiel supplémentaire local bien contrôlé superposé au
guide, permet le contrôle cohérent des populations des états excités du confi-
nement transverse, et constitue donc un système intéressant dans la pers-
pective du stockage et du transport d’information quantique. Ce contrôle
cohérent repose sur la mise en forme du potentiel supplémentaire à l’échelle
de la longueur d’oscillateur, soit à l’échelle du micromètre, ce qui est envi-
sageable pour un faisceau laser en utilisant un système optique proche de la
limite de diffraction. L’utilisation d’un défaut très localisé présente un autre
avantage : les propriétés de réflexion et de transmission deviennent alors
moins sensibles à la longueur d’onde de de Broglie des atomes incidents, et
donc à sa dispersion, ce qui permet un contrôle plus robuste de l’état de
diffusion lorsque l’onde incidente n’est pas parfaitement monochromatique.

Ce système constitue en fait un simulateur quantique pour la théorie de
la diffusion quantique non perturbative en espace confiné, et peut permettre
l’étude de problèmes de diffusion inverse [117], en exploitant le caractère
discret des états de sortie possibles du dispositif.
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Une extension naturelle de ce travail sera l’inclusion des interactions in-
teratomiques. De nombreux nouveaux effets sont attendus : par exemple, la
propagation d’un faisceau guidé au travers d’une constriction du guide [96]
n’a pas de solution stationnaire si la constriction est suffisamment impor-
tante, et on s’attend à une transmission de type solitonique [97]. Cet effet
est causé par la non-linéarité du terme de champ moyen qui décrit les in-
teractions. D’autres effets sont reliés au régime de turbulence quantique en
aval de l’obstacle constitué par le potentiel localisé [118, 119].

Enfin, nous espérons que le meilleur contrôle de la forme des faisceaux
utilisés pour créer le défaut nous permettra de réaliser un séparateur de
flux atomique monomode, ce qui ouvrirait la voie à la réalisation d’inter-
féromètres atomiques de surface non nulle, pour par exemple mesurer des
champs de rotation avec une sensibilité bien meilleure que celle des gy-
romètres lasers, en raison du couplage bien plus important des particules
massives avec les champs d’inertie.
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5.6 Annexe : calcul d’éléments de matrice

5.6.1 Résolvante de la particule guidée

Nous voulons calculer l’élément de matrice
〈
n, x

∣∣∣ Ĝ0 (E + iε)
∣∣∣n′, x′〉, où

Ĝ0 est la résolvante du hamiltonien de la particule guidée Ĥ0. Ce élément
s’écrit :

〈
n, x

∣∣∣ Ĝ0 (E + iε)
∣∣∣n′, x′〉 = 〈n, x|

ˆ +∞

−∞
dk

+∞∑
p=0

|p, k〉 〈p, k|
E + iε− Ep,k

∣∣n′, x′〉
= δn,n′

1
2π

ˆ +∞

−∞
dk eik(x−x′)

E + iε− En,k
, (5.60)

où Ep,k = ~ω0 [p+ 1/2] + ~2k2/(2m). On pose alors E′ = E − ~ω0 [n+ 1/2],
et on reconnaît l’expression de la résolvante de la particule libre à une di-
mension. Son calcul est simple grâce au théorème des résidus, en fermant
le contour par un demi-cercle de rayon R → +∞ dans le demi-plan supé-
rieur pour x > x′ et dans le demi-plan inférieur pour x < x′, et on obtient
finalement :〈

n, x
∣∣∣ Ĝ0 (E + iε)

∣∣∣n′, x′〉 = δn,n′
−mi

~2κ(E′)e
iκ(E′)|x−x′| , (5.61)

où κ(E′) =
√

2mE′/~2 (réel pour E′ > 0, imaginaire pur pour E′ < 0).

5.6.2 Opérateur gaussien centré en zéro

Nous voulons ici déterminer l’élément de matrice de l’opérateur gaussien
centré en zéro et de largeur ϑaoh entre les états |n〉 et |0〉 de l’oscillateur
harmonique unidimensionnel :〈

n

∣∣∣∣∣ exp
(
− ŷ2

2ϑ2a2
oh

) ∣∣∣∣∣0
〉

=
ˆ +∞

−∞
dy ψ∗n(y) exp

(
− y2

2ϑ2a2
oh

)
ψ0(y) , (5.62)

où ψm(y) est la fonction d’onde de l’état propre |m〉 de l’oscillateur harmo-
nique, et a pour expression :

ψm(y) = 1√
aohn!2n

√
π
Hn

(
y

aoh

)
e
− y2

2a2
oh , (5.63)

avec Hn(u) le polynôme d’Hermite d’ordre n. On obtient donc :〈
n

∣∣∣∣∣ exp
(
− ŷ2

2ϑ2a2
oh

) ∣∣∣∣∣0
〉

= 1√
n!2nπ

ˆ +∞

−∞
duHn (u) e−u

2
(
1+ 1

2ϑ2
)
, (5.64)
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sachant que H0(u) = 1. On pose alors α2 = 1 + 1/(2ϑ2) ; il s’agit donc de
calculer :

Jn =
ˆ +∞

−∞
duHn (u) e−α2u2

. (5.65)

Introduisons la série génératrice :

f(z) =
+∞∑
n=0

Jn
zn

n! , (5.66)

dont on suppose que le rayon de convergence R est strictement positif. Pour
|z| < R, on peut donc écrire :

f(z) =
ˆ +∞

−∞

(+∞∑
n=0

Hn(u)z
n

n!

)
e−α2u2du ,

et on reconnaît l’expression de la fonction génératrice des polynômes d’Her-
mite, ce qui permet d’écrire :

f(z) =
ˆ +∞

−∞
e2uz−z2e−α2u2du .

Le calcul de l’intégrale ne présente alors plus de difficulté, et on trouve :

f(z) = e−z2ez
2/α2
√
π

α
.

Cette fonction est développable en série entière, avec un rayon de conver-
gence infini, et son développement s’écrit :

f(z) =
√
π

α

+∞∑
n=0

z2n

n!

( 1
α2 − 1

)n
. (5.67)

Il suffit d’identifier les termes portant la même puissance de z dans les
expressions (5.66) et (5.67) de f(z) pour obtenir le résultat :

I2p = 1√
π(2p)!22p

√
π

α

(2p)!
p!

( 1
α2 − 1

)p
I2p+1 = 0 .

Après quelques simplifications, on trouve :

I2p = (−1)p
√

2(2p)!
2pp! ϑ

( 1
1 + 2ϑ2

)p+1/2
.

160



Conclusion

Nous avons montré dans ce mémoire que nous sommes en mesure de
préparer et d’utiliser des lasers à atomes guidés, comportant près de 90 %
des atomes dans l’état fondamental du guide.

Nous avons tout d’abord présenté un nouvel outil pour la manipulation
et le guidage d’atomes : un laser à fibre dopée ytterbium de grande puis-
sance. Nous avons montré que malgré l’observation de pertes à deux corps
assistées par la lumière, conduisant à un taux de pertes proportionnel au
carré de l’intensité κ2 = I2 · (6,2± 0,2)×10−14 s−1(at/cm3)−1(MW/cm)−2,
cet outil nous permet de préparer des paquets de plusieurs millions d’atomes
à une température de l’ordre du µK. Après recompression d’un tel nuage,
on obtient un échantillon très dense (n0 ∼ 2×1013 at/cm3) bien adapté par
exemple à la réalisation d’expériences de diffusion multiple de la lumière,
pour lesquels il faut disposer de densités supérieures à l’inverse de la lon-
gueur d’onde du rayonnement au cube (λ−3

0 ∼ 2×1012 cm−3). Nous avons
également montré comment on peut transporter de manière optimale ces
nuages sur des distances macroscopiques à l’aide de notre pince optique, en
des temps de l’ordre de la période d’oscillation dans le piège : il est ainsi
possible d’utiliser une chambre annexe disposant d’un meilleur vide et de
meilleurs accès optiques pour préparer et utiliser les atomes froids.

Nous avons ensuite montré comment, en croisant un second faisceau
dipolaire avec la pince optique, il est possible d’obtenir un condensat de
Bose-Einstein comportant jusqu’à 3×105 atomes en moins de 5 s. Ceci a né-
cessité la mise en place d’asservissements actifs de la puissance des faisceaux.
Nous espérons augmenter encore le nombre d’atomes condensés grâce à un
dispositif de zoom optique.

Nous tirons parti du degré de liberté interne laissé libre par l’emploi
de la force dipolaire pour piéger les atomes en utilisant une méthode de
distillation du spin originale, dans laquelle un champ magnétique statique
inhomogène permet de rendre certaines sous-espèces Zeeman plus volatiles
au cours de l’évaporation, et ainsi d’obtenir un échantillon polarisé. Nous
pouvons également réaliser des transitions cohérentes entre les états |1, 0〉
et |2, 0〉 à l’aide d’impulsions micro-ondes, dont le temps de cohérence est
limité par les fluctuations du champ magnétique résiduel. À condition d’avoir
un contrôle plus fin de ce champ résiduel, il est ainsi possible, en combinant
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plusieurs impulsions couplant des états de moments magnétiques différents,
de réaliser une superposition d’états quelconques dans l’espace de dimension
8 que constitue le niveau fondamental 5S1/2 de l’atome de 87Rb.

La fin du mémoire est consacrée au cœur du sujet : la réalisation et
l’utilisation de lasers à atomes guidés. Nous présentons deux nouvelles mé-
thodes d’extraction d’atomes du condensat dans le guide constitué par la
pince optique. Ces nouvelles méthodes reposent sur le déversement progres-
sif des atomes dans le guide à l’aide d’une force magnétique ou gravitation-
nelle. Nous caractérisons ensuite les lasers à atomes ainsi formés à l’aide du
nombre moyen d’excitations transverses dans le guide, et nous montrons que
la donnée de ce nombre moyen d’excitation et de la densité linéique du jet
permettent d’extraire toutes les autres quantités physiques au travers d’un
modèle thermodynamique. En particulier, nous avons mesuré 〈n〉 = 0,3 et
ρ = 70 at/µm pour les lasers découplés par des moyens tout-optique, ce qui
implique que 83 % des atomes sont dans l’état fondamental du guide !

L’analyse thermodynamique du processus de découplage a également
montré que celui-ci est essentiellement isentropique : la connaissance du de-
gré de pureté du condensat initial permet de prédire celui des lasers extraits,
et nous avons ainsi accès au contrôle fin des degrés de libertés externes trans-
verses du laser à atomes. Il nous est ainsi possible de passer continûment
d’une situation classique, où 〈n〉 � 1, à une situation quantique, où 〈n〉 ' 0,
ce qui peut s’avérer très intéressant pour l’étude de systèmes où l’on s’attend
à avoir des comportements qualitativement différents pour ces deux limites,
comme par exemple la réflexion quantique sur un puits de potentiel.

L’interaction de lasers à atomes guidés avec des défauts contrôlés fait
d’ailleurs l’objet du dernier chapitre de ce mémoire. Si nous n’avions pas
la possibilité de réaliser des défauts suffisamment petits pour observer la
réflexion quantique, nous avons pu étudier la contamination des états trans-
verses excités résultant de la propagation sur un défaut gaussien. Nous avons
proposé deux approches théoriques différentes pour étudier l’effet d’un dé-
faut sur la propagation : un formalisme de diffusion quantique en espace
confiné, et une approche non perturbative, pouvant être simplifiée dans le
cas où l’onde est quasi-classique vis-à-vis de sa propagation longitudinale.
Nous montrons que l’interaction avec un défaut permet le contrôle cohérent
des états transverses, et nous pensons qu’elle peut constituer une sonde de
la cohérence de l’onde de matière guidée.

Enfin, nous avons montré qu’il est possible de séparer le flux atomique en
utilisant une zone de croisement horizontale de deux guides optiques. Ce ré-
sultat encourageant pour la réalisation d’interféromètres à ondes de matières
guidées nécessite toutefois de plus amples développement pour s’affranchir
des excitations transverses résultant de la séparation ; nous espérons que
l’étude des défauts sera instructive pour déterminer la géométrie la plus
appropriée pour la réalisation d’un séparateur de flux monomode.

Les travaux présentés dans ce mémoire ouvrent de nombreuses perspec-
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tives quant au futur de l’optique atomique guidée. En particulier, le contrôle
de l’état transverse constitue le préliminaire indispensable aux expériences
d’holographie atomique ou de nano-lithographie, en permettant l’ingénierie
de la phase transverse de l’onde guidée. Le contrôle de l’état interne des
atomes guidés, analogue à la polarisation d’un laser, laisse entrevoir des
applications possibles dans le domaine de l’interférométrie atomique. Pour
terminer, l’addition de potentiels complexes au guide optique s’est avéré re-
celer une physique très riche, allant de la diffusion en géométrie confinée au
sondage de la cohérence longitudinale du faisceau, sans oublier le contrôle
cohérent de l’état transverse.
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The controlled transport of ultracold atoms is crucial
for the development of experiments in atomic physics.
It makes possible the delivery of cold atoms in a region
free of the laser beams and coils of the magneto-optical
trap (MOT), allowing a better optical and mechanical
access. It also opens new perspectives for probing a
surface or any material structure, and for loading atoms
in optical lattices, or for positioning atoms in a high-Q
optical cavity [1,2]. In addition it opens the way to a new
generation of experimental setups where ultracold clouds
of atoms would be delivered on demand on a variety of
different experimental platforms separated by macroscopic
distances. This is standard for charged particles and
energetic neutral particles, while it has only been recently
accomplished with ultracold atoms by moving slowly
optical tweezers [3]. Transport of cold packets of atoms
is also of importance as a step towards the continuous
production of a Bose-Einstein condensate [4,5].
Macroscopic transport of cold atoms has been demon-

strated using several different configurations. One can
move mechanically a pair of coils [6,7] or use a set of coils
with time-varying currents [8]. Such quadrupolar traps
are non-harmonic. Alternatively one can use traps with a
harmonic shape near their bottom, such as Ioffe-Pritchard
traps [5,9–11], optical tweezers as recently demonstrated

(a)E-mail: dgo@lkb.ens.fr

on Bose-condensed clouds [4] or 1D optical lattices [12,13].
The harmonic potential is of particular interest since the
centre-of-mass motion (also referred to as Kohn’s mode)
is not coupled to the other degrees of freedom, and this is
true both in the presence and in the absence of interac-
tions between atoms and both for classical and quantum
physics. However all these studies have been performed in
the adiabatic regime where the duration of the transport
is long with respect to the typical oscillation period of the
trapped atoms. This is because a lot of energy is given
to the trapped cloud when it is transported in the non-
adiabatic regime, giving rise to heating and to a strong
excitation of the dipole mode. This, in turn, can result
in atom losses due to the finite depth of the trap. While
microtraps can have high-oscillation frequencies, the traps
allowing to transport a large number of atoms are not very
steep and thus an adiabatic transport is quite long, limit-
ing the repetition rate of the experiments performed. To
our knowledge, the issue of an optimal transport beyond
this limit has only been addressed numerically for ions in
Paul traps [14].
In this letter we report the transport of a cold atom

cloud in the non-adiabatic regime with a high degree of
control by means of optical tweezers with no residual
excitation of the dipole mode of oscillation, moderate
heating and no losses. We also provide a simple theoretical
model which permits to work out a new picture of the
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Fig. 1: Sketch of the main part of the experimental setup (not
to scale) —see text.

transport. The residual amplitude of oscillation of the
cloud can be expressed as the Fourier transform of the
velocity profile imposed to the trap, yielding a simple
interpretation of our data and providing simple methods
for optimizing trapped particles displacement.
Our optical tweezers are generated by an ytterbium fibre

laser (IPG LASER, model YLR-300-LP) with a central
wavelength of 1072 nm. The wavelength of the laser is
larger than the atomic resonance wavelengths of 780.24 nm
and 794.98 nm of the rubidium 87 atoms, and thus, atoms
are attracted to the region of maximum intensity [15]. The
beam is focused inside the vacuum chamber by a lens with
a 802mm focal length mounted on a translation stage
(Newport linear motor stage, model XMS100), allowing
one to move the optical tweezers longitudinally on a
100mm range with an absolute repeatability on the order
of a few hundreds of nm (see fig. 1). The resulting waist has
been measured to be 44µm, corresponding to a Rayleigh
length of 5.7mm.
The optical tweezers are loaded from an elongated

MOT. The cigar shape of the MOT results from the
two-dimensional magnetic gradients: (0, 5,−5)G/cm. To
maximize the loading of atoms into the dipole beam, the
optical tweezers are superimposed on the MOT along its
long axis. In addition, we favorize the selection of atoms
in the hyperfine low level 5S1/2, F = 1 by removing the
repump light in the overlapping region similarly to the
dark MOT technique [16].
The dipole trapping beam is turned on at a power of

80W during the 500ms loading time of the MOT. Then,
we increase the MOT detuning in 5ms from −3Γ to −7.7Γ,
Γ being the natural frequency width of the excited state.
This procedure improves significantly the optical tweezers
loading efficiency. Then, the magnetic field and repumping
light are switched off to optically depump atoms to the
F = 1 ground sublevel. Finally all the remaining MOT
beams are turned off. The number of atoms in the optical
tweezers is as high as 3× 107, corresponding to a peak
atomic density of 5× 1012 at/cm3. These numbers are
measured 50ms after switching off the MOT beams, so
a first evaporation has already occurred on this time scale
since the collision rate is larger than 500 s−1.
In order to transport a cloud in the non-adiabatic regime

without spilling atoms, one has to maximize the parameter

η=U0/kBT which is the ratio between the potential well
depth U0 and the average potential energy kBT . We
proceed in two steps. First, we cool down the sample by
forced evaporation by lowering the beam power P . During
this whole phase η remains roughly constant. Second,
we adiabatically re-compress the trap by increasing the
beam power P . In this process, U0 scales as P and the
temperature T scales as P 1/2, and thus the dimensionless
parameter η increases as P 1/2. This way we can control
the value of η for a given power P after compression.
Two different atom cloud preparation schemes were

used. In the first one, referred to scheme 1, the initial
trapping beam power is lowered in two linear ramps
by a factor of 23 within 600ms. The atomic cloud
temperature before re-compression is 27± 1.0µK. In
scheme 2 the beam power is decreased in four linear
ramps by a factor of 170 within 3300ms, resulting in
a 3.7± 0.5µK temperature of the atomic packet. The
trapping beam power after compression and before trans-
porting the atoms reaches 37W (respectively, 42W), and
the temperature of the transported packets is 160± 11µK
(respectively, 43± 2µK) for scheme 1 (respectively, 2).
The η parameter is thus equal to 13 for scheme 1 and
50 for scheme 2. The initial number of atoms before the
transport is 2.1× 106 (respectively, 5.7× 106) for scheme 1
(respectively, 2).
The radial angular frequencies of the recompressed

trap were inferred from a parametric heating experiment,
and are on the order of 2 kHz for both schemes. The
longitudinal angular frequency was measured by exam-
ining the cloud dipole mode oscillations. We find ω0 =
2π× (8.1± 0.3)Hz (respectively, ω0 = 2π× (8.9± 0.3)Hz)
for the scheme 1 (respectively, 2).
The transport experiment has been carried out in

a single vacuum chamber. We consequently imposed
a “round trip” displacement to the optical tweezers,
going from the MOT location A to a point B placed at
d= 22.5mm from it along the beam direction, and back
to A (see fig. 2a). The velocity of the trap as a function
of time is deliberately chosen as a succession of constant
acceleration for the sake of simplicity. First, the trap is
accelerated at a constant rate a during a time T/4, decel-
erated at the opposite rate −a during T/2, and finally
re-accelerated at a to stop after a total transport time T .
This simple velocity profile will allow us to exhibit the
main features of non-adiabatic transport, and hence does
not restrict the generality of the conclusions that we will
draw from our experiments. The distance of transport 2d
is simply related to the acceleration a and the transport
duration T by 2d= aT 2/8. In practice, the different
transport durations that have been used were obtained
by varying the acceleration a from 0.2 to 3.3m s−2, in
order to investigate the non-adiabatic regime.
The transport is accompanied by a moderate heating of

the cloud (on the order of 40µK for both schemes) and no
detectable atom loss as soon as the transport duration
is longer than two periods of oscillation. For shorter
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Fig. 2: (Colour on-line) (a) Velocity profile imposed to the trap
to do the back and forth transport between A and B separated
by d= 22.5mm. (b) (respectively, (c)) The measured amplitude
A of the centre-of-mass dipole oscillation for the conditions of
scheme 1 (respectively, 2), see text. The dashed line is the
theoretical prediction of eq. (4) with the measured angular
frequency ω0 of the trap.

times the acceleration is sufficient to spill atoms out of
the tweezers when η= 13. The increase of temperature
is attributed to the transverse shaking of the cloud
that occurs during the transport. To circumvent this
limitation, we plan to use for future experiments an air-
bearing translation stage instead of the standard linear
rail-guided translation stage we are currently using. Note
that the photon scattering rate remains relatively small for
both schemes (we evaluate the photon-scattering–induced
heating rate to be 3µK/s).
To infer the residual amplitude of oscillation A (see

fig. 2b and c), we measure the centre-of-mass oscillations
after the transport by recording a set of typically 30 images
separated from one another by 10ms after the transport.
The images are acquired using a standard absorption
imaging technique on a CCD camera. Since the imaging
process is destructive, the whole experimental sequence
has to be redone for each picture. The position of the

centre of mass of the cloud as a function of time is inferred
from a 2D Gaussian fit. We deduce the amplitude of
oscillation by fitting the first period of this position data
(see inset of fig. 2b) with a sine function.
For both schemes the variation of the amplitude as

a function of the transport duration is non-monotonic.
There are specific discrete transport durations for which
the measured amplitude of oscillation is zero within our
error bars (see second inset of fig. 2b). This shows our
ability to move a packet of atoms in the non-adiabatic
regime (i.e. in a time on the order of a few oscillation
periods) with no excitation of the dipole mode of oscil-
lation after the transport. Note that the dipole mode of
oscillation is excited during the transport process since
the transport is non-adiabatic. We point out that after
such an optimal transport over a macroscopic distance, the
number of atoms and temperature of the remaining cloud
are compatible with the evaporative cooling to degener-
acy in a crossed dipole trap geometry. Indeed we have
been able to achieve Bose-Einstein condensation with such
clouds by crossing vertically a 200µm waist beam with our
tweezers and ramping down both powers.
To interpret our data a simple one-dimensional analyt-

ical model is sufficient and provides a good quantitative
understanding of the physics of the centre-of-mass motion
of a packet of atoms transported by a moving harmonic
potential. A similar formalism has been developed to
transport ions in segmented Paul trap arrays [17]. We
consider an atomic packet initially at rest in a harmonic
trap of angular frequency ω0. The trap position is given
by the position of its centre xc(t). As mentioned earlier,
the movement of the centre of mass is decoupled from the
other degrees of freedom and hence can be treated as a
single particle in the harmonic trap. For a particle of mass
m, the imposed motion of the trap can be considered as
an extra force whose expression is −mẍc(t) in the frame
attached to the trap. According to Newton’s law, the time-
dependent position x(t) of the centre of mass obeys the
relation

x(t) = xc(t)+
1

ω0

∫ t
0

dt′ sin[ω0(t′− t)]ẍc(t′) . (1)

The amplitude A of the oscillatory motion after transport
is readily inferred from eq. (1), and corresponds to the
Fourier transform of the velocity profile of the trap’s centre
position

A= |F [ẋc](ω0)|, (2)

with F [f ] = ∫ +∞−∞ f(t)e−iωt dt.
In the case of a one-way transport over a distance
d= aT 2/4 of duration T with the simple velocity profile
shown in fig. 3a (solid line), the final amplitude of
oscillation is plotted in fig. 3b (solid line) and reads

A= d sinc2(ω0 T/4) (3)

where the sinc(x) function is defined as sin(x)/x. It
exhibits a series of discrete optimal transport durations
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Fig. 3: (Colour on-line). (a) Two different velocity profiles to
go from a point A to a point B separated by a distance d:
the triangular profile (solid line) and the 4-term Blackman-
Harris profile [18] (dashed line). (b) The residual amplitude
A of oscillation of the centre of mass after transport for these
velocity profiles (see text). An optimal transport (A= 0) can
be performed in two periods of oscillation in the triangle case,
and in any time greater than 4T0 in the Blackman case.

Tn = 2nT0, where T0 = 2π/ω0 is the period of oscillation
of the trap, and n a non-zero integer, for which the
amplitude after the transport vanishes. They correspond
to a transport without residual dipole mode excitation.
We find, for this specific example, that it is possible to
move optimally a packet of atoms on any distance d
on a time as short as twice the oscillation period. This
is to be contrasted with the transport in the adiabatic
limit (ω0 T � 1) for which the transport’s duration is long
compared to T0 = 2π/ω0. We emphasize that these optimal
strategies are robust against experimental uncertainties:
indeed an error of 10% on the transport duration 2T0
would lead to a residual amplitude of oscillation less than
the one obtained when transporting ten times slower in a
non-optimal manner (in 21T0).
In the case of a “round trip”, the amplitude of oscillation

after a transport of duration T reads

A= 2d sinc2(ω0 T/8)| sin(ω0 T/4)| . (4)

As expected, we find optimal transport duration corre-
sponding to a cloud stopped after the forward motion
A→B. Indeed the backward motion B→A is then opti-
mal too, and we recover the sinc2 factor obtained for the
one-way transport. In addition we obtain another set of
zeros (due to the |sin| factor) for which the cloud is not at
rest after the forward move. In this case, the energy given
to the cloud in the first half of the motion is removed
during the second part due to the time symmetry of the
trajectory around T/2.
The dashed line in fig. 2a is given by eq. (4) rescaled

by a factor of 0.6 and is in good agreement with our
experimental data. The measured amplitude of oscillation
is smaller than the predicted one because in our exper-
iments the oscillation of the centre of mass is damped
when its amplitude is large (see first inset of fig. 2b).

This is due to the fact that the cloud explores a potential
region far away from the minimum where non-linearities
play an increasing role. In this instance, particles have
different periods of oscillation depending on their energy,
and the observed damping results from the average taken
over this spectrum of oscillation frequencies involved in
a transport experiment. It means that, strictly speaking,
it is impossible to transport in an optimal manner a
packet of atoms in the non-adiabatic regime as soon as
the potential exhibits non-linearities.
Two strategies can be used to avoid this effect. First,

a longer transport time whilst remaining in the non-
adiabatic regime minimizes this problem, because the
cloud then remains close to the harmonic bottom of the
trap. For scheme 1, we indeed observe that the damping
is negligible for longer transport duration.
Alternatively, one can use a larger η parameter.

The involved spectrum of oscillation frequency is then
narrower, resulting in partial damping suppression. This
is exemplified by the data of scheme 2 represented
in fig. 2c for which η= 50 (to be compared to η= 13
for scheme 1), where the dashed line represents the
theoretical prediction of eq. (4) without any adjust-
ment on the amplitude. For this sufficiently large η, we
recover the expected contrast of the amplitude curve (see
figs. 2b and c). The simple theoretical framework that
we have developed is then in very good agreement with
our data.
The occurrence of optimal transport durations is a

general feature of the transport in the non-adiabatic
regime with a harmonic trap. They can be adjusted at will
by choosing a proper velocity profile for the displacement
of the trap. The duration of an optimal transport can in
principle be reduced to very short time in comparison to
the period of oscillation. However for practical reasons,
including the finite depth of the trapping potential, there
is always a limit on the acceleration one can use and thus
on the minimum transportation time.
The Fourier-transform formulation (eq. (2)) of the

transport allows for many enlightening analogies. For
instance, the modulus square of the amplitude A2 is
mathematically identical to the intensity profile for the
far-field Fraunhofer diffraction pattern of an object with
a transmittance having the same shape as the velocity
profile for the transport. An optimal transport condition is
equivalent to a dark fringe in the corresponding diffraction
pattern. The “round trip” A→B→A (see fig. 2a) consid-
ered in our experiment is made of two triangular velocity
profiles corresponding to a one-way transport A→B and
another in the opposite direction B→A. In optics, we
know that the repetition of a pattern in the transmittance
yields interferences. We can thus re-interpret formula (4)
where the factor term sinc2(ω0 T/8) plays the role of a
diffraction pattern for a one way transport, and the factor
term |sin(ω0 T/4)| accounts for “interferences” between
the two one-way velocity profiles. The optimization of
the conditions under which a non-adiabatic transport
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should be carried out with a “harmonic” optical tweezers
is then equivalent to apodization problems in optics,
which is a thoroughly studied problem [19]. We further
emphasize that the finite width of the spectrum of
periods of oscillation due to non-linearities involved in
a non-adiabatic transport is reminiscent of the finite
temporal coherence of the illuminating source in an
optical diffraction experiment. In the case of transport
the width of this spectrum depends on the duration of
the transport. In optics the spectrum width is an intrinsic
property of the illuminating source and therefore affects
globally the whole diffraction pattern.
Another interesting analogy based on the Fourier trans-

form formulation lies in the minimization of side lobes of
the spectrum when choosing a window to perform spec-
tral analysis, or when choosing the time shape of a Raman
pulse [18,20]. For instance, the use of a 4-term Blackman-
Harris shape for the velocity profile1 should ensure a
robust optimal transport as soon as its duration is bigger
than 4T0 (see fig. 3, dashed lines), yielding a very robust
optimal transport.
In conclusion, we have demonstrated the implemen-

tation of an optimal transport with optical tweezers in
the non-adiabatic regime along with a simple theoretical
formalism. The results presented in this letter are of inter-
est not only for cold atoms experiments to increase their
repeating rate, but also to any experiment where trans-
port using harmonic traps is achievable like, for instance,
trapped-ions experiments.
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T. W., Phys. Rev. Lett., 86 (2001) 608.

[10] Hommelhoff P., Haensel W., Steinmetz T., Haen-
sch T. and Reichel J., New J. Phys., 7 (2005) 3.

[11] Günther A., Kemmler M., Kraft S., Vale C. J.,
Zimmermann C. and Fortágh J., Phys. Rev. A, 71
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Abstract – We report the achievement of an optically guided and quasi-monomode atom laser, in
all spin projection states (mF =−1, 0 and +1) of F = 1 in rubidium 87. The atom laser source is a
Bose-Einstein condensate (BEC) in a crossed dipole trap, purified to any one spin projection state
by a spin-distillation process applied during the evaporation to BEC. The atom laser is outcoupled
by an inhomogenous magnetic field, applied along the waveguide axis. The mean excitation number
in the transverse modes is 〈n〉= 0.65± 0.05 for mF = 0 and 〈n〉= 0.8± 0.3 for the low-field seeker
mF =−1. Using a simple thermodynamical model, we infer from our data the population in each
excited mode.

Copyright c© EPLA, 2008

When atoms are coherently extracted from a Bose-
Einstein condensate (BEC) they form an atom laser, a
coherent matter wave in which many atoms occupy a
single quantum mode. Atom lasers are orders of magni-
tude brighter than thermal atom beams, and are first- and
second-order coherent [1,2]. They are of fundamental inter-
est, for example, for studies of atom-light entanglement,
quantum correlations of massive particles [3] and quantum
transport phenomena [4–10]. They are of practical inter-
est for matter-wave holography through the engineering of
their phase [11], and for atom interferometry because of
their sensitivity to inertial fields [12].
Many prospects for atom lasers depend upon a high

degree of control over the internal and external degrees of
freedom and over the flux. The control of the output flux
in a pulsed or continuous manner has been investigated
using different outcoupling schemes: short and intense
radiofrequency pulses [13], gravity-induced tunneling [14],
optical Raman pulses [15], long and weak radiofrequency
fields [16], and by decreasing the trap depth [17].

(a)E-mail: dgo@lkb.ens.fr

The control of their internal state is intimately related
to the outcoupling strategy. Atoms are either outcoupled
in the magnetically insensitive (to first order) Zeeman
state mF = 0 or another Zeeman state, each offering
different advantages. Atom lasers in mF = 0 are ideal for
precision measurement [18] because of their low magnetic
sensitivity. Atoms in other Zeeman states, however, are
ideal for measurements of magnetic fields because of their
high magnetic sensitivity [19].
The control of the external degrees of freedom has been

investigated through the atom laser beam divergence while
propagating downwards due to gravity [20,21]. Inhomoge-
neous magnetic fields have been used to realize atom opti-
cal elements [22]. Recently, a guided and quasi-continuous
atom laser from a magnetically trapped BEC has been
reported [23].
In this letter, we report on a new approach to generate

a guided atom laser. This method can produce an atom
laser in any Zeeman state. In addition, our non-state
changing outcoupling scheme leads to an intrinsically good
transverse mode-matching, that enables the production
of a quasi-monomode guided atom laser. Therefore, we
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(a)

(b)

Fig. 1: (Colour on-line). (a) Schematic of experiment, showing
trapping lasers and magnetic coils. The cross dipole optical
trap is formed by two lasers of wavelength λ= 1.07µm, one
horizontal (L1) and one at 45

◦ (L2). The coils are used
individually to produce magnetic-field gradients: during the
evaporation ramp, the top coil VT is used for production
of mF =+1 condensates, the bottom coil VB for mF =−1,
and the off-axis horizontal coil HB for mF = 0. Atom laser
outcoupling is done with either on-axis coil, HL or HR.
(b) Absorption images for mF =−1 and mF = 0 atom lasers
in waveguides, taken after a 15ms expansion time.

achieve simultaneously a high degree of control of the
internal and external degrees of freedom.
The atom laser is extracted from a Bose-Einstein

condensate produced in a dipole trap. The trap is
made from a ytterbium fiber laser (IPG LASER, model
YLR-300-LP) with a central wavelength of 1072 nm and a
FWHM linewidth of 4 nm. We have used an intersecting
beams configuration, formed by two focused linearly
polarized beams: beam (L1) is horizontal and has a waist
of w1 � 40µm, and beam (L2) which is in the y-z plane
at a 45 degree angle with respect to the horizontal beam,
and a waist of w2 � 150µm (see fig. 1(a)).
In order to control the laser power Pi (i= 1, 2) of each

beam, we used the first-order diffracted beam from water-
cooled acousto-optic modulators, made in fused silica and
designed for high-power lasers. The selected diffraction
order ensures that beams (L1) and (L2) have a frequency
difference of 80MHz. We actively stabilized the pointing
of the vertical beam, and passively stabilized the pointing
of the horizontal beam to less than 50µrad.
The experimental sequence begins by collecting around

109 atoms of 87Rb, in an elongated magneto-optical trap
(MOT), loaded from a Zeeman slower source in less than
2 seconds. The elongated shape of the MOT results from
the two-dimensional magnetic-field gradient configuration.
The dipole trap is on during the MOT loading, with
powers P1 = 24W and P2 = 96W. To maximize the load-
ing of atoms into the dipole trap, the horizontal beam L1

105

106

0.1 1

N

T (µK)

mF = +1

mF = 0

mF = −1

Ui

x

Fig. 2: Spin distillation. Number of atoms in each spin
state vs. temperature during the evaporation process, show-
ing the sympathetic cooling and purification of mF = 0 down
to degeneracy. The purification is due to a horizontal magnetic-
field gradient, applied during the evaporation ramp. This field
induces a force on mF =±1 that reduces the effective depth
that they experience (see inset, Ui is the potential experienced
by an atom in a mi Zeeman sublevel (i=−1, 0,+1)).

is overlapped on the long axis of the MOT, and provides a
reservoir of cold atoms [24]. In addition, we favor the selec-
tion of atoms in the hyperfine level 5S1/2, F = 1 by remov-
ing the repump light in the overlapping region, similar to
the dark MOT technique [25].
To evaporate, we switch off the MOT and we reduce

the power in each beam by typically two orders of
magnitude, following the procedures shown in ref. [26],
and we produce spinor condensates of around 105 atoms1.
The entire experimental cycle is less than six seconds.
To analyze the properties of the condensate, we use low-

intensity absorption imaging, with a variable time of flight
(TOF), after switching off the dipole beams. In addition,
we can use the Stern and Gerlach effect by applying a
magnetic-field gradient during the expansion to spatially
separate the spin components.
When evaporating with no magnetic field, we produce

a condensate with an approximately equal number of
atoms in each mF spin state. To produce the atom laser,
we require a BEC of one pure spin state. To do this,
we use a single magnetic coil to produce a gradient in
the magnetic-field amplitude ∇|B|, and hence a force on
the atoms due to the Zeeman effect. At the location of the
atoms, this force is almost purely in one direction, along
the axis of whichever coil is being used. We use such a
force, perpendicular to the guide axis (L1), to produce a
spin-polarized BEC of an arbitrary mF state.
Spin distillation to one mF state occurs because, when

the force is applied during evaporation, the trap is less
deep for the other mF states (see inset of fig. 2), and they
are evaporated first [17]. For example, to purify mF = 0,

1For mF = 0 (respectively, mF =−1) spin state experiments, the
horizontal beam has a final power of 100mW (respectively, 85mW)
at the end of the evaporation, and the vertical beam a final power
of 9.77W (respectively, 9.54W).
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we use the horizontal coil HB (see fig. 1(a)), which
forces the other mF states out of the trap, attracting
the mF =+1 and repelling the mF =−1 [27]. To purify
mF =−1, we use the bottom coil VB , which partially
cancels the effect of gravity for mF =−1, has little effect
onmF = 0, and increases the effect of gravity formF =+1.
Because atoms in the selected spin state are sympathet-
ically cooled by the other atoms, the evaporation is more
efficient, and we can produce condensates with a number
of atoms in a given spin state approximatively three times
greater than when evaporating with no field. We have
confirmed that the three spin states are approximately at
the same temperature during the entire evaporation. In
fig. 2, we show the evolution of each spin state population
in the course of evaporation for a spin distillation to the
mF = 0 state. From the slope of the evaporation trajecto-
ries in the number of atoms - temperature plot, we infer
(using the evaporation model of ref. [26]) that during the
last second of evaporation, the ratio between trap depth
and temperature η is 5.1 for mF = 0 an 4.6 for mF =±1,
which is further evidence for sympathetic cooling.
We demonstrate in the following that a BEC in a pure

spin state held in an optical trap can be coupled to the
horizontal arm of the trap in a very controlled manner,
using magnetic forces along the guide axis. The large
Rayleigh length (5mm for the horizontal beam L1) of the
laser we use for the trap enables us to guide the atom laser
over several millimeters (see fig. 1(b)). The data reported
on in this letter are for the mF = 0 and the mF =−1
spin states. Similar results have been obtained with the
mF =+1 state, using the same sequence as for mF =−1
but with the magnetic fields reversed.
After the evaporation is complete, we prepare to

outcouple the atom laser by linearly increasing over
200ms the power in the horizontal beam to 200mW
for mF =±1 (respectively, 400mW for mF = 0) and
decreasing the power in the vertical beam to 1W for
mF =±1 (respectively, 800mW for mF = 0). This is done
so that the maximum available magnetic force will be
sufficient to outcouple. At the same time, we linearly
increase a magnetic gradient along the horizontal guide
axis from 0 to 0.18T/m, to reach the threshold of outcou-
pling. Finally, to outcouple we hold the power in each
beam constant and increase the magnetic gradient from
0.18T/m to 0.22T/m over a further 200ms to generate
the beam. For atoms in themF = 0 state, the force exerted
by the magnetic field is weaker than the one experienced
by atoms in mF =±1, since it relies on the second-order
Zeeman effect. Nevertheless, we have demonstrated this
magnetic-outcoupling method for all three spin states.
The role played by the magnetic field is twofold: i) it

lowers the trap depth along the optical guide axis and
favors the progressive spilling of atoms, and ii) it acceler-
ates the atoms coupled into the guide, similar to gravity for
standard non-guided atom lasers. Note that unlike grav-
ity, we can control and even turn off this inhomogeneous
magnetic field at will.
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Fig. 3: Measurements of the trapping frequency and the
velocity dispersion for rubidium atoms in |F = 1,mF = 0〉.
(a) Fourier transform of atom cloud oscillations in the
waveguide. The peak has a frequency of 245Hz and a width
of 10Hz. (b) Plot of measurements of (∆x(t))2 against t2 for
the time-of-flight expansion of the atom laser, and the straight
line fit to the data, from which we infer the velocity dispersion
∆v= 1.2mm/s. Inset: example of Gaussian fit to integrated
data, for a 15ms TOF.

The figure of merit for a guided atom beam is the
number of transverse modes that are populated. Exper-
imentally, we cannot measure directly those populations,
but we have access to the mean excitation number of the
transverse modes 〈n〉. Using the virial theorem for a non-
interacting beam2 in a harmonic guide, one can show that
the transverse velocity dispersion ∆v obeys

1

2
m(∆v)2 =

�ωz

2

(
〈n〉+ 1

2

)
. (1)

To infer 〈n〉, one needs to measure ∆v and ωz. The
trap frequency ωz of the optical guide is determined
by observing the centre-of-mass oscillation of an atom
cloud prepared at this location. The transverse excitation
is produced by giving a momentum kick with a pulsed
magnetic field. Figure 3(a) shows the Fourier transform
of the oscillations from which we infer a trap frequency
ωz = 2π× (245± 10)Hz. The same method gives a trap
frequency of 170Hz for the experimental conditions
used to investigate atom lasers in the internal state
|F = 1,mF = 1〉.
The velocity dispersion ∆v is inferred from a TOF

measurement. We integrate the absorption images along
the atom laser propagation direction over one millimeter,
i.e. on a distance over which the transverse frequency

2The outcoupled beam is in the low-density regime ρa� 0.1< 1,
where a is the scattering length and ρ the linear density [4,5].
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Fig. 4: Flux of atom laser vs. time for the guided atom lasers
depicted in fig. 1(b), in the mF = 0 and mF =−1 spin states
(a binning procedure has been used to smooth out the noise
due to the CCD camera).

is constant to within a few percent. The resulting one-
dimensional profiles are fitted with a Gaussian function to
find the width ∆x(t), t being the TOF duration. We then
find ∆v through the relation (∆x(t))2 = (∆x0)

2+(∆v)2t2.
A typical fit and TOF measurement can be seen in
fig. 3(b).
Using eq. (1), we find 〈n〉= 0.8± 0.3 for a guided atom

laser of atoms in the mF =−1 state, and 〈n〉= 0.65±
0.05 for the mF = 0 state

3. From our data, we conclude
that this quality is preserved as the beam propagates
in the optical guide over several millimeters. We have
therefore produced a quasi-monomode guided atom laser
for any Zeeman state. Before analyzing in more detail the
transverse-mode distribution, we discuss the issue of the
flux of the laser beam.
The control of the output flux is also a crucial issue

for most applications. Its variation as a function of time
can be extracted from the absorption images of fig. 1(b).
Those images are taken after a 15ms time of flight in the
absence of any magnetic force. An atom that experiences
the mean acceleration ā (= µBb/2m for anmF =−1 atom)
where b= 20T/m during a time τ , is located after a time of
flight of duration t at y− y0 = āτ2/2+ āτ t, where y0 is the
point of outcoupling. From the absorption images we have
a direct access to the mean linear atomic density ρ[y] along
the propagation axis. The flux is thus given by4 Φ(τ) =
ρ[y(τ)](dy/dτ). We have shown in fig. 4 two examples of
the flux as a function of time, deduced from the measured
density in the absorption images of a guided atom laser in
mF = 0 and in mF =−1. For the mF = 0 state, the flux
increases over the 30 first milliseconds to 4× 105 atoms/s,
and then remains constant over more than 70ms. For the

3The larger error bar for the mF =−1 state might be attributed
to a higher sensitivity to technical noises due to the lower guide
frequencies.
4The classical reasoning performed here is justified since the

length scales of interest are much larger than the quantum length
�= (�2/m2ā)1/3 < 1µm on which the Airy-like wave function oscil-
lates.

mF =−1 state, a flux up to 7× 105 atoms/s is reached
in just 20ms. The flux decreases afterwards as the BEC
get depleted. For our experimental sequence, the magnetic
force is smaller for the mF = 0 state compared to the
mF =−1 state, and the smaller outcoupling rate yields
a nearly constant output flux for mF = 0. During the
outcoupling process, the flux is determined by the chemi-
cal potential which is equal to the trap depth. Therefore,
to have the flux constant and stable over a long period of
time would require precise control of each beam’s power
and position, and of the magnetic-field gradient, all over
the entire outcoupling.
The linear density ρ extracted from our data ranges

from 5× 107 to 107 atoms/m. We propose in the following
a simple model that gives the whole excitation spectrum
for the transverse degrees of freedom from the experimen-
tal values of the linear density ρ and the mean excitation
number 〈n〉. The beam is assumed to be a perfect Bose
gas at thermodynamical equilibrium made of N atoms
confined longitudinally by a box of size L=N/ρ with peri-
odic boundary conditions and transversally by a harmonic
potential of angular frequency ω. The one-particle eigen-
states of the system are then labelled by three integers:
the non-negative integers nX and nZ labelling the eigen-
states of the harmonic oscillator along the transverse
X- and Z-axis, and the integer �Y labelling the momen-
tum along Y. Replacing in the large-L limit the sum over
�Y by an integral, the normalization condition reads

ρλ= g1/2(z)+

∞∑
p=1

zp

p1/2

(
1

(1− e−pξ)2 − 1
)
, (2)

where we have introduced the de Broglie wavelength λ=
�/(2πmkBT )

1/2, the fugacity z = exp(βµ), the dimension-
less parameter ξ = β�ωz and the p= 1/2 Bose function
g1/2(z) =

∑∞
n=1 z

n/n1/2. Note that the function g1/2(z) is
not bounded when z→ 1, which means physically that, in
our trapping geometry, there is no Bose-Einstein conden-
sation in the thermodynamical limit defined as L,N →∞
with a fixed linear density ρ=N/L. However, in such
a combined box+harmonic confinement, Bose-Einstein
condensation in the transverse-ground-state level does
occur at thermodynamical equilibrium [28]. The expres-
sion for the critical temperature is

Tc =
�ω

kB

(
ρλ

ζ(5/2)

)1/2
, (3)

with ζ(5/2)� 1.34.
The mean excitation number 〈n〉 is obtained by calcu-

lating the transverse energy E⊥ = 2N�ω〈n〉. We find

〈n〉= 1

ρλ0ξ1/2

∞∑
p=1

zp

p1/2
e−pξ

(1− e−pξ)3 , (4)

with λ0 = �/(2πm�ω)
1/2. From eqs. (2) and (4) and the

experimental measurements of 〈n〉 and ρ, we determine
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Fig. 5: (Colour on-line) Transverse excitation spectrum.
Measuring the linear atomic density and the mean excitation
number 〈n〉, one can infer the distribution of the transverse
energy states εk = k�ω using a thermodynamical-equilibrium
approach where the atom laser beam is modelled by a Bose
gas confined by a box longitudinally and a harmonic potential
transversally. For a linear density equal to 5× 107 atoms/m,
the occupation number of the ground state is on the order of
50% for our data where we measure 〈n〉 � 0.7, and 14% when
〈n〉 � 2.0 as reported in ref. [23].

numerically the dimensionless parameters ξ and z that
allow one to infer all the equilibrium properties of the
Bose gas. As an example, the occupation numbers Pk of
all transverse energy states εk = k�ω are given by

Pk =
1

ρλ
(k+1)g1/2(ze

−kξ), (5)

where the (k+1) factor accounts for the degeneracy of
the state k. For our data with a linear density equal
to ρ= 5× 107 atoms/m and 〈n〉 � 0.7, we find 50% of
atoms in the transverse ground state and a temperature
of 20 nK, well below the critical temperature of 60 nK
obtained for this linear density according to eq. (3). The
same calculation yields 14% of atoms in the transverse
ground state for the parameters and data reported in
ref. [23] where 〈n〉 � 2.0 (see fig. 5). The thermodynamical
equilibrium assumption made in the previous reasoning is
approximately valid for the data presented in this letter.
Indeed, we have estimated that each atom undergoes a few
collisions after being outcoupled from the Bose-Einstein
condensate.
The atomic intensity fluctuations of the atom

laser beam are related to the dimensionless parame-
ter χ= �2ρ3g/(mk2BT

2), where g= g3D/(2πa
2
0) with

g3D = 4π�
2a/m, a being the scattering length and

a0 = (�/mωz,x)
1/2 [29]. For χ� 1, small atomic intensity

fluctuations are expected, and conversely for χ� 1. With
our parameters, the decrease of the atomic density as the
atom laser propagates yields a decrease of χ from 100
to 1 in 100ms. An interesting prospect, with a better
imaging system, deals with the study of atomic intensity
fluctuations and the investigation of the longitudinal
coherence with guided atom lasers produced in different
interacting regimes, including out-of-thermal–equilibrium
states.

Two effects are probably involved in the residual multi-
mode character of our atom laser. First, the residual
thermal fraction in equilibrium with the condensate in the
trap can populate the excited transverse modes. Second,
slight shaking of the position of the relative position of
beams (L1) and (L2) during the outcoupling process can
result in an increase value of the mean excitation number.
We therefore envision two main improvements for future
experiments: i) a position locking scheme for the guide
with a bandwidth of a few kHz, and ii) a more adiabatic
outcoupling by shaping the ramp of the magnetic field,
which would require a numerical optimization by solving
the three-dimensional Gross-Pitaevskii equation.
In conclusion, we have succeeded in smoothly coupling

an optically trapped BEC to a horizontal optical guide
with low transverse excitation. The near monomode
nature of the atom laser will be important in all appli-
cations which use phase engineering such as matter-wave
holography [30]. A guided atom laser is an ideal tool to
investigate the transmission dynamics of coherent matter
waves through different structures. Such studies have their
counterpart in electronic-transport phenomena, including
the generalization to cold atoms of Landauer’s theory of
conductance [31], the atom-blockade phenomenon [6–8],
non-linear resonant transport [9,10]. Guided atom lasers
in magnetically sensitive states are ideal to combine with
magnetic structures, such as on atom chips [32].
Finally, we emphasize that this work, combined with a

continuous replenishing of the optical dipole trap [33], can
be viewed as a promising strategy to generate a continuous
guided atom laser.
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A quasi-monomode guided atom laser from an all-optical
Bose-Einstein condensate
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After publication, we became aware of an error in a definition which changes slightly the results presented in fig. 5
and the corresponding comment. In eq. (2), the de Broglie wavelength should be defined as λ= h/(2πmkBT )

1/2, and
the parameter λ0 in eq. (4) as λ0 = h/(2πm�ω)

1/2. This error does not affect the line of arguments of our publication.
Actually, it shows that the guided atom laser that we have produced with a mean excitation number of the transverse
modes 〈n〉 � 0.7 is even closer to the transverse monomode regime than what we claimed, with about 70% of atoms
in the ground state of the transverse confinement. For 〈n〉 � 2.0 as in ref. [1], one finds a ground-state population of
35%. The corrected version of fig. 5 is published here below. In addition, a misprint on the value of the gradient we
used to evaluate the acceleration ā was made, one should read b= 0.2T/m.
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Fig. 5: (Colour on-line) Transverse excitation spectrum. Measuring the linear atomic density and the mean excitation number
〈n〉, one can infer the distribution of the transverse energy states εk = k�ω using a thermodynamical-equilibrium approach where
the atom laser beam is modelled by a Bose gas confined by a box longitudinally and by a harmonic potential transversally. For
a linear density equal to 5× 107 atoms/m, the occupation number of the ground state is on the order of 70% for our data where
we measure 〈n〉 � 0.7, and 35% when 〈n〉 � 2.0 as reported in ref. [1].
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Multimode-to-monomode guided-atom lasers: An entropic analysis
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We have experimentally demonstrated a high level of control of the mode populations of guided-atom lasers
�GALs� by showing that the entropies per particle of an optically GAL and the one of the trapped Bose-
Einstein condensate �BEC� from which it has been produced are the same. The BEC is prepared in a crossed
beam optical dipole trap. We have achieved isentropic outcoupling for both magnetic and optical schemes. We
can prepare GAL in a nearly pure monomode regime �85% in the ground state�. Furthermore, optical outcou-
pling enables the production of spinor guided-atom lasers and opens the possibility to tailor their polarization.

DOI: 10.1103/PhysRevA.80.041605 PACS number�s�: 03.75.Pp, 37.25.�k, 41.85.Ew, 42.60.Jf

Isentropic transformations have been used extensively to
manipulate classical and degenerate quantum gases. For in-
stance, the reversible formation of a molecular Bose-Einstein
condensate �BEC� from ultracold fermionic atoms having
two spin components was performed by adiabatically tuning
the interspecies scattering length from positive to negative
values �1–5�. Another illustration is the adiabatic change of
the shape of the confining trap of cold atoms giving the
possibility to change the phase-space density in a controlled
manner �6,7�. A spectacular demonstration of this idea has
been the multiple reversible formations of BEC by adiabati-
cally superimposing an optical dimple trap on a magnetically
trapped and precooled sample of atoms �7�. For an ideal
transformation, the entropy of the initial cloud should remain
constant. However, the limitations of the experimental setup
always introduce an extra source of entropy. The challenge
for the experimentalists is to minimize this latter contribu-
tion.

In this Rapid Communication, we demonstrate the control
and the characterization of a guided-atom laser �GAL� �8,9�.
The experiments performed to date on the beam quality were
addressing the spatial mode of free-falling-atom lasers. The
importance of the outcoupling scheme or the role played by
atom-atom interactions has been extensively studied �10–12�.
GALs are characterized by their population in each trans-
verse modes of the guide. We have extended the use of isen-
tropic analysis to propagating matter waves in order to relate
quantitatively these populations to the characteristics of the
BEC from which the GAL originates. This approach turns
out to be possible because of both the validity of the local
thermal equilibrium and the sufficiently large reduction in
the extra entropy production generated by the experimental
manipulation. Improvements to the production and character-
ization of the GAL are crucial for fundamental studies such
as quantum transport �13� and applications in metrology
�14�, among others.

The experiment starts by loading 3�107 87Rb atoms in a
crossed beam optical dipole trap at a wavelength of 1070 nm
from an elongated magneto-optical trap �MOT�. To transfer
the atoms in the lower hyperfine level F=1, we align the
horizontal arm �1� of the optical trap with the long ŷ axis of

the MOT �see the inset of Fig. 1�a�� and we mask the repump
light in the overlapping region between the two traps. The
other arm �2� of the crossed dipole trap makes an angle of
�=45°, in the ŷ-ẑ plane, where the ẑ axis is the vertical axis
�9�. In practice, beam �1� ��2�� has a waist of w1=40 �m
�w2=130 �m� and an initial power of P1�20 W
�P2�100 W�.

The BEC transition temperature is on the order of 300 nK.
Typically, a BEC of 2�105 atoms is formed after a 4 s
evaporation ramp carried out by lowering the power of both
beams �see Fig. 2�. Using the spin-distillation technique dur-
ing the evaporation process �9�, we prepare the BEC in a
purely F=1, mF=0 state. The density profile distribution of
the BEC is obtained from absorption images after a 20 ms
time of flight �TOF�. Figure 1�a� shows a typical BEC profile
with a significant thermal fraction.

We first describe experiments performed using magnetic

FIG. 1. �Color online� �a� Absorption image of a BEC of 87Rb
atoms released from a crossed dipole trap, after 20 ms time of flight.
Inset, top right: atom density across a line through the cloud center.
Inset, bottom right: crossed dipole trap laser geometry. �b� Absorp-
tion image of a guided-atom laser, outcoupled from the same BEC
and imaged in the same conditions. The atom laser has a mean
excitation number in the transverse modes of �n�=4. Inset: atom
density integrated along the guide axis �1�. A bimodal density struc-
ture is evident, as in �a� above.
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outcoupling. At the desired temperature, we prepare the
cloud by increasing the power of the two beams in 200 ms to
limit residual evaporation. Beam �1� is used as a horizontal
guide whose frequency �� /2�=289 Hz is measured by ex-
citing the transverse sloshing mode and varies by less than
4% over 1 mm. The power of beam �2� is then reduced to
facilitate the outcoupling, while the power of beam �1� is
kept constant �inset of Fig. 1�a��. The outcoupling is per-
formed by applying a magnetic gradient with increasing
strength as a function of time. During this 100 ms outcou-
pling phase, outcoupled atoms propagate in the optical guide
over 1 mm before being imaged. Figure 1�b� shows a density
profile of the GAL generated from the BEC of Fig. 1�a�.
Such pairs of images have been acquired for different tem-
peratures of the atomic cloud.

To relate quantitatively the characteristics of the GAL to
those of the cloud it originated from, we model the GAL
using a thermodynamic approach within the grand-canonical
ensemble �9,15,16�. We consider an ideal Bose gas enclosed
in a fictitious box along the longitudinal axis and confined
transversally by a harmonic potential. For a given linear den-
sity �, a transverse condensation occurs below a critical tem-
perature Ta

c, i.e., a macroscopic fraction of the atoms occupy
the transverse ground state independently of their longitudi-
nal state �17�. Indeed, there is no Bose-Einstein condensation
in the true ground state �transverse and longitudinal� of this
quasi-one-dimensional system in the thermodynamic limit
�16�.

The transverse profile �integrated along the ŷ axis� is
readily inferred from the thermodynamic model

���x� =
g1/2�za�
��	2

e−x2/	2
+

1

a0
�2�
a

3
g2�zae−
ax2/2a0

2
� , �1�

where a0= �� /m���1/2 is the transverse harmonic-oscillator
length, 	 is the size of the ground state �18�, za=exp����
is the fugacity, 
a=���� with �=1 /kBT �19�,
�=h / �2�mkBT�1/2, and gp�z�=	n=1


 zn /np is the Bose function
of index p.

To extract quantitative data from our profiles, we have
approximated the g2 function by a Gaussian and fit our data
with the sum of two Gaussians. We have checked numeri-
cally that this method does not introduce significant errors
with respect to experimental uncertainties. In this way, we
can calculate the fraction of condensed atoms, the tempera-
ture, and we can thus obtain the mean excitation number
through the formula �20� �n�= �1− ��0 /����n�th, where
�0=g1/2�za� /� is the mean linear density in the transverse
ground state and �n�th is the average excitation number of the
excited atoms, which is a function of 
a. The first-order ex-
pansion �n�th�
a

−1−1 /2 gives a satisfactory estimate over
the whole range of parameters that we have used.

In practice, the two measurements of the linear density
and of �n� give access to the two parameters 
a and za, and
therefore characterize completely the thermodynamic equi-
librium quantities. We have plotted in Fig. 2 the measured
value for �n� along with the condensed fraction of the source
cloud of atoms, from which the GAL has been produced, as
a function of the temperature of the cloud. There is a clear
correlation between the two quantities: the colder the sample,
the more monomode the guided-atom laser. The mean num-
ber of populated energy levels, taking into account their de-
generacy, varies from more than 
100 levels for the atom
laser extracted from a cloud at 500 nK to just one level
populated. Indeed, for the coldest point at 50 nK, 85% of
atoms are in the transverse ground state of the guide, to be
compared with previously reported values of 70% �9�, 65%
�21�, and 40% �8�. This unprecedented value is due to the
intrinsically better mode matching between the initial trap
and the guide.

In the following, we compare quantitatively the entropy
per atom in both systems. This comparison is carried out in a
range of temperature for the source cloud such that
���gnb�kBT�0.9kBTb

c, where Tb
c is the BEC transition

temperature, nb is the atomic density of the condensate, and
g=4��2a /m is the strength of the interaction. In this tem-
perature regime, the Hartree-Fock and Popov theories yield
very similar predictions for thermodynamic quantities, which
are well reproduced by the ideal gas formula �1,22�. For our
GAL, the interactions are such that �0a�0.5, which vali-
dates the use of a noninteracting model described above.

We have therefore computed independently the entropy
per particle S /kBN using the noninteracting formula for both
systems. This quantity is intensive and, in both cases, de-
pends only on the two dimensionless and intensive param-
eters: the fugacity z and 
=���. Within our thermodynamic
model, the entropy per particle of the GAL reads

Sa�za,
a�
kBNa

= − ln za + ��−1	
p=1


 � za
p

p3/2
1

�1 − e−p
a�2

+
p + 1

2
g3/2�zae−p
a� +

2
aza
pe−p
a

p1/2
1

�1 − e−p
a�3� .

�2�

Figure 3 shows experimental measurements of the en-
tropy per particle of the source BEC compared to the

�n�
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FIG. 2. �Color online� Measured condensed fraction N0 /Nb

�open circles� of the source BEC and mean excitation number �n�
�solid circles� of the guided-atom laser produced from the source
BEC by magnetic outcoupling. Both are shown as a function of the
temperature of the trapped source BEC immediately prior to the
outcoupling.
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corresponding GAL. The solid line represents perfect isen-
tropic outcoupling �that is, Sa /NakB=Sb /NbkB�. Our data
�solid circles� are therefore in good agreement with the isen-
tropic assumption used to model the outcoupling. The error
bars originate from the nonperfect pointing stability of both
dipole beams yielding fluctuations of the temperature and the
number of atoms of the BEC, and residual excitations of the
propagating atom laser.

The robustness of the entropic analysis has been con-
firmed by studying the GAL generated by optical outcou-
pling �i.e., outcoupling by reducing the power in laser beam
�2�, with no magnetic field used�. After the evaporation ramp
and subsequent recompression of the crossed dipole trap �as
with magnetic outcoupling�, the outcoupling is performed by
decreasing the intensity of beam �2� progressively until at-
oms spill into the optical guide formed by beam �1� �see Fig.
1�. The outcoupled atoms experience a force due both to
gravity �since beam �1� is not perfectly horizontal� and the
local dipole force �since beam �2� does not necessarily cross
beam �1� at its waist position�. The comparison between the
entropies of the atom laser and the BEC from which it has
been generated are plotted in Fig. 3 �open circles�, which
confirms that this optical scheme is also nearly isentropic.
Conversely, one can predict the characteristics of the guided-
atom laser by knowing those of the condensate from which it
has been outcoupled �assuming an isentropic transforma-
tion�.

The control of the mean number of excitations �n� could
be used to explore the transition between the classical re-
gime, in which a large number of energy levels are popu-
lated, and a pure quantum regime where nearly all atoms are
in the transverse ground state. For instance, this system could
be well suited to investigate classical versus quantum chaos
where significant differences are expected between the two
regimes �23�.

The model used to deduce the entropy assumes that the
GAL is at local thermodynamic equilibrium. The collision
rate evaluated in the moving frame and using the formula of
the classical limit is on the order of 25 s−1 for typical ex-
perimental parameters. It is strongly enhanced because of

bosonic amplification �24�. During the 100 ms of the outcou-
pling process, the local thermal equilibrium assumption is
thus valid. We have also performed outcoupling over shorter
times �50 ms� and obtained similar agreement for the entropy
per particle.

As the GAL propagates, its density is diluted due to ve-
locity dispersion and inhomogeneous forces on the atoms.
The propagation is therefore accompanied by a modification
of the transverse mode population, as soon as the collision
rate is sufficient to validate the local equilibrium assumption.
This is a significant difference with light propagation in fi-
bers. The expected modification for a 1 mm propagation
length is compatible with our error bars when we compare
the results of long outcoupling time with respect to short
outcoupling time. After a sufficiently long propagation, the
mode population is expected to freeze out since the atomic
density decreases and the collision rate becomes too small
for restoring the thermal equilibrium. In this limit, the ther-
modynamic model no longer applies.

The optical outcoupling process affects atoms of all Zee-
man states equally. Also, the optical waveguide confines all
Zeeman states equally, compared to a magnetic guides in
which only certain Zeeman states may propagate. It is there-
fore possible to produce atom lasers that contain mixtures of
atoms in different spin states, or even linear superpositions of
spin states. Starting with a spinor BEC �see �25�, and refer-
ences therein� in a incoherent mixture of mF= �1,0, we
have been able to generate a spinor guided-atom laser as
shown in Fig. 4 where the three components are separated
using a Stern and Gerlach field during the TOF.

As a preliminary study, we have produced a BEC in su-
perposition of states of the F=1 and F=2 hyperfine levels,
by combining the spin-distillation technique �9�, and micro-
wave pulses with well-defined polarization �26�. The internal
degrees of freedom of the atoms are the analog of polariza-
tion for light. The dimension of the corresponding subspace
is much larger for atoms than for light. An appealing per-
spective, which requires a well-controlled magnetic environ-
ment, lies in the full control of the polarization of the guided-
atom laser over its propagation.

In this Rapid Communication, we have demonstrated an
unprecedented control over the transverse degrees of free-
dom of a guided-atom laser. Two different outcoupling
schemes are analyzed by a quantitative model based on an
entropy analysis. In addition, optical outcoupling offers the
possibility to control the internal degrees of freedom. A re-
lated prospect is the generation of a GAL with a very narrow
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FIG. 3. �Color online� Entropy per atom of the atom laser
�Sa /NakB� against the entropy per atom of the source BEC
�Sb /NbkB�. Each point is the average of ten measurements. The
different points correspond to different initial temperatures of the
BEC. Solid circles are for magnetic outcoupling, while open circles
are for optical outcoupling. The solid line is the expected result for
equal entropy per particle of both systems.

FIG. 4. �Color online� �a� Spinor guided-atom laser obtained by
optically outcoupling atoms from a spinor condensate. �b� The three
components mF=−1,0 ,+1 are separated by applying a Stern and
Gerlach field during the time of flight.
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longitudinal velocity dispersion. This is in principle achiev-
able by exploiting the tunnel effect for the outcoupling �27�.

Another promising perspective of the techniques devel-
oped in this Rapid Communication is the production of a
continuous guided-atom laser. The periodic replenishing of
Bose-Einstein condensates held in an optical trap has already
been demonstrated in Ref. �28�. Using the spin-distillation
technique �9�, this reservoir of condensates could be
produced in a mF=0 state. Applying a gradient of
magnetic field along one arm of the dipole trap, atoms could
be continuously extracted in it by applying a radio frequency

to transfer atoms into a magnetically sensitive state mF
= �1.
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