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Résumé

Ce document décrit ’ensemble des travaux scientifiques effectués entre 1995 et 2004 aux
Etats-Unis puis en France. [L’ensemble de ces travaux s’articule autour du theme central
de l'optique et de l'interférométrie atomique, un domaine de la physique atomique qui a
connu deux tournants spectaculaires qui ont été majeurs pour cette thématique : ’abou-
tissement des techniques sophistiquées de refroidissement des atomes par laser permettant
une “collimation” des faisceaux atomiques et la réalisation en 1995 du premier condensat de
Bose-Einstein d’alcalins, précurseur du laser a atomes, source cohérente a haute luminance.
Tous ces travaux ont nécessité 1’élaboration de nombreux dispositifs expérimentaux. Ils ont
d’une part abouti a la réalisation de trois senseurs inertiels atomiques de haute performance :
un gyrometre a jet atomique collimaté, un gradiometre a atomes froids, une base inertielle a
atomes refroidis par laser. D’autre part, ils ont permis de développer deux sources atomiques
cohérentes d’un modele nouveau sur lesquelles un grand nombre de résultats sur la nature
profonde des condensats de Bose-Einstein ont pu étre obtenus. Ce manuscrit est organisé
en H chapitres permettant d’aborder progressivement la problématique des senseurs inertiels
atomiques (essentiellement a source refroidie non cohérente), les propriétés fondamentales
de la condensation de Bose-Einstein, la production de laser a atomes, les propriétés de co-
hérence des sources atomiques dégénérées et enfin les perspectives qu’ouvrent les lasers a

atomes pour 'interférométrie atomique.

Le chapitre 2| aborde d’abord d’une maniere assez générale la manipulation des paquets
d’ondes atomiques par la lumiere et leur application a l'interférométrie atomique. Bien que
principalement orienté sur les séparatrices a faisceaux Raman utilisées lors des travaux ex-
périmentaux réalisés a Stanford dans le groupe de M. Kasevich, une revue de détail de la
physique de cette manipulation des paquets d’ondes est tres utile puisque nous verrons dans
le chapitre [5| que le principe de cette manipulation est équivalant a ’outil d’optique ato-
mique utilisé pour manipuler de maniére cohérente le condensat. Ce chapitre continue par
une revue des différents senseurs inertiels développés a l'aide de ces techniques : un gravi-
metre réalisé initialement par le groupe de S. Chu, ainsi qu’un gradiometre et un gyrometre
pour lequel j’ai contribué au sein du groupe de M. Kasevich. Enfin, ce chapitre se termine
par une revue de détail des deux gyrometres atomiques sur lesquels j’ai travaillé, le gyro-
metre a jet collimaté de Stanford, et le Gyrometre & Ondes de Matiere (atomes froids), fruit
de la collaboration entre le SYRTE (A. Landragin, A. Clairon et N. Dimarq), le LCFIO
(moi-méme), le LKB (C. Salomon) et le LPL (C. Bordé) avec le soutien de la DGA et la par-



ticipation de SAGEM. Le chapitre [3| va permettre d’introduire le concept d’onde de matiere
cohérente qui constituera le ceeur du reste du document. Ce chapitre permettra d’introduire
les concepts de base de la condensation de Bose-Einstein et les contraintes expérimentales
pour atteindre ce régime quantique dégénéré avec des alcalins. Il permettra aussi d’intro-
duire le concept original développé dans notre groupe, qui vise a utiliser un électroaimant a
coeur ferromagnétique, fruit d’une collaboration avec le LeSIR (M. Lécrivain) pour produire
des champs magnétiques intenses. Diverses versions plus ou moins évoluées de ce concept
ont été et sont toujours utilisées sur les deux montages expérimentaux que j'utilise au sein
du groupe d’optique atomique. Ce chapitre se termine sur une revue complete des résultats
expérimentaux obtenus sur le premier montage de condensation démarré a mon arrivée dans
le groupe en 1996 (le condensat ayant été obtenu en 1998), permettant d’une part de mettre
en évidence certaines limitations fondamentales a la technique de refroidissement évaporatif
en champ magnétique intense, et d’autre part d’indiquer le role prépondérant des phéno-
menes d’interaction entre atomes sur les propriétés thermodynamiques. Le chapitre 4| aborde
plus spécifiquement le probleme de I'extraction d’un faisceau atomique cohérent de la cavité
atomique ou est obtenu le condensat. Apres une breve présentation du modele théorique
développé dans notre groupe, ainsi qu'une revue des contraintes expérimentales liées a cette
application, les résultats expérimentaux obtenus sur la propagation du laser a atomes continu
ou pulsé sont indiqués. Ces expériences ont en particulier permis de faire un lien entre les
lasers a atomes et les lasers optiques, par exemple en montrant qu’un formalisme similaire a
ceux de l'optique gaussienne, les matrices ABCD, permettait d’analyser en détail la propa-
gation d’'une onde de matiere. Le chapitre |5/ aborde une des dernieres expériences menée au
sein du groupe et qui visait a utiliser un outil d’optique atomique, un réseau de diffraction,
pour étudier précisément les propriétés de cohérence de la source atomique dégénérée. Ce
projet tire profit du savoir-faire exposé dans le chapitre [2| mais est aussi un précurseur des
futures expériences d’interférométrie atomique avec des sources cohérentes. La mesure de la
longueur de cohérence effectuée avec cet outil, que ce soit sous la forme d’une spectroscopie
de "longueur d’onde” ou d’un interférometre, a permis de montrer qu’'une fois de plus les pro-
priétés du condensat de Bose-Einstein pouvaient étre loin d’idéales. Ces premiers résultats
aboutissent naturellement a une expérience pour étudier 'apparition de la cohérence au seuil
de la condensation de Bose-Einstein, un probleme encore peu ou pas abordé, tant expéri-
mentalement que théoriquement. Le document se termine sur quelques perspectives ouvertes
par les sources cohérentes pour l'interférométrie atomique. Deux aspects sont en particulier
abordés : la possibilité de faire de 'optique atomique "quantique” avec un condensat pour,
en particulier, atteindre une limite de bruit de détection inférieur au bruit de projection
quantique et 'utilisation éventuelle des sources cohérentes dans des interférometres a grand

temps d’interrogation, essentiellement destinés a des expériences en microgravité.

Ce document est d’abord une synthese des travaux mentionnés ci-dessus. Le lecteur sou-

haitant en savoir davantage trouvera des descriptions détaillées dans les publications citées



ainsi que dans les mémoires de these de B. Desruelles, V. Boyer, G. Dellanoy, Y. Le Coq,
F. Gerbier et S. Richard que j’ai directement encadrés, ainsi que le travail de these de D.
Holleville et J. Fils pour le gyrometre atomique que j’ai suivi de pres. Toutefois, certains
aspects, essentiellement abordés au dernier chapitre, relevent plus de la prospective et des

projets en cours, et il s’agit donc de travaux loin d’étre completement aboutis.
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CHAPITRE 1

Présentation générale des travaux

Apres mon diplome d’ingénieur de IEcole Supérieure d’Optique obtenu en 1991, j’ai effectué
une these dans le groupe de Claude Cohen-Tannoudji au laboratoire Kastler-Brossel sous
la direction de Christophe Salomon. Durant cette période, j’ai participé a quatre montages
expérimentaux [I]. Le premier montage consistait a étudier une cavité atomique verticale
formée par un miroir électromagnétique convexe, la gravité jouant le role de second miroir. Ce
miroir atomique utilisait une onde évanescente intense a la surface incurvée d’un diélectrique.
Nous avons montré que le confinement paraxial des atomes était possible dans un tel piege
en observant une durée de vie de plusieurs centaines de millisecondes (environ 10 rebonds
comme indiqué sur la figure [L.1)), ouvrant ainsi la voie vers des applications fondamentales

d’optique et d’interférométrie atomique.

Fig. 1.1 : Nombre d’atomes passant
106+ dans un faisceau sonde placé & une hau-
teur fizée au-dessus d’un miroir atomique
concave en fonction du temps. On peut fa-
05 ‘ cilement observer jusqu’d diz rebonds, les
pertes de cette cavité atomique étant es-
sentiellement liées a la qualité du vide ré-

Nombre d'atomes

siduel.

T T T T T T
0 100 20 30 40 50
Temps aprés coupure du piege

Un second montage était un nouveau piege a pression de radiation basé sur le pompage
optique qui fonctionne en champ magnétique nul : le TROOP (Trap Relying On Optical
Pumping). Comme indiqué sur la figure , il était constitué de six faisceaux divergents de
polarisation circulaire et fonctionnait sur le rouge d’une transition J, — J, = J. + 1 avec
J, # 0 . Ce pitge permettait de capturer environ 107 atomes de c¢ésium en cellule, ce nombre
étant essentiellement limité par la relative inefficacité du chargement par rapport a un PMO

a cause de I'absence de gradient de champ magnétique.

J’ai aussi consacré une partie de ma these a I’étude d’un nouveau type de force, les forces
dipolaires rectifiées, et leur application au ralentissement d’atomes sur des distances courtes

(ce programme de recherche s’est effectué principalement a Heidelberg en collaboration avec
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Fig. 1.2 : TROOP

R. Grimm). De méme, j’ai réalisé un piege magnéto-optique (PMO) de grande dimension

(nuage d’atome de 1 cm?®) pour capturer un grand nombre d’atomes (~ 10'1).

Depuis les années 1980, le domaine du refroidissement d’atomes par laser avait pris un
essor considérable et pendant mes années de these, c’était un nouveau domaine qui était
en train de se former; [’Optique et ['Interférométrie Atomique. On commencait en fait a
voir apparaitre un grand nombre d’expériences de principe [2, 13, [l (5 6] [7, [§] montrant que
Ioptique atomique était une réalité présentant un fort potentiel. Tout particulierement, outre
les horloges atomiques a atomes froids [9], deux domaines supplémentaires d’applications
semblaient particulierement prometteurs. D’un c6té, un nombre important de laboratoires
se consacrait a la réalisation d’éléments de base de 1'optique atomique, avec une mention
spéciale pour les miroirs a atomes [10, 111, 12] 13, 4] et les structures diffractives [2] 8 4].
On peut d’ailleurs mentionner quelques numéros spéciaux particulierement consacrés a cette
thématique comme Journal of the Optical Society of America B (n°11, vol. 2, 1985) ou Special
Issue on Atom Optics of Appl. Phys. B (n° 54, 1992) qui offre un recueil des publications des
meilleurs groupes dans le monde. La possibilité de diriger et surtout de focaliser un faisceau
d’atomes ouvrait alors la voie a une application potentiellement spectaculaire : la lithographie
atomique. Dans ce domaine particulier, 'idée était d’utiliser une figure d’interférence optique
pour exercer des forces trés localisées sur les atomes [15, 16, 17, 18, 19, 20, 21] et ainsi

reproduire la figure optique sur le faisceau atomique.

Jet atomique

W

Fig. 1.3 : Une onde stationnaire agit
comme un réseau de microlentilles ato-
miques séparées de A\/2 ou A ~ 1 um
est la longueur d’onde optique. En insert,
exemple de dépot d’atomes de Chrome ob-
tenu dans le laboratoire de J.J. McClel-
land au NIST

Réseau

/ lumineux
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Néanmoins, les faibles flux atomiques (que I'on pourrait apparenter a une faible luminance)
n’ont pour I'instant pas permis a ce domaine de trouver pleinement sa place dans le domaine
industriel pour concurrencer les dispositifs existants, malgré des résolutions qui peuvent

désormais atteindre I’échelle de la dizaine de nanomeétres [22, 23].

Le domaine particulier de I'interférométrie atomique a lui aussi évolué rapidement. Apres les
premieres démonstrations [2, [4] [7, [6, 24], le domaine s’orientait d'une part vers exploration
de nouveaux types d’interférometres [25, 26, 27, 28, 29, B0, 31, 32, B3]. D’autre part, la
sensibilité extréme de ces appareils permettait d’utiliser ces interférometres pour mettre
en évidence des effets spectroscopiques [34] 35 36 37, B8] ou des effets plus spécifiques a
’évolution des ondes de matiere [39] 40, 41], 42, 43, [44]. Certains groupes se consacraient
aussi a la mesure de constantes fondamentales [45]. Enfin, il restait une application treés

prometteuse pour l'avenir : les senseurs inertiels atomiques [46] 47, [6].

Apres ma these obtenue en 1995, j’ai ainsi abordé ce theme de recherche. J’ai pour cela
effectué un séjour post-doctoral dans le groupe de Mark Kasevich a Stanford. J'avais la

responsabilité de 2 montages expérimentaux :

— Gyrometre a4 onde de matiére : sur le premier montage (page[£l]), j’ai mesuré la rotation
de la terre avec un gyroscope de haute sensibilité fondé sur un interférometre atomique. Cet
interférometre utilise des impulsions laser pour diffracter les paquets d’ondes atomiques.
Les premiers résultats ont permis de démontrer une sensibilité égale ot supérieure & 103y
Hz Y2 ot Qr = 7 x 107° rad s ! représente la rotation de la terre. Aprés une seconde
d’intégration, la sensibilité de I'interférometre était de 2x 1078 rad s~"Hz~'/2, ce qui est du
méme ordre de grandeur que les meilleurs gyrolasers. Un soin particulier a été porté a la
stabilisation des sources laser, ceci afin d’obtenir une bonne stabilité a long terme de notre
systeme. Les premieres études ont permis d’obtenir des temps d’intégration supérieurs a
une heure et de détecter un signal de rotation inférieur & 10 nrad s—!. Un tel niveau de
détection représentait le meilleur jamais atteint avec un interférometre a ondes de matiere.
La sensibilité était comparable aux meilleurs gyroscopes optiques. Dans ces expériences,
les faisceaux laser sont montés sur une table optique de haute qualité. La chambre a vide
est montée sur une plate-forme annexe, minimisant ainsi les couplages vibrationnels entre
les pompes et les lasers. Les techniques de diffraction par ondes stationnaires demandent
une collimation importante du jet (~ 10 prad) qui restreint fortement les flux atomiques.
Afin d’améliorer le dispositif, la source atomique a ensuite été modifiée pour obtenir des
flux plus importants. La réalisation d’un jet atomique contre propageant (comme dans les
horloges atomiques) a amélioré I'insensibilité aux accélérations parasites et aux fluctuations
de phase. Les performances actuelles sont 10 a 100 fois meilleures que les premiers résultats,
renforcant encore 'intérét de ce type de senseurs inertiels.

— Gradiometre atomique : le deuxiéme montage (page a permis de mesurer le gradient

de la gravité terrestre. Il est basé sur 'utilisation simultanée de deux gravimetres atomiques
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qui ont déja démontré une tres forte sensibilité (Ag/g ~ 107%). Si ces deux gravimetres
sont séparés d’une distance fixe (1 m dans notre configuration) suivant la verticale, on
accede directement, par mesure différentielle, au gradient de 'accélération gravitationnelle.
La particularité du dispositif que j’ai construit a Stanford était qu’il utilise les mémes
impulsions laser pour diffracter les atomes dans les deux interférometres. On bénéficie
ainsi directement de la réjection de mode commun entre les deux mesures, ce qui permet
d’obtenir un systéme insensible aux fluctuations de phase des faisceaux (essentiellement
issues des vibrations parasites). J’ai initié le montage et la conception de ce dispositif qui

a donné ses premieres mesures apres mon départ en 1996.

Le succes de ces deux montages, associé aux résultats spectaculaires d’autres groupes [48],
49, [50, B1] a donné un nouvel élan a ce sujet qui, comme nous le verrons dans les chapitres

et [ est aujourd’hui en pleine explosion.

Durant ces années a Stanford, un résultat scientifique déterminant obtenu par E. Cornell, C.
Wieman et W. Ketterle allait révolutionner la thématique de 'optique et de 'interférométrie
atomique. En effet, 'année 1995 a vu le succes de la réalisation de condensats de Bose-
Einstein & partir d’un gaz dilué (rubidium, sodium et lithium). Un tel condensat est obtenu
lorsqu’un nuage de bosons a faible densité est refroidi a une température telle que la longueur
d’onde de de Broglie thermique est de I'ordre de la distance interatomique. Dans un tel état,
tous les atomes sont dans le méme mode quantique. Un tel phénomene avait déja été observé
dans les superfluides et les supraconducteurs mais jamais dans les gaz dilués. Outre son intéréet
propre, abordé au chapitre [3] en particulier par analogie avec la superfluidité, le condensat
représentait une révolution dans le domaine de 'optique et de I'interférométrie atomique et les
discussions animées entre chercheurs a I’époque en étaient la preuve. En effet, un condensat
de Bose-Einstein peut étre considéré comme une source cohérente d’ondes atomiques, comime

le laser est une source cohérente d’ondes électromagnétiques (voir chapitre |4]).

Il semblait donc évident que 'avenir de 'interférométrie atomique passait par les condensats
de Bose-Einstein et j’ai donc intégré le CNRS en novembre 1996 au sein du groupe d’Optique
Atomique du laboratoire Charles Fabry pour prendre en charge la premiere expérience de
condensation de Bose-Einstein qui venait d’étre démarrée dans le groupe et qui a abouti a

I’observation d’un condensat en juin 1998.

Mon activité scientifique s’est alors concentrée suivant trois themes principaux :

1. Interférométrie atomique et applications : Dans la continuité de mes travaux a
Stanford, j’ai consacré une part de mon activité de recherche au développement des
senseurs inertiels atomiques. J’ai en particulier contribué au projet de Gyrometre a
Onde de Matiere qui a cours au SYRTE sous la direction d’Arnaud Landragin de-
puis 2000. L’intérét grandissant de ces senseurs, en particulier pour leur sensibilité tres
prometteuse en microgravité, m’a aussi amené a contribuer au projet HYPER, projet

spatial de tests de relativité générale dans l’espace. Il m’a aussi amené a coordonner



CHAP 1 - PRESENTATION GENERALE DES TRAVAUX

WIS
IV
iy

'mm,' AR

Fig. 1.4 : Image de la condensation de
l,,,,,,,,j,’.,,";.‘: Q Wl Bose-FEinstein, obtenue pour la premiére

R | . . . .

A ’lllllll"lz‘\ fois au sein du groupe d’optique atomique
A0S { . .

T/

%W | N en juin 1998.

f
S

un programme francais d’interférométrie atomique dans 'espace, ICE, auquel le mon-
tage de source atomique cohérente versatile ainsi que le nouveau montage de mélange

fermions/bosons (que je n’aborde pas dans ce manuscrit) sont dédiés en partie.

2. Condensation de Bose-Einstein et Laser a Atomes : L’étude des condensat
de Bose-Einstein et des laser a atomes s’articule autour des deux premiers montages
expérimentaux que j’ai réalisé au sein du groupe. Sans pour autant délaisser d’autres
aspects, comme par exemple 'étude des phénomenes de localisation dans des potentiels
aléatoires, j’ai orienté ma recherche sur les propriétés des sources cohérentes en relation
avec les applications a linterférométrie atomique. Ceci concerne aussi bien 1’étude
de la production de laser a atomes que la mesure de la longueur de cohérence des
condensats quasi unidimensionnels. Le deuxieme montage de source atomique cohérente
versatile est d’ailleurs entierement dédié a I’étude de la cohérence des lasers a atomes,
en particulier dans le cadre du projet ICE en collaboration avec 'ONERA et le SYRTE.

3. Interférométrie Atomique a sources « non classiques » : Je consacre aussi
déja depuis quelques années une part de mon temps a 'exploration des possibilités
futures dans 'utilisation des condensats de Bose-Einstein en interférométrie atomique.
Mis-a-part l'utilisation de la forte luminance pour les interférometres a long temps
d’interrogation, il existe en effet des perspectives intéressantes dans I'utilisation de ces
sources atomiques non classiques, comme par exemple la possibilité de réaliser des
interférometres a états intriqués ou de réaliser des boucles superfluides. Cette activité,
essentiellement prospective, comporte essentiellement une exploration théorique, bien
que son application sur le montage de source atomique cohérente versatile soit déja

envisagée.

Toutes ces activités m’ont donc conduit a développer divers montages expérimentaux et a
participer a plusieurs collaborations dont certains sont présentés dans ce manuscrit :

— Condensats 1D et quasi-condensats : le premier dispositif expérimental que j’ai initié
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en 1996 utilise un dispositif original pour piéger les atomes : un électroaimant a noyau
ferromagnétique. Cet électroaimant est le fruit d’une collaboration avec le laboratoire
d’électrotechnique LESIR de 'ENS-Cachan et du CNRS. Cette collaboration a abouti a la
fabrication de plusieurs électroaimants : un électroaimant permettant d’accéder au régime
de dégénérescence quantique unidimensionnel (1D), un électroaimant hybride, plus com-
pact et plus simplifié, qui est utilisé dans le nouveau dispositif de source cohérente versatile
et dont la conception a entrainé le dépot d’'un brevet. Cette derniere version est destinée
a explorer les perspectives d’utilisation des condensats dans les applications aux interféro-
metres comme source cohérente d’atomes. Les résultats obtenus sur ce premier dispositif
expérimental sont présentés aux chapitres [3| et 5] Apres avoir obtenu la condensation de
Bose, mon équipe a mis en évidence certains phénomenes nouveaux liés a I'effet Zeeman
quadratique pouvant empécher la condensation de Bose-Einstein (page . Nous avons
donc étudié diverses méthodes pour dépasser ces limitations. Nous avons enfin étudié la
réalisation d’un laser a atomes par application d’un coupleur de sortie radiofréquence. Ceci
nous a permis de mettre en évidence pour la premiere fois les propriétés de la propagation
d’un faisceau laser atomique (chapitre . Ce montage expérimental a ensuite été trans-
formé pour etre dédié a I’étude des propriétés des condensats en régime tres anisotrope. Une
grande partie des quatre dernieres années, relatées dans le chapitre [5, ont été consacrées a
mettre en place un outil d’analyse trés précis, utilisant le principe de la spectroscopie de
Bragg atomique. Il a permis dernierement de mesurer pour la premiere fois la longueur de
cohérence de condensats a « fluctuations de phase » , un phénomene qui devient flagrant
lorsque 1'on s’approche d’un régime ou deux degrés de liberté sur trois sont « gelés » ,
c’est-a-dire dans le régime de gaz 1D. La maturité de ce dispositif expérimental nous a de
plus aussi permis d’étudier en détail certaines propriétés fondamentales du condensat de
Bose-Einstein, comme la température critique et l'effet des interactions sur celle-ci. Les
derniers résultats obtenus dans ce domaine représentent une avancée significative dans la
compréhension de la dégénérescence quantique des gaz piégés en interaction.

— Source Atomique Cohérente Versatile : le deuxieme dispositif a fait 'objet d'une Ac-
tion Concertée Incitative pour jeunes chercheurs. Sa construction a débuté en début d’an-
née 2001 et I'obtention d’un condensat a été achevée fin 2003 et nous avons dernierement
pu étudier les structures des modes du laser & atomes (chapitre 4| page . Ce dispositif a
vocation d’étre une source cohérente versatile pour utiliser le condensat de Bose-Einstein
dans des expériences d’interférométrie atomique. Un programme de collaboration dans le
cadre d’études avec le SYRTE et TONERA est d’ailleurs en cours actuellement (voir page
. Ce dispositif permet de transférer ensuite les atomes dans un piege dipolaire optique,
qui permet par exemple de déplacer le condensat. Le montage de pince optique permet-
tra aussi, grace a notre conception du systeme optique, I’étude de ’évolution des ondes
cohérentes dans des potentiels complexes comme des pieges toriques ou des doubles puits.

— Gyrometre a Onde de Matiere : Parallelement a mes activités au sein du groupe,
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j’ai participé des 1997 a une collaboration avec André Clairon (SYRTE), Noél Dimarq
(SYRTE), Arnaud Landragin (SYRTE), Christophe Salomon (ENS/LKB) et Christian
Bordé (LPL/LGCR) sur le theme «Capteurs Inertiels & Ondes Atomiques». Ce Projet a
donné lieu a une collaboration avec un industriel (SAGEM) dans le cadre d’un plan d’étude
amont de la Direction Générale de I’Armement. Cette collaboration a permis d’aboutir
dernierement a 'observation de franges d’interférence et a une premiere caractérisation du
Gyroscope & Ondes de Matitres (GOM), comme mentionné a la fin du chapitre 2] page [44]

- HYPER : L’intérét grandissant pour l'utilisation des interféromeétres comme senseurs
inertiels de tres haute précision m’a permis de m’impliquer dans une deuxieme collabo-
ration qui regroupe plusieurs laboratoires européens (Anglais, Allemand, Italiens et Fran-
ais). Cette collaboration a élaboré un projet d’interférométrie spatiale, le projet HYPER
(voir page[281)), sous I'égide de 'ESA. Ce projet avait pour but d’utiliser les interféromeétres
atomiques pour des tests de relativité générale. Avec trois autres collaborateurs européens,
nous avons participé au lancement en juin 2002 d’une étude industrielle de 6 mois dont
le but était de cerner les besoins techniques et technologiques d’une telle mission. Cette
étude, réalisée par Astrium Gmbh, a permis de démontrer la faisabilité d’une telle mission,
tout en mettant 'accent sur les difficultés technologiques encore existantes.

— ICE : Dans l'optique du programme européen HYPER, j’ai ensuite initié un projet natio-
nal nommé Interférométrie Cohérent pour I'Espace (ICE), collaboration entre le SYRTE
JLIOTA et PONERA qui a maintenant été accepté par le CNES. Le but de ce projet est de
réaliser des études en microgravité d’un prototype d’interférometre utilisant un condensat
de Bose. Ce projet, présenté au chapitre [6] page devrait déja permettre d’effectuer
une mesure précise du rapport h/m entre la constante de Planck et la masse atomique.
Des études préliminaires sont déja en cours au sein des trois laboratoires et de possibles
études en microgravité sont envisagées des 2006. Dans le cadre de cette activité, je parti-
cipe d’ailleurs régulierement aux réunions du groupe de physique fondamentale du CNES,
ainsi qu’aux réunions de I'équipe thématique de physique fondamentale et d’atomes froids
en microgravité de I'ESA. J’ai aussi bénéficié d'un programme de collaboration avec M.
Kasevich de Stanford University (USA) chez qui j’ai passé un séjour de quelques semaines,
dans le cadre d’un programme CNRS/NSF. Cette collaboration a pour but de tester les
performances ultimes accessibles par les senseurs inertiels atomiques. Ces contacts rappro-
chés ont abouti a une proposition de programme de recherche au sein de 'ESA dans le
cadre d’un programme de recherche appliqué a la microgravité.

Ce manuscrit est organisé en 5 chapitres qui abordent les différents aspects de mon activité.

— Le chapitre [2] présente la thématique de 'interférométrie atomique et de son application
aux senseurs inertiels a travers les trois montages auxquels j’ai participé : le gyrometre a
jet thermique (p. [41)), le gradiometre & atomes froids (p.[39) et le GOM (p. [44).

— Le chapitre |3 présentera la condensation de Bose-Einstein et les résultats que j’ai obtenus

sur leurs propriétés : 'interruption du refroidissement évaporatif en champ fort (p. , le
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refroidissement sympathique (p. [L01)) et Ueffet des interactions sur la température critique
(p. [113)).

— Le chapitre |4 abordera la thématique plus spécifique des lasers a atomes et de leurs pro-
priétés, avec en particulier I’étude de la divergence du laser a atomes (p. .

— Le chapitre |5| présentera plus particulierement I'activité récente sur le montage Condensats
1D et quasi-condensats : I'étude de la longueur de cohérence par diffraction de Bragg
(pf210) et par interférométrie atomique (p. [220)).

— Le chapitre [6] présentera les perspectives de cette thématique que j’ai abordée sur le plan
théorique et dans le cadre des programmes spatiaux : l'interférométrie avec des états

intriqués et les applications spatiales.
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CHAPITRE 2

Senseurs d’inertie par interféromeétrie

avec des sources atomiques classiques

Ce chapitre va dans un premier temps aborder la manipulation des paquets d’ondes atomiques
par la lumiere pour ensuite introduire l'interférométrie atomique et les applications aux
senseurs inertiels : en particulier a travers les 3 montage auxquels j’ai participé : le gyrometre
a jet thermique (p. [41)), le gradiomeétre a atomes froids (p. et le GOM (p. [44).

Une premiere partie introduira le principe des séparatrices a faisceaux Raman utilisées lors
des travaux expérimentaux réalisés a Stanford dans le groupe de M. Kasevich. Cette revue
de détail de la physique de cette manipulation des paquets d’ondes atomiques a 1’aide de
lames séparatrices lumineuses permet d’introduire le principe plus général de la manipulation
cohérente des ondes de matiere comme nous ’aborderons aussi dans le chapitre 5| Cette partie
permettra d’établir les équations simples qui permettent de comprendre avec des images
élémentaires le fonctionnement des interférometres atomiques. En particulier, on montrera
que le déphasage lu a la sortie de 'interférometre pour des atomes en mouvement accéléré ou
en rotation peut se comprendre simplement, en premiere approximation, comme la lecture
de la phase lumineuse lors des impulsions laser. Grace a cette image simple, nous pourrons
ensuite expliquer les fonctionnements des différents senseurs inertiels développés a I'aide de
ces techniques : un gravimetre réalisé initialement par le groupe de S. Chu, ainsi que le
gradiometre que j’ai développé au sein du groupe de M. Kasevich. La derni¢re partie de ce
chapitre se concentre sur une revue de détail des deux gyrometres atomiques sur lesquels
j’ai travaillé, le gyrometre a jet collimaté de Stanford, et le Gyrometre a Ondes de Matiere
(atomes froids), fruit de la collaboration entre le SYRTE (A. Landragin, A. Clairon et N.
Dimarq), le LCFIO (moi-méme), le LKB (C. Salomon) et le LPL (C. Bordé) avec le soutien
de la DGA et la participation de SAGEM. On s’intéressera en particulier aux détails de la
réalisation expérimentale de ces deux dispositifs ainsi que les difficultés a surmonter pour

atteindre les performances ultimes de ces deux appareils.
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2.1 Interférométrie atomique et senseurs inertiels

Les progres considérables réalisés dans le piégeage et le refroidissement d’atomes neutres,
tant dans la compréhension des phénomenes physiques mis en jeu que dans la réalisation
d’expériences, ont ouvert la voie a un nouveau domaine dans les années 1990 : 'optique
atomique. On a pu observer au cours des dernieres années le développement de nombreuses
techniques pour manipuler de maniére cohérente les paquets d’ondes atomiques [I] & 1'aide
de miroirs [2], de réseaux de diffraction [3,4], de lames séparatrices [3] [6] et de lentilles [7]. La
maitrise de ces diverses techniques a conduit logiquement au développement d’expériences
d’interférométrie mettant en jeu des ondes atomiques [8] depuis un peu plus d’une décennie.
Actuellement, 'interférométrie a ondes de matieére rencontre un intérét tout particulier, en

particulier comme application en senseurs inertiels d’extréme sensibilité.

La sensibilité inertielle des interférometres a ondes de matiere n’est pas nouvelle. Ainsi, des
interférometres & neutrons ont permis de mesurer la rotation de la terre [9] et 'accélération
de la gravité terrestre [10]. De méme des interférometres a atomes ont permis de mesurer g [5]
et la rotation terrestre [11]. Ces expériences souffraient certes d’'un manque de performance
évident en comparaison avec les techniques couramment utilisées (senseurs mécaniques ...),
mais la sensibilité intrinseque de ces senseurs, pour une meéme aire et un méme flux, peut
atteindre (me*)/(hwe) ~ 10 (voir p. . On voit ainsi que la masse élevée des atomes rend
la sensibilité ultime des interférometres a ondes de matiere supérieure a celle des systemes
optiques, méme avec les flux de particules et les aires d’interférometres peu élevés que 1’on sait
réaliser [12, [13]. Cette sensibilité atteint d’ailleurs un tel niveau qu’elle permet d’envisager

I'application de tels senseurs a des tests de relativité générale [14] [15] [16), [17, [1g].

On peut arbitrairement distinguer deux classes d’interférometres atomiques. La premiere
concerne les interférometres n’utilisant qu'un seul état interne atomique, qu’ils utilisent des
structures solides [4] ou des champs lumineux périodiques [6, 19]; nous verrons une appli-
cation de cette technique appliquée aux condensats de Bose-Einstein dans le chapitre | La
seconde recoit I'appellation d’interférometres de type Ramsey-Bordé et concerne les interfé-
rometres qui font intervenir deux états atomiques internes différents [5] 8, 111, 20, 21], d'une
facon analogue a I'interférométrie de polarisation en optique. En fait, le formalisme théorique
est assez similaire [22], et nous nous limiterons dans ce manuscrit a la présentation le cette

seconde classe.
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2.2 Interférometres de types Ramsey-Bordé a ondes

lumineuses : généralités

2.2.1 La lame séparatrice lumineuse

L’interférometre de type Ramsey-Bordé a ondes lumineuses exploite le transfert d’impulsion
entre les atomes et une onde électromagnétique pour manipuler les degrés de liberté externes
des particules, en méme temps que leur état interne. Il est intéressant dans un premier temps
d’aborder le principe d’une lame séparatrice pour atomes associée a une onde lumineuse
[23]. Pour cela, on considere d’abord un atome a deux niveaux internes |g) et |e) stables
ou métastables (& I'échelle du temps de séjour dans I'interférometre) qui traverse une onde
électromagnétique E = Eg cos(wt + ¢) (Eq est considéré constant), en négligeant dans un
premier temps 'effet mécanique induit par l'interaction atome laser (transfert d’impulsion).

Le hamiltonien total du systeme atome+champ s’écrit :
H = hwele)(e| + hwglg) (9] —d - E (2.1)

ou d représente I'opérateur moment dipolaire électrique de 1’atome.

On peut, décrire 'évolution de n’importe quel état atomique [1)(t)) = a.(t)]e) + a,(t)|g) &

'aide de P'équation de Schrodinger. On obtient alors Iévolution des composantes a.(t) et
aq(t) :

ihae(t) = hweae(t) + Vegay(t) (2.2)
ihag(t) = VZac(t) + hwyay(t) '
d-E
avec le couplage atome laser V,, = fifd,, cos(wt + ¢). Qe = —M représente la fré-

quence de Rabi. On peut réécrire 'équation (2.2)) en effectuant 'approximation résonnante’.

On obtient alors le systeme d’équations couplées :

Oy
Cot) = —i—ZLe OO (1)

Oy 0 (2:3)
ée(t) = —2'7961( 9, ()

oll 0 = W — wey représente le désaccord entre la fréquence de I'onde laser et la fréquence de la
transition atomique. En fait, ces équations peuvent étre rendues a coefficients indépendants
du temps, en posant ¢.(t) = c.(t)e ¥Y2 et ¢,(t) = c,(t)e®!/?, c’est-a-dire en représentant

'atome a deux niveaux par un spin fictif [24]. On obtient alors I'équation d’évolution de

'On applique la transformation ac 4(t) = c¢ 4(t) exp(—iwe 4t) et on ne conserve que la partie non oscillante

du ket |o(t))
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Pétat atomique [¢(t)) g = D(z, —6t)[¢p) (D(z, —0t) = €'7=04/2) .

m%w)R = Hgp|Y)g (2.4)

avec

. 5 Qe
g 9° (2.5)

R .
Qe 4]
la représentation matricielle du hamiltonien dans la base {|g);|e)}. Ce hamiltonien décrit
un couplage entrainant une oscillation de Rabi entre les niveaux |g) et |e) a la fréquence

Q, = /0% + Q2 simeqSly, (le laser est quasiment & résonance), comme indiqué sur la figure
2.1l
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Fig. 2.1 : Oscillation de Rabi : l’expérience [25,(26] a été réalisée sur un condensat de Bose Einstein
(chapitre@) avec des atomes initialement que dans l’état |F = 1,mp = —1). On utilise un imagerie
par absorption : un onde lumineuse est appliquée sur ce nuage d’atomes et on regarde ainsi l’ombre
portée sur le faisceau laser. Les faisceaux laser permettant de réaliser les oscillations résonnantes
sont appliqués perpendiculairement a la direction de propagation des atomes qui se retrouvent alors
avec une vitesse transverse d’environ 12 mm/s. A gauche, les cercles pleins donnent la population
(relative au nombre total d’atomes) de l’état initial et de I’état diffracté. La ligne continue est un

agustement par une sinusoide exponentiellement amortie, qui donne un temps de décohérence a 1/e
de 1,6 ms.

Supposons que 'atome soit initialement dans I’état
|1h(t0)) = ce(to) exp(—iweto)|e) + cq(to) exp(—iwgto)|g)

a t = ty. Apres traversée d’'une impulsion lumineuse d’amplitude constante et de durée 7, il

sera dans 1’état

[ (to + 7)) = ce(lo + 7) exp(—iwe(to + 7)) |€) + ¢y(to + 7) exp(—iwy(to + 7))l9)
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avec : 0 0
Coto+7) = e 07/2 {ce(to) [cos (%) — i cos fsin ( £T>}
. Q
+cy(tg)e™H0t0+9) [—i sin 6 sin <§>] }
. A Q7 (2.6)
colto+7) = €972 {ce(to)el(5t°+¢) [—i sin 6 sin (%)
Q Q
+cg(to) |:COS <%> + i cos 6 sin ( ;T> }
On a posé tan = —Deg/5,0 < 0 < 7.
En Pabsence de champ lumineux, 'équation (2.6|) devient :
e(t = e(t
ce(to+7) ce(to) 2.7)
clto+7) = cq(to)

On peut remarquer que les équations (2.6 et (2.7) sont équivalentes a celles développées par

N. Ramsey dans le cas des impulsions micro-ondes [27].

Pour introduire 'effet mécanique induit par ’échange de photons entre les atomes et 'onde
laser dans les équations et , il est nécessaire de décrire les états atomiques dans
I’espace produit tensoriel décrivant les états internes et les degrés de liberté externes de
latome. En prenant pour base de 'espace des degrés de liberté externes les ondes planes
de de Broglie |p), on obtient une base (le,p) = |e) ® |p);|g,p) = |¢9) ® |[p)). De méme, la
variation de la phase de 1'onde laser avec la position de I'atome doit étre prise en compte

dans ’expression du champ électrique qui devient

E =Eqcos(k - %x — wt + ¢) (2.8)

Pour simplifier, 'effet de 'interaction sur le mouvement perpendiculairement aux ondes lasers
est ignoré en ne traitant quantiquement que le mouvement dans la direction des vecteurs

d’onde. Le hamiltonien décrivant le systeme atome+champ s’écrit alors :

~2
H = 7=+ hws|e){e] + fuvylg) (9] — - E (2.9)

A2
ou p représente 'opérateur impulsion et g—m I’énergie cinétique de 'atome dans la direction

+ik-X

des faisceaux. Le nouveau terme e qui apparait dans 'opérateur champ électrique est un

opérateur de translation de I'impulsion KX _ / d’p |p % hk)(p|. En effet, 'absorption
d’un photon de I'onde laser de vecteur d’onde k (passage de 1’état |g) a I’état |e)) entraine un
changement de I'impulsion de I'atome d’une quantité hk. De méme, I’émission d’un photon
(passage de I'état |e) a I'état |g)) dans cette méme onde laser entraine un changement de
—hk. Il existe ainsi effectivement une correspondance directe entre état atomique interne

g,p)

et état atomique externe et I’on peut restreindre les états atomiques aux deux états
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et |e,p + fik) couplés par le hamiltonien d’interaction. En représentation d’interaction par

rapport au hamiltonien de I'atome, le vecteur d’état |1 (t)) s’écrit alors :

2
Ip+7k| .

|¢(t)>zce(t)|€,p+hk)ei<we+ ) +cg(t)|g,p)ei(

2
ot B )1 (2.10)
L’évolution des nouvelles composantes ¢, et c. est encore décrite par les équations (2.6)) et
(2.7) en utilisant comme nouvelle expression pour le désaccord § = (w — wey) + dg + Orec;
dq = (P k)/m et drec = (H|k[?)/2m étant respectivement associés a Peffet Doppler et a

I’énergie de recul.

2.2.2 L’interférometre de Ramsey-Bordé symétrique

9, P) w|c, p + Fk)

Fig. 2.2 : Principe d’un interférométre
T2 T w2 utilisant une série d’excitations lumi-

ki
étre pulsé ou les atomes peuvent se dépla-

/ : ' neuses « 5 —7— 75 » : le faisceau laser peut

cer perpendiculairement aux faisceaux lu-
mineux. Un tel dispositif permet d’obtenir

un interférométre de type Mach-Zenhder.

Y

Un interférometre de Ramsey-Bordé typique est présenté figure[2.2] Cet interférometre utilise

us

2
soumis & une impulsion lumineuse « 7/2 » de largeur 7 supposée infiniment courte (§ < 1/7)

une série d’impulsions lumineuses §—m—7 [5]. Aty = 0, un atome initialement dans |g, p) est

et telle que Q.7 = 7/2. Apres 'impulsion, il est dans 1’état :

1 ‘
[W(to +7)) = —= (l9,p) — ile, p + fik)e 1) (2.11)
V2
t
ou ¢;(t) = | §(t')dt + ¢! représente la phase de 'onde laser i au moment de 'impulsion .
to

C’est, une superposition cohérente de deux états atomiques d’impulsions différentes.

Les deux paquets d’ondes ainsi créés par cette impulsion lumineuse qui joue le role d’une
lame séparatrice vont alors évoluer librement avant d’étre soumis a une seconde impulsion
lumineuse a l'instant ¢; ~ t5 + 1". Cette impulsion est de méme largeur 7 et de fréquence

de Rabi deux fois plus grande €2, = 7/ (impulsion « 7 » ). Apres cette deuxieme impulsion,
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I'atome est dans I’état :
il oy 1Pk , i P
[(ti+7)) = % <_|9;P)e_i["bl(to)_"’?(tl)]e ( o >T —ile, p + fik)e~"2(We ( g+2mh)T
2
(2.12)

On a transféré totalement la population de 1’état |e, p + fik) vers I’état |g, p) et réciproque-
ment, "impulsion lumineuse jouant alors le role d’un miroir. Les paquets d’ondes associés
sont ainsi redirigés de maniere a se superposer de nouveau a l'instant ¢, ~ ¢, +7". On applique
alors la derniére impulsion 7/2, séparatrice qui va recombiner les différents paquets d’ondes.

Apres cette derniere impulsion, 'atome est dans I’état :

e—1© —lg,p e~ o1(to)—da(t1)] _ o—ild2(t1)—¢a(t2)]
|w(t2 —+ 27’)) = T ‘ > ( . . . o) — ‘ ) " 5 (213)
_2’67 p+ hk) (6 iga(t1) _ o—ild1(to)—¢2(t1)+da( 2)})

2 2
avec © = (wg + % + w, + _\p;;:l;\ ) T.

A la sortie de Vinterféromatre, la probabilité de détecter les atomes dans I'état excité le) est :

Pe = |Ce,p+hk

1
(2T)|* = 3 [1 — cos (Ag)] (2.14)
On constate que la probabilité de changement d’état interne P, = 1 — P, varie de ma-
niere sinusoidale avec la différence de phase Ad = ¢ (tg) — 2¢2(t1) + ¢3(t2) acquise par les
atomes entre les deux chemins possibles. Il apparait donc des franges d’interférences sur les

populations atomiques.

2.2.3 Terme de déphasage

Il est intéressant de comprendre ce qui influe sur le terme de déphasage A¢ = ¢q(tg) —
2¢9(t1) + ¢3(t2) qui apparait en sortie de l'interférometre. Dans un premier temps, on peut
constater que la fréquence des lasers vue par les atomes au moment de I'impulsion lumineuse
est déplacée par l'effet Doppler du a la vitesse v (t) des atomes dans la direction des faisceaux

laser [I1l 28] : 6(t) = —k.v (t). A linstant ¢ de I'impulsion Raman, la phase du laser
t

s’écrit alors ¢;(t) = / §(t')dt'. Ainsi, dans le cas d’un interférometre symétrique comme
to=0

présenté ci-dessus, on retrouve bien que la vitesse initiale v, (0) des atomes n’influe pas sur
le déphasage : Ap = kv (0)(0—2%T +2T) = 0. Au contraire, si la vitesse des paquets
d’ondes atomiques n’est pas constante au cours de l'interrogation, le déphasage sera non nul ;

dans le cas d’une accélération constante, on obtient A¢ = (k- a) T%.

Si les arguments précédents permettent de rendre compte de I'influence des accélérations rela-
tives entre atomes et laser sur la sortie de 'interférometre, elles sont néanmoins insuffisantes
pour calculer rigoureusement la sensibilité de ces senseurs inertiels. Un traitement rigoureux

utilise une méthode généralisant 'optique de Gauss (matrices « ABCDE » ) [29, 22]. 11 existe
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néanmoins une méthode approchée [23| B0] qui permet d’évaluer au premier ordre la valeur
exacte du déphasage : le formalisme des intégrales de chemin de Feynman. L’idée de base
est que le propagateur K donnant la probabilité de trouver un atome en un point B(r,t) de
I'espace résulte de l'interférence de tous les chemins possibles partant de A(r,¢) et menant a

B(r,t). Ceci est en quelque sorte 1'équivalent du principe d’Huygens-Fresnel pour les ondes

atomiques. Si l'action S = — [ dunee HAL + fc nemi T dr est grande devant 7, seuls les chemins
proches de la trajectoire classique réelle, ¢’est-a-dire vérifiant le principe de moindre action
as _ os

5> = 57 = 0 donnent des interférences constructives, les autres se brouillant a cause des
oscillations rapides. On aboutit alors a une démarche analogue a celle de 'optique physique

ou on calcule le déphasage le long des rayons de I'optique géométrique.

Les trajectoires classiques représentées sur la figure 2.2 prennent alors toute leur signification :
on peut modéliser I'interférometre en prenant simplement des ondes atomiques planes et en
calculant la phase atomique, c’est-a-dire 'action, le long de chaque trajectoire classique.
La figure représente les trajectoires classiques non perturbées, c’est-a-dire sans ’action
d’un champ extérieur. La premiere impulsion laser 7/2 crée une superposition des deux états
atomiques |g, p) et |e,p + hk). Les deux trajectoires classiques ainsi créés par cette lame
séparatrice vont alors étre séparées de Az = ("K/m)T (m représente la masse des particules)
a l'instant de la seconde impulsion lumineuse a I'instant ¢;. Les trajectoires vont alors étre
modifiées pour se recroiser a l'instant ¢, ou le déphasage sera « lu» par la derniere impulsion
laser. Le calcul du déphasage, qui doit tenir compte a la fois de la phase accumulée sur
les trajectoires atomiques et de la phase impartie par l'interaction avec les lasers, n’est

pas présenté ici. Le terme de phase dii a la propagation peut s’écrire simplement ¢wa.; =

2mh
Le terme de phase di a une transition induite par les impulsions laser vaut £¢ns = £(k-r+®)

(we,g + p—9> T et on retrouve le terme de phase calculé directement dans ’équation ([2.12)).

ou P est le déphasage éventuel des lasers responsables des impulsions, entre chacune d’elles.
Il résulte de ce calcul que les deux contributions sont nulles, au terme ® de déphasage des
lasers entre chaque impulsion pres. Ce dernier terme permet d’ailleurs de balayer les franges

atomiques, comme peut le faire une lame de phase dans un interférometre optique.

Dans le cas ou l'interférometre est soumis a une perturbation extérieure, comme par exemple
une rotation ou une accélération, il suffit donc de déterminer les nouvelles trajectoires ato-
miques perturbées par ce champ extérieur. On doit alors recalculer I'action classique sur ces
trajectoires, le déphasage imparti au laser étant lui aussi modifié par la position des trajec-
toires au moment de I'impulsion. Il résulte de ce calcul, que ’on pourra trouver développé
dans [22, 29, 30], que la contribution due a la modification de la trajectoire classique est
nulle au premier ordre, l'effet du potentiel extérieur sur le terme de déphasage s’annulant
avec le déphasage induit par la modification de trajectoire. La seule contribution importante
vient donc de la modification du terme ¢ns = k - r + ¢ au moment de l'interaction lumi-
neuse [22] 29, 30]. Ceci permet d’envisager une image naive de l'interférométrie atomique :

un interférometre atomique mesure, en quelque sorte, I’évolution de la position d’un atome
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au cours du temps par rapport a une regle optique de référence. Ceci permet directement
de comprendre que I'expression du déphasage lié & 'accélération sera proportionnel & aT2.
On comprendra aussi (voir p. que le fait d’effectuer la mesure avec trois impulsions laser

permet de s’affranchir de la sensibilité a la vitesse initiale.

2.2.4 Utilisation d’une transition a deux photons - Transition Ra-

man

Un effet important dans le bon fonctionnement des interférometres a été négligé jusqu’a
maintenant : 'effet de I’émission spontanée entre I’état excité |e) et 'état fondamental |g).
Ce processus, lorsqu’il a lieu, conduit a une redistribution aléatoire des vitesses atomiques
[23]. 11 résulte alors en un brouillage des franges d’interférences, ou, similairement, une perte
de contraste de 'oscillation de Rabi comme indiqué sur la figure Cette perte de contraste
est la signature directe d’une perte de cohérence entre les deux paquets d’ondes atomiques.
Pour limiter cette décohérence, il est impératif que les états atomiques |g) et |e) soient méta-
stables pendant des temps de 'ordre du temps de séjour des particules dans I'interférometre,
usuellement appelé temps d’interrogation. On peut par exemple utiliser des états excités de
longue durée de vie T~! (dans [I1], la transition d’intercombinaison 3P, —'Py avec T~ = 0.4
ms de la molécule de Nay était utilisée). Cette solution présente néanmoins un inconvénient
majeur. La longue durée de vie correspondant a une tres faible largeur de raie, il est donc né-
cessaire de travailler avec des lasers de fréquence tres bien définie et donc demandant un gros

effort technique. Dans certaines conditions, les transitions Raman a deux photons [5] 31] per-

Cas de 'atome de caesium

A 6Py, A
e,f?+h€\’1—k2] ! e
1
! A
I
: photon
| émis (2)
I
I
1
| F=4m=0
G?ﬁ 9,2 GHz
als
T F = =
fondamentaux F=3 m=0

Fig. 2.3 : Principe des transitions Raman : On cherche a induire une oscillation de Rabi entre
deuz états fondamentauz de la structure hyperfine d’un alcalin (ici, le césium). La fréquence de
transition entre ces deux états, accessible dans le domaine micro-onde (GHz), peut étre synthétisée
de maniére optique a l'aide de deuz faisceauz laser asservis en phase. De cette maniére, on induit
une transition a deux photons entre ces états. Si les faisceaux laser qui induisent cette transition
sont contra-propagatifs, le transfert entre les deux états s’accompagne d’un transfert d’impulsion
important qui permet de manipuler [’état externe de [’atome.
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mettent de s’affranchir de ces différentes limitations?. Considérons en effet un atome a deux
niveaux fondamentaux g et e (E; — E, = fwg.) et un niveau excité ¢ de largueur naturelle
I'. Les deux niveaux fondamentaux (les deux niveaux hyperfins 6Si,, F' = 3 et 65y, F' = 4
de Patome de césium dans les dispositifs décrits dans ce manuscrit) ont une durée de vie
infinie. Les transitions Raman sont stimulées par deux faisceaux laser de fréquences w; et wo
(we —wy = wye—0) et de vecteurs d’ondes k; et k. Ces lasers sont proches de résonance, mais
pas avec les transitions optiques g <> i et e <> ¢ (désaccord A). Pour A > T, linteraction

entre 'atome et les ondes lumineuses peut étre décrite par un hamiltonien effectif a deux

Q5
. . . /’ . 7 . 2A Ve

de Rabi induite par le couplage entre ’état excité i et les deux états fondamentaux g et e

niveaux g et e dont la pulsation de Rabi vaut Q.g = , €1 o correspondant a la pulsation

respectivement. L’évolution de la fonction d’onde atomique est donc encore décrite par les
équations et en prenant ¢.g = ¢2— @1 pour la phase de 'onde laser et kg = ko —k;
pour le vecteur d’onde. Si les deux ondes lumineuses sont contra-propagatives (k; ~ —ks),
chaque impulsion Raman transfere 2 quantités de mouvement de photons fik (dans le cas
d’un impulsion micro-onde, le transfert de quantité de mouvement est plus faible d’un facteur
wge w1, < 1). Le désaccord s’écrit dog = d + P Kef + h|12<;lﬂ|2

cement lumineux des états fondamentaux. Pour des ondes contre-propagatives, le désaccord

— 0ac OU 0y¢ représente le dépla-

def dépend fortement des vitesses atomiques a cause de 'effet Doppler. La séparation des
paquets d’ondes atomiques s’accompagne donc d’une importante sélection en vitesse [31],
comme nous le discuterons plus en détail dans le chapitre | Si les deux ondes lumineuses
sont co-propagatives (k; ~ ky), la condition de résonance Raman est indépendante des vi-
tesses atomiques, mais les transitions ne s’accompagnent pas d’'un changement d’impulsion
(transition Raman sans effet Doppler) et sont donc inutilisables pour un interférometre &

aire non nulle.

Il est intéressant de noter que la largeur de raie des lasers Raman n’a pas besoin d’étre tres
petite. Par contre, la fréquence relative wy, —w; doit étre trés bien définie®. Pour atteindre une
telle stabilité, il est possible d’utiliser un systeme d’asservissement en phase de deux diodes
laser montées en cavités étendues [32], un systéme plus compact basé sur 1’asservissement
par injection de deux diodes laser de puissance [33] ou par la création de bandes latérales

sur une diode laser monomode [34], 35].

2Nous verrons aussi dans le dernier chapitre que la diffraction de Bragg sans changement d’état interne,
qui est basée sur un principe physique identique, permet aussi de s’affranchir de ’émission stimulée.

30n peut constater qu'un déphasage de 1 radian correspond & un écart en fréquence Aw ~ 27/7 de I'ordre
de 1 Hz pour 7" ~ 100 ms. Pour détecter un petit déphasage, de 'ordre de 1 mrad, il est donc nécessaire
d’atteindre une stabilité meilleure que 1 mHz, soit une stabilité relative de 10~'2 dans le cas d’une transition
micro-onde (wye ~ 1GHz), et 1078 pour une transition optique (wye ~ 100T'Hz).
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2.3 Senseurs inertiels atomiques

2.3.1 Accélérométrie par interférométrie atomique

Sans rotation ou accélération -
udﬂph:;:i;ﬂ[ﬂfgd“la Aﬁ?ﬁ?ﬁ:nm Fig. 2.4 : Principe de la sensibilité de
Po P Pinterférométre atomique aux effets iner-
tiels. On a représenté schématiquement la
variation de la phase cos(kx + ¢) comme
une succe\ssjon périodique de nceuds et de
" ) - ) ventres. A gauche, lorsqu’il n’y a pas d’ac-

nny

—4its) ‘

AT = G112 B2 pE3) =0

célération, la phase des faisceaux n’est pas
modifiée dans le temps et la phase accu-
mulée sur la trajectoire de droite est la
méme que celle accumulée sur la trajec-
toire de gauche. Dans le cas d’une accélé-
ration, la phase des lasers évolue dans le
temps et les phases respectives accumulées
sur les trajectoires de droite et de gauche
ne sont plus identiques, d’oti un signal de

déphasage.

Pour une accélération a quelconque, le déphasage accumulé entre les deux bras de l'interfé-
rometre vaut A¢ = — (k-a)7? , ou T est le temps d’interrogation entre chaque impulsion
laser. Ce déphasage peut se comprendre simplement si 'on considere la composante a de
laccélération le long de la direction de propagation des faisceaux laser utilisés pour les sé-
paratrices. La fréquence des lasers vue par les atomes au moment de 'impulsion lumineuse

est déplacée par effet Doppler dii & la vitesse at des atomes : §(f) = —k.at = (k-a)t. A
t 2
t
Iinstant ¢ de 'impulsion Raman, la phase du laser s’écrit ¢;(t) = / §(t)dt' = — (k- a) 3
to=0
Cette expression du déphasage accélérométrique permet de déduire une sensibilité de 1'ap-

pareil de 27T%A! rad.s?/m, communément appelé facteur d’échelle. De ce facteur, on peut

S A
B 2nT?
bruit de la détection atomique), qui est la véritable sensibilité de I'appareil*. T’utilisation

ensuite déduire l'accélération minimale détectable da = (S/B est le rapport signal a
d’atomes froids devient ici fondamentale puisque la sensibilité augmente comme le carré du
temps d’interrogation. Comme dans le cas des horloges atomiques [30, 37, 38], il est ainsi pos-
sible de propager des atomes froids (quelques pK, soit des vitesses d’expansions de quelques
cm/s) a des vitesses d’ensemble faibles (de I'ordre du m/s) et d’obtenir ainsi des temps

d’interrogation de 'ordre de la seconde tout en conservant des dimensions réduites.

4Cette sensibilité n’indique en rien la précision de la mesure, qui est lié & une connaissance précise du
facteur d’échelle et des différents déphasages parasites qui peuvent entrainer un biais de mesure. Ce biais est
souvent une limitation sévere des divers senseurs existants
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2.3.2 Le gravimetre atomique développé a Stanford
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Fig. 2.5 : Schéma du gravimétre atomique réalisé a 'université de Stanford a la fin des années
1990 dans le groupe de S. Chu. Sur la droite, on peut observer les variations de la pesanteur au
cours du temps (ici sur deuz jours). La précision de ces mesures permet entre autres d’analyser
Uinfluence de la lune et des marées, soit des écarts de Uordre de 107 7g.

Une expérience de gravimetre atomique (figure a montré une sensibilité de 2 x 1078 g en
1 seconde d’intégration et une exactitude d’environ 3 x 1072 g [13, 39]. Ce niveau de perfor-
mance est déja supérieur a celui des seuls gravimetres absolus existants, dont le fonctionne-
ment repose sur la mesure de la chute d’'un coin de cube dans un interférometre optique de
Michelson. Dans le gravimetre a atomes froids, les atomes, issus d’un piege magnéto-optique,
sont lancés verticalement comme dans les fontaines atomiques et interagissent avec une paire

de faisceaux verticaux induisant les transitions Raman stimulées.

La limite actuelle de la sensibilité de cet appareil est purement technologique. En effet, comme
nous avons vu dans le chapitre 2.2.2] le déphasage & la sortie de l'interféromeétre inclue une
partie liée a la phase des lasers, et donc aux fluctuations de cette phase. Si le systeme optique
qui produit et transporte les faisceaux Raman vers l'interférometre n’est pas stable, les
vibrations mécaniques ou les fluctuations d’indice de ’air pourront introduire un déphasage
parasite qui sera « lu » par les atomes comme une accélération. Pour cette raison, une partie
considérable du travail réalisé a Stanford a été consacrée au développement d’un systeme de
stabilisation actif des miroirs du systéme optique des faisceaux Raman [40]. Néanmoins, des
efforts technologiques supplémentaires devraient permettre d’améliorer de plus d’un ordre de
grandeur les performances d’un tel gravimetre. L’exactitude est alors principalement limitée
par le déphasage parasite induit par la rotation de la Terre [39]. En effet, 'appareil devrait
étre insensible a la rotation dans cette configuration car, la trajectoire des atomes étant
parallele a la direction de propagation des faisceaux lasers, l'aire physique incluse entre les
deux bras de l'interférometre est nulle. Néanmoins, la divergence résiduelle des trajectoires
atomiques entraine une tres faible sensibilité a la rotation. L’utilisation d’atomes encore
mieux collimatés, issus par exemple d’un condensat de Bose-Einstein, permettra sans doute

de réduire cet effet et donc d’améliorer 'exactitude.
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2.3.3 Le Gradiometre a atomes froids développé a Yale & Stanford

Lowor Gravimoter (arb)

Gradient Phase (rad)
N

3000 4000 5000

Time (s)

1000 2000

Fig. 2.6 : Gradiométre développé a Stanford. En insert (en bas a droite), exemple de lutilisation
de ce gradiométre pour effectuer une mesure de G [{1]. Une masse de 540 kG de plomb est alterna-
tivement rapprochée de chaque gravimetre atomique. Cette mesure, préliminaire, a montré le fort
potentiel de ce systéme pour des mesures de précisions.

La mesure du gradient de la gravité terrestre est fondamentale dans un grand nombre d’appli-
cations, comme la mesure de G, certains tests de relativité générale [42] [43], la navigation ou
la géodésie [44]. En 1995, nous avons donc débuté a Stanford la réalisation d’un gradiometre

utilisant le méme principe que le gravimetre atomique démontré précédemment.

Le dispositif, illustré figure [2.6] utilise une mesure par interférométrie atomique a impulsions
lumineuses comme indiqué ci-dessus, mais cette fois-ci en effectuant la mesure simultanément
sur deux nuages d’atomes froids séparés spatialement avec la méme paire de faisceaux laser.
Les fluctuations qui affectent les faisceaux lasers (fluctuations de phase, vibrations) limite le
gravimetre atomique qui effectue mesure absolue de I'accélération. Ici, puisque l'on effectue
la comparaison entre deux accélérations mesurées avec le méme faisceau, la mesure du gra-
dient devient en grande partie insensible a ces fluctuations. Comparé aux autres géométries
d’interférometres atomiques [16], ce systéme entraine ainsi une complication éventuelle du
dispositif (deux sources d’atomes froids), mais est beaucoup moins sensible aux vibrations
résiduelles. Chaque mesure locale d’accélération utilise une séquence 7/2 — 7 — 7/2 comme

pour le gravimetre.

Le dispositif est donc composé de 2 pieges magnéto-optiques [45] séparés verticalement de
|ty — 3| ~ 1 m . Pour chaque piége, nous avons conc¢u une chambre & vide indépendante. Un
acces optique vertical, utilisant des hublots de bonne qualité (*/10 p-p sur 3” de diametre)

installés sur chaque enceinte permet d’utiliser la méme paire de faisceaux Raman pour réali-
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ser les deux interférometres. Comme dans le cas du gravimetre, ’expérience est concue pour
fonctionner en mode pulsé, un nuage d’atomes froids étant lancé et interrogé dans chaque
enceinte toute les 500 ms (2 Hz de taux de répétition). A chaque lancement d’atomes, on
réalise la séquence expérimentale suivante : préparation des atomes dans le bon état hyperfin
(mp = 0), interrogation des atomes grace aux impulsions Raman (suivant le méme mode
qu'un gravimetre) et détection. Cette derniere, tres critique vis-a-vis des performances ul-
times du gravimetre, a subi de fortes modifications et optimisations au cours des dernieres

années [41].

2.3.4 Les gyrometres a onde de matiere

Si les atomes possedent une vitesse orthogonale a la direction des faisceaux laser, les trois
impulsions laser sont effectuées a des positions différentes (cf figure et on obtient un
interférometre de type Mach-Zenhder. Cet interférometre est sensible a la rotation. Pour le
vérifier simplement, considérons le cas ou les atomes sont dans un référentiel tournant a la
vitesse € (on négligera la variation de direction des faisceaux laser dans ce référentiel, ce qui
revient a négliger 'effet de l'interaction sur le mouvement perpendiculairement aux ondes

lasers).

Dans ce référentiel, les atomes subissent une accélération de Coriolis a. = 2Q x v, (v;
est la vitesse longitudinale des atomes). Ainsi, la fréquence des lasers vue par les atomes est

déplacée par effet Doppler d’une quantité d,,(t) = — (k- a.) t = —2k- (2 x v;) t. La phase de
t

'onde laser i a l'instant ¢ s’écrit alors ¢;(t) = / §(t")dt' = —Q - (k x v;) t* et le déphasage
to=0
entre les paquets d’ondes & la sortie de I'interférometre vaut A¢ = —2€ - (k x v;) 7?. On

retrouve finalement, comme démontré plus rigoureusement dans [46), 47, 48], 1a formule bien

connue pour l'effet Sagnac [49] [50] en optique :

Q-S (2.15)

hk x v

m
Il est intéressant de comparer la formule avec I'expression du déphasage dans un gyro-

T?, laire orientée de I'interférometre.

en posant S =

metre optique : A¢ = /\—ZQ -S. On constate que pour une méme aire S et un méme rapport
signal a bruit, la sensibilité d’un interférometre utilisant des atomes est a priori supérieure a
celle d’un interférometre optique par un facteur (me)/(hwy) ~ 10, Une telle sensibilité intrin-
seque rend les gyroscopes atomiques compétitifs méme en considérant les aires importantes

qui peuvent étre réalisées avec les interférometres optiques.

En effet, I’aire d’un interférometre atomique sera en principe de 'ordre de 1 em? : la vitesse

de recul — est de l'ordre de 1 cm/s pour le césium et le rubidium, la vitesse de propagation

m
v varie entre 300 m/s pour un jet thermique et 50 cm/s pour des atomes froids et le temps
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d’interrogation est de 1’ordre de 10 ms pour un jet (dispositif de 3 m de long) a 100 ms pour
les atomes froids (dispositif de 5 cm de long). Le facteur d’échelle vaut alors frac2mSh ~ 10°
rad/(rad/s), permettant, avec une détection atomique de rapport signal a bruit important (>
10%), de détecter des rotations inférieures au nrad/s. Il est en effet relativement facile d’obtenir
des flux atomiques importants (Certaines horloges a jet atomique de césium utilisent des flux
de 'ordre de 10 atomes/s ou plus [51]), permettant d’espérer des sensibilités & court terme

de I'ordre de 1072 (rad s 'Hz "/* combinées avec une trés bonne stabilité & long terme.

2.4 Revue de détail de deux dispositifs expérimentaux
2.4.1 le gyrometre a jet atomique de Stanford

Fai scean nett oyeur Interféramétre

Collinnaion ™

! \.
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Hyperfin Rarmsan Faisceau Raman

Blindage
magneique

Fig. 2.7 : Dispositif expérimental : Le jet atomique issu du four (vitesse la plus probable : 270 m/s)
est collimaté par un diaphragme de 1 mm a 30 cm pour obtenir une vitesse transverse de ~ 1 m/s.
Ce jet est ensuite collimaté grdice a une mélasse a deux dimensions puis les atomes sont pompés
dans un niveau insensible au champ magnétique (F = 4, mp = 0). Ils sont ensuite transférés dans
F =3, mr =0 a l'aide d’une impulsion Raman qui réalise ainsi une sélection longitudinale des
vitesses atomiques. Les atomes restés dans F = 4 sont expulsés a l'aide d’un faisceau résonnant
sur la transition optique F = 4 — F' = 5. Les autres pénétrent alors la zone d’interrogation ot
regne un champ magnétique uniforme de direction perpendiculaire au jet atomique. Ils y subissent
la série d’excitations lumineuses puis sont détectés par fluorescence grace a un tube photomultipli-
cateur (PMT). En surimpression est représenté le dispositif du deuziéme jet atomique qui permet
d’effectuer une double mesure simultanée.

Pour comprendre un peu mieux le fonctionnement d’un gyrometre a atomes, analysons en
détail le dispositif expérimental développé initialement a Stanford et présenté figure
Celui-ci utilise un jet d’atomes collimaté identique aux premieres horloges atomiques. Les
atomes sortent d’un four et forment un jet thermique avec un flux atomique d’environ 108
atomes/s, une vitesse transverse v; de 'ordre du m/s et une vitesse longitudinale |v;| = 270
m/s . Avec de tels parameétres, le jet a une étendue spatiale d’environ 1 ¢cm dans la zone

de détection située 3 m en aval®. Juste apres le diaphragme, les atomes sont refroidis dans

®Nous discuterons au dernier chapitre 'importance de cet étalement transverse des sources atomiques, en
particulier dans les applications spatiales.
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Fig. 2.8 : Photographie du dispositif expérimental de gyrométre atomique a jet non ralenti.

une mélasse transverse a deux dimensions [52], 53] pour atteindre une collimation de 1’ordre
de 0.3 mrad (|v¢| ~ 10 cm/s) en conservant un flux important. Ce refroidissement permet
non seulement d’avoir un jet beaucoup mieux localisé (~ 1 mm) dans la zone de détection,
mais il est de plus fondamental pour I'utilisation des transitions Raman sélectives en vitesse,

puisque leur sensibilité a I'effet Doppler est de quelques cm/s [20)].

Avant de pénétrer dans la zone d’interaction, les atomes sont pompés optiquement dans un
niveau insensible (au premier ordre) au champ magnétique F' = 4, mp = 0 [54] 5I]. Les
atomes ainsi préparés sont ensuite transférés de I’état fondamental F' = 4, mp = 0 (|e)) vers
'état fondamental F' = 3, mp = 0 (|g)) grace a une impulsion Raman 7 insensible a 1'effet
Doppler (réalisé a l'aide de deux lasers se propageants dans le méme direction), qui effectue
une transition entre ces deux états sans échange d’impulsion (voir chapitre et 2.4.2).
Les atomes qui n’ont pas effectué la transition sont alors poussés hors de I’expérience par une
onde progressive transverse résonnante avec la transition optique F = 4 — F' = 5. Cette
préparation des atomes permet d’améliorer sensiblement la détectivité tout en améliorant la

collimation longitudinale du jet atomique.

Les atomes pénetrent ensuite dans la zone d’interaction qui est entourée d’un double blindage
magnétique. Il y regne un champ magnétique horizontal et perpendiculaire a la direction du
jet atomique. Ce champ directeur, de 'ordre de 200 mG uniforme & mieux que 1%, est créé

par quatre fils parcourus par un courant de 0.2 A. Il permet de conserver les atomes dans



2.4 Revue de détail de deux dispositifs expérimentaux

le sous-niveau Zeeman non magnétique mp = 0 lors de la manipulation des paquets d’ondes

atomiques [5] par les impulsions lumineuses.

Les faisceaux Raman sont issus de deux faisceaux laser de puissance P < 150 mW, asservis
en phase [33]. Chaque faisceau Raman est séparé en trois faisceaux dont les intensités rela-
tives sont 1 :2 :1. On obtient bien ainsi les fréquences de Rabi effectives, proportionnelles®
a fraclA, qui varie d'un facteur 2 entre les zone d’impulsion 7 et les zones d’impulsion
/2. Les faisceaux sont ensuite alignés contra-propagatifs deux & deux. Ces trois paires de
faisceaux sont utilisées pour effectuer la séquence d’impulsions lumineuses § — 7 — 7 dans
la zone d’interaction. Elles sont alignées horizontalement. Leur direction de propagation est
perpendiculaire a la vitesse longitudinale des atomes du jet. L’orientation de chaque paire est
définie a mieux que 10 prad grace a un systeme interférométrique combiné avec un senseur
de position [12]. Les zones d’irradiation sont séparées par 0.96 m et la largeur de chaque

faisceau est établie par des fentes verticales de largeur 5.5 mm (7 ~ 20 us).

L’interférometre fonctionne comme indiqué a la section : les atomes sont initialement
dans I'état |F' = 3, mpr = 0; po) (Ppo est 'impulsion atomique initiale) lorsqu’ils pénétrent dans
la zone d’interaction. Ils traversent alors la premiere zone d’irradiation (impulsion « 7/2 » )
qui les transfere dans une superposition des états |F' = 3, mp = 0;pg) et |F = 4, mp =
0; po + 2fik). La vitesse de recul 2hk correspond & une vitesse transverse de 7 mm/s, les deux
paquets d’ondes seront donc séparés d’environ 26 pym apres 1 m de vol libre. Ils subissent
alors 'impulsion Raman « 7 » qui va rediriger les trajectoires atomiques. Lorsque les deux
paquets d’ondes se recouvrent de nouveau, 1 m en aval, ils sont recombinés par la derniere
impulsion lumineuse. Les atomes qui ont effectué la transition de F' = 3 a F' = 4 sont détectés
a la sortie de I'interférometre en collectant la fluorescence induite par une sonde a résonance

avec ' =4 — F’ =5 sur un tube photomultiplicateur.

Les franges d’interférence dépendant de la rotation sont indiquées figure pour un temps
d’intégration de 800 ms par point. Environ 107 atomes contribuent au signal de franges
au point de plus fort contraste. La lumiere parasite est environ 10 fois plus importante
que le signal atomique. Afin de supprimer la contribution de ce fond lumineux au signal de
détection, on alterne une phase de refroidissement transverse du jet atomique avec une phase
d’expulsion de tous les atomes (mélasse transverse a résonance) a une cadence de quelques
kHz. Ceci a pour conséquence de moduler le nombre d’atomes sortant de I'interférometre. On
démodule alors le signal atomique en effectuant une détection synchrone de la fluorescence
récoltée sur le tube photomultiplicateur. Le rapport signal a bruit mesuré est de 'ordre de

400 :1, soit une sensibilité & court terme mesurée de 2 x 107® (rad s'Hz ™2,

Peu de franges sont visibles. La baisse de contraste pour des vitesses de rotation élevées est

induite par la distribution en vitesses longitudinales dans le jet atomique. En effet, a chaque

SRappelons ici que Q o VI, et quainsi, dans le cas d’une transition & 1 photon, les rapports entre
intensités doivent étre 1 :4 :1
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Fig. 2.9 : Franges d’interférence a la sortie d’un interférometre a jet atomique en fonction de

la vitesse de rotation du dispositif (mesuré a 'aide d’accélérométres ancrés sur le dispositif). A
gauche, comparaison entre le signal obtenu pour un jet simple et le signal théorique attendu. A
droite, utilisation de deuz jets atomiques contra-propagatifs. Cette technique, couramment utilisée
dans les horloges a jet, permet de se débarrasser d’un grand nombre d’effets parasites par réjection
de modes communs

vitesse longitudinale correspond une aire différente de l'interférometre. Pour des vitesses
de rotation suffisamment élevées, chaque vitesse induit un déphasage tres différent, et le
contraste est fortement diminué apres moyenne sur les contributions de tous les atomes du
jet. On retrouve ici un probleme bien connu en optique, ou on peut montrer que méme en
lumiere blanche (fortement achromatique), ’observation de frange d’interférences en encore

possible, mais seulement pour la teinte plate (différence de marche nulle).

On constate aussi que la frange centrale (déphasage nul) ne correspond pas a ; = 0 mesuré
a l'aide d’accélérometres ancrés sur le dispositif. Ces derniers sont seulement sensibles aux
perturbations alternatives alors que notre interférometre mesure des vitesses de rotations
continues. Ce déplacement correspond a 43 prad/s, la vitesse de rotation de la terre en tenant
compte de la projection de I'axe de rotation sur la normale a la surface de I'interféromeétre
[12].

2.4.2 Le G.O.M. : Gyrometre a Ondes de Matiere utilisant des

atomes refroidis par laser

En 1997, en collaboration avec N. Dimarcq et A. Clairon du SYRTE, C. Salomon du Labo-
ratoire Kastler-Brossel, C. Bordé du Laboratoire de Physique des Laser, la DGA et SAGEM
(initialement la SFIM), nous avons débuté la construction d’'un gyrometre a atomes froids,
rejoints ensuite par A. Landragin qui a pris en charge ce dispositif. Inspiré des développe-
ments rapides du projet PHARAO, horloge a atomes froids transportable, ce projet a pour
but de réaliser un appareil métrologique transportable. L’objectif principal n’est donc pas,
comme précédemment, d’atteindre les performances ultimes accessibles par cette technique,

mais au contraire de réaliser un appareil tres stable a long terme. Ce souci a guidé certains
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Fig. 2.10 : Gauche : Principe du gyrométre a atomes froids; une boule d’atomes froids est lancée
dans une direction déterminée. Cette boule traverse alors une zone de préparation des états ato-
miques (utilisant en principe une cavité radiofréquence accordée sur la transition d’horloge), puis
subit les trois interactions laser pour obtenir en sortie un signal d’interférence. Droite : réalisation
pratique pour le G.0.M. ; deux boules d’atomes froids sont lancées symétriquement par rapport a la
verticale. L’interrogation se fait au sommet de la trajectoire parabolique des atomes a l'aide d’une
unique paire de faisceaur Raman modulés dans le temps.

de nos choix, comme par exemple I'idée d’utiliser un seul faisceau pulsé pour réaliser les trois
zones d’interrogation, d’utiliser une parabole assez "fermée” et de concevoir le systeme avec

deux sources contra-propagatives.

Le dispositif actuellement en test se compose donc de deux sources d’atomes froids placés
téte-béche. Ces deux sources atomiques sont des nuages d’atomes de césium pompés dans
I’état interne F' = 4, capturés et refroidis dans un piege magnéto-optique a une température
de quelques microKelvins. Pour chaque boule, les six faisceaux de refroidissement forment
un triedre dont la direction (1,1,1) est la direction initiale de lancement des atomes. Cette
derniere fait un angle de 82° avec I'horizontale. La vitesse de lancement dans cette direction
est de 2.4 m/s. Ainsi, les atomes atteignent I'apogée de leur trajectoire avec une vitesse
dans la direction horizontale d’environ 30 cm/s. La séquence d’interrogation a lieu autour
du sommet de cette trajectoire de maniere symétrique par rapport a ’apogée. Les trois
impulsions /2, 7 et 7/2, chacune d’une durée de 20 us sont séparées temporellement par 45
ms. Ces impulsions sont réalisées a partir d’une seule paire de faisceaux laser horizontaux
dont le diameétre de 42 mm & 1/e2 est choisi de telle sorte que l'intensité laser au niveau des
impulsions /2 soit égale & la moitié de celle de 'impulsion 7 (figure [2.11]).

En utilisant la formule (2.15), on peut estimer la sensibilité intrinseque de cette configuration
a 0.7 mrad/s pour un déphasage de 2x. En considérant un rapport signal a bruit de 1000
(soit 10° atomes détectés), la sensibilité de Pinterférometre & court terme est alors de 700
nrad s~'Hz~"?, soit un peu plus d’un ordre de grandeur moins bien que le dispositif de la
section précédente. Néanmoins, notre systeme devrait permettre d’améliorer sensiblement la
stabilité a long terme du dispositif. La dégradation de la stabilité a court terme au profit de la

stabilité a long terme peut d’ailleurs étre un avantage pour les systemes pulsés comme celui-
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Fig. 2.11 : Schéma et paramétres fonctionnels du G.0.M.

ci. En effet, comme dans les horloges, la stabilité a court terme d’un tel dispositif pulsé (ou
les mesures sont intermittentes) peut étre maintenue entre les différentes mesures successives
grace au couplage avec un gyrometre de référence. Il existe néanmoins tres peu de solutions

qui permettent d’égaler les performances des senseurs atomiques, méme a court terme.

Ce dispositif présente aussi l’intérét d’étre potentiellement une base inertielle quasi compléte,
qui permettra d’extraire des signaux d’interférence la vitesse de rotation suivant trois axes et

Uaccélération absolue suivant deux axes, comme nous le verrons a la fin de ce chapitre.

Configuration « sans effet Doppler » : (franges de Ramsey et) test des perfor-

mances du systeme

Il est possible de modifier légerement la configuration du senseur inertiel pour le rendre
insensible aux différents effets inertiels (accélération et rotation). Pour cela, les deux faisceaux
Raman sont alignés de maniere a se propager dans la méme direction. De cette maniere,
une impulsion lumineuse peut exciter une transition « micro-onde » entre les deux états
hyperfins d’une maniere analogue aux cavités-hyperfréquences utilisées dans les horloges
atomiques [33]. Dans cette expérience (Figure , la phase du premier pulse Raman est
variée pour observer la modulation. Le temps d’interaction entre les deux impulsions 7/2 est
20 ms, le temps entre chaque mesure (une mesure correspond au lancer d'un PMO dans

l'interférometre) est de 560 ms. Grace a cette expérience, il est alors possible d’étudier les
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Fig. 2.12 : Franges de Ramsey par transition Raman. Droite : franges d’interférence correspondant
a la probabilité de détecter les atome dans Uétat F=/ a la sortie de chacun des interférométres.
Gauche : variance d’Allan obtenue pour la somme (pointillés) et la différence (continu) des phases
déduites de chaque signal.

fluctuations de phase du systeme en réglant la phase de maniere a étre positionné sur le
flanc d’une frange. On obtient ainsi deux signaux proportionnels au déphasage induit dans
Pinterférometre, une information pour chaque direction de lancement des atomes. On peut
ensuite étudier les performances d’un interférometre seul, ainsi que les performances obtenues
apres avoir effectué la somme ou la différence des résultats obtenus sur chaque interférometre.
On constate que le rapport signal a bruit est nettement amélioré si ’on utilise la différence des
signaux (S/B = 280 contre S/B = 17 pour la somme), ce qui est une indication de Uefficacité
de la réjection des bruits techniques dans cette configuration. Cette méthode a deux jets
contra-propagatifs est couramment utilisée dans les horloges atomiques traditionnelles”. Les
performances du systeme que 'on extrait de la différence des signaux sont compatibles avec
les performances attendues pour un rapport signal a bruit limité par le bruit de projection
quantique (= v/N,;), montrant ainsi toute I'efficacité de cette méthode pour la réjection des
divers bruits de phases (lasers, source micro-onde, etc.) qui peuvent limiter les performances

d’un seul interféromeétre.

Configuration « contra-propagative » : senseur inertiel atomique (GOM)

La configuration « contra-propagative » ,micro-onde dans laquelle les faisceaux Raman sont
alignés de maniere a se propager dans des directions opposées, permet de rendre les transi-
tions Raman sensibles a 'effet Doppler et donc de rendre 'interférometre sensible aux effets
inertiels (rotation et accélération). La figure indique les signaux d’interférence obtenus
dans cette configuration. Les parametres de I'interférometre sont les mémes que précédem-

ment : temps d’interaction 20 ms et taux de répétition 1 :560 ms~!. L’augmentation du bruit

"Dans les horloges & atomes froids, la configuration en fontaine atomique entraine naturellement une
réjection des bruits techniques puisque la méme cavité est utilisé, rendant inutile un systéme & deux sources
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Fig. 2.13 : Franges du senseur inertiel atomique. Droite : franges d’interférence correspondant
a la probabilité de détecter les atomes dans l’état F=4 a la sortie de chacun des interférométres.
Gauche : variance d’Allan obtenue pour la somme (pointillés) et la différence (continu) des phases
déduites de chaque signal.

vient des vibrations parasites sur I’expérience, qui induisent une fluctuation de phase des
lasers Raman qui s’ajoute directement au déphasage di a la rotation. Ces fluctuations en-
trainent une « décorrélation » de la phase des impulsions laser pour des trop grandes durées

de vol libre entre deux impulsions, et limitent donc 'aire accessible de I'interférometre.

En corrigeant ce probleme de vibrations, principalement en installant I’enceinte a vide sur
lesquels les systemes optiques des faisceaux Ramans sont installés sur une plateforme anti
vibrations, il a été possible d’améliorer les performances de cet interférometre en augmentant
I’aire de pres d’un ordre de grandeur : le temps entre deux impulsions est passé de 20 ms a 60
ms. Ainsi, pour le signal de rotation (différence), le rapport signal a bruit était de 38, soit une
sensibilité de 2.5 x 1079 rad.s™! en 1 seconde. Pour le signal d’accélération, la moins bonne
réjection des déphasages parasites entraine une baisse de contraste et un rapport signal a

bruit réduit de 12, soit une sensibilité de 6.2 x 107 ® m.s~2 en 1 seconde.

Une des particularités du Gyrometre développé au SYRTE est de pouvoir accéder a plusieurs
configurations d’interférometre permettant de mesurer en principe la rotation suivant trois
directions de l'espace et 'accélération suivant deux directions de I'espace. Dans la configu-
ration « classique » qui a principalement été étudiée, les faisceaux Raman se propagent
horizontalement, la trajectoire des atomes étant perpendiculaire a la direction de propaga-
tion des faisceaux. Il est aussi possible de configurer la direction de propagation des faisceaux
verticalement (& droite sur la figure et ainsi de mesurer la vitesse de rotation suivant
une direction horizontale, ainsi que 'accélération verticale. Cette configuration est autorisée
car 'interrogation des atomes se produit au sommet de leur trajectoire parabolique, ot la
vitesse atomique est principalement horizontale et encore perpendiculaire a la direction des
lasers. La derniere configuration est plus astucieuse, et utilise pleinement le repliement de

la trajectoire parabolique. Comme indiqué a gauche de la figure [2.15] elle utilise la méme
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Fig. 2.14 : Franges du senseur inertiel atomique apres isolation des vibrations parasites. Gauche :
franges d’interférence correspondant a la probabilité de détecter les atomes dans létat F=4 a la
sortie de chacun des interférométres. Le temps d’interaction entre deuz impulsions ©/2 ou 7 est
maintenant de 60 ms. Droite : variance d’Allan obtenue pour la somme (pointillés) et la différence
(continu) des phases déduites de chaque signal.

configuration de faisceau que pour la mesure de rotation verticale, mais une configuration
d’impulsion différente ou les atomes sont interrogés une premiere fois dans leur phase ascen-
dante, puis une deuxieme fois dans la phase descendante, et ce de maniere symétrique. On
constate ainsi que l'aire effective de l'interférometre est orientée horizontalement. En effet,
la projection de l'aire dans un plan horizontal est symétrique par rapport a l'apogée des
trajectoires : les aires de part et d’autre sont identiques, mais parcourues en sens inverse
par les atomes, elles se compensent donc. La sensibilité gyroscopique prend dans ce cas une

forme similaire a I'équation ([2.15]) :
Ap=kxg-QT? (2.16)

Nous avons dernierement mis en ceuvre cette configuration, montrant ainsi que la détec-

Fig. 2.15 : Les deux autres configurations d’interférométre permettant de mesurer en tout la rota-
tion suivant les trois directions de [’espace et l’accélération suivant 2 directions. A droite, une confi-
guration ot les faisceauzr Raman se propagent verticalement permet de mesurer la rotation suivant
un aze horizontal et accélération suivant la direction des faisceaux ; A gauche, une configuration
utilisant les faisceaur Raman initiauz, mais utilisant j impulsions laser ©/2 — m — 7w — 7/2 permet
de mesurer la rotation dans 'autre direction horizontale. Elle est de plus insensible a 'accélération
dans la direction des faisceaux.
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tion de la rotation dans cette direction pouvait atteindre des performances raisonnables, de
I'ordre de 2 x 1072 rad.s~!. Il reste néanmoins une sensibilité résiduelle aux variations de 1’ac-
célération suivant la trajectoire des atomes, essentiellement due aux gradients de gravité qui

brisent la symétrie des interférometres. Il est important de mentionner que le fait de pouvoir
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accéder aux trois configurations décrites complique sérieusement le dispositif expérimental.
Outre les problemes d’acces optique, aux faisceaux Raman est associé un champ magnétique
statique dirigé dans le sens des lasers, afin de ne rendre résonnant que la transition atomique
entre les états e et g. Il faut donc prévoir deux champs magnétiques orthogonaux dans la
zone d’interaction, ces champs devant aussi étre présents lors de la préparation des états
atomiques. Comme cette préparation est réalisée grace a deux cavités micro-onde accordées,

il est en fait nécessaire d’utiliser deux cavités alignées chacune sur une direction du champ.

2.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons introduit les éléments essentiels a la compréhension d’un sen-
seur inertiel atomique. Nous avons concentré nos remarques sur ['utilisation d’une transition
a deux photons entre deux états internes atomiques stables (transition Raman) pour réaliser
des éléments d’optique atomique - miroirs, lames séparatrices, éléments polarisants (on peut
considérer I’état interne atomique comme un état de polarisation) utilisés dans un interféro-
metre atomique. Nous avons ensuite appliqué ces éléments a des sources atomiques refroidies
par laser, et ainsi démontré le tres fort potentiel de ces senseurs en terme de performances.
Ces premieres étapes dans la réalisation et 'utilisation de senseurs atomiques ont déja été,

pour la plupart, largement dépassées.

Ainsi, le gyrometre atomique sur lequel j’ai initialement travaillé a été grandement amélioré
[55] et le gradiometre atomique est déja utilisé pour mesurer la constante de Newton G [56].
Les premiers résultats obtenus a Stanford sont encourageants. De méme, une configuration

légerement modifiée d’accélérometre a permis de mesurer trés précisément le rapport #/m,
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une valeur important dans la détermination de la constante de structure fine « [57]. Enfin,
il existe maintenant un nombre important de projets d’interférometres atomiques comme le
gyrometre a ondes de matiere développé a Hanovre, ou les projets spatiaux comme le projet
HYPER présenté au chapitre [l On peut aussi mentionner les montages de gravimetre en
construction a FONERA et au SYRTE, ce dernier devant, a terme, servir d’étalonnage de

Paccélération gravitationnelle dans la balance de Watt, futur étalon primaire de masse.
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Precision Rotation Measurements with an Atom Interferometer Gyroscope

T.L. Gustavson, P. Bouyer,* and M. A. Kasevich

Department of Physics, Stanford University, Stanford, California 94035
(Received 10 September 1996

We report the demonstration of a Sagnac-effect atom interferometer gyroscope which uses stimulated
Raman transitions to coherently manipulate atomic wave packets. We have measured the Earth’s
rotation rate, and demonstrated a short-term sensitivity to rotation® ®f10~% (rad/s)/+/Hz.
[S0031-9007(97)02734-8]

PACS numbers: 07.10.Yg, 03.75.Dg, 07.60.Ly, 42.50.Vk

Matter-wave interferometry has the potential to be artransition frequency, and can be used to coherently divide
extremely sensitive probe for inertial forces. For example(with a 77/2 pulse) or deflect (with ar pulse) atomic
neutron interferometers have been used to measure theave packets. (On the other hand, when the beams are
rotation of the Earth [1] and the acceleration due toaligned to copropagate, these transitions have a negligible
gravity [2]. More recently, atom interference techniqueseffect on the atomic momentum, and the transition fre-
have been used in demonstration experiments to measugeency is Doppler insensitive.) A Mach-Zehnder-type
rotations [3] and accelerations [4]. In this Letter, weinterferometer is formed using a&/2-7-7/2 pulse se-
present an atom-based Sagnac gyroscope that has a shoptence to coherently divide, deflect, and finally recom-
term sensitivity comparable to state-of-the-art opticalbine atomic wave packets. The resulting interference can
gyroscopes [5,6], and is at least 2 orders of magnitudée directly observed by measuring the atomic ground-state
better than previous matter-based experiments [1,3,7]. populations [18].

In the Sagnac geometry [8], rotation induces a phase Our experimental setup is shown in Fig. 1. An effusive
shift A¢ between two interfering propagation paths. Forbeam of cesium atoms is collimated by two 1 mm
a Sagnac loop enclosing arda a rotation{) produces a diameter apertures and transversely cooled in a 2D optical

shift Agp = % Q - A, wherea is the particle wavelength Mmolasses [19,20]. The resulting beam has a flux6fx
and v its velocity [9-11]. Thus the inherent sensitivity 10° atomg’s with a most probable longitudinal velocity
of a matter-wave gyroscope exceeds that of a photorPf 290 nys and a transverse velocity spread of 10/sm
based system by a factor afc?/fiw ~10'!" (m is the (0.3 mrad collimation). The base pressure of the vacuum
particle masse the photon frequency). Although optical System is~5 X 107 Torr.

gyroscopes have higher particle fluxes and larger enclosed We drive stimulated Raman transitions between the Cs
areas, atom-based systems should still out-perform optic&S1/2, ¥ =3, mp =0 and 65>, F =4,mp =0 magnetic
systems by several orders of magnitude. Higher precisiofield insensitive ground-state hyperfine levels. State prepa-
gyroscopes could find practical applications in navigatiorfation was accomplished by first optically pumping the
or in geophysical studies. They could also be used in tes@oms into the” =4, mr =0 level with ~95% efficiency

of general relativity [6,12,13]. For example, one might
realize a ground-based detection of the dragging of inertial

frameS [14] 2D molasses Blasterl beam Optic¢al table Atomic Sagnac loop PMT
We have developed an atomic state interferometer [15] /
which uses two-photon velocity selective Raman transi- cs oven \ ' / /
tions [16,17] to manipulate atoms while keeping them in E — = —
long-lived ground states. With the Raman method, two Cold 0. . PN
laser beams of frequeney; andw, are tuned to be nearly shield / ‘ \’ij:g:jf“
resonant with an allowed optical transition. Their fre- N T \
quency differences; — w, is chosen to be resonant with Hyperfine _ Raman }ve_l/acket Magnetic shield
a microwave transition between two atomic ground-state PUTPING P ansfer manipulation

I(_avels. L_Jnder appropriate conditions, the atomic_ pOpL“""FIG. 1. Experimental apparatus. A cesium atomic beam is
tion Rabi flops between the ground-state levels with a rat@ollimated and transversely cooled in a two-dimensional mo-

proportional to the product of the two single-photon Rabilasses. The atoms are then optically pumped into a magnetic
frequencies and inversely proportional to the optical defield insensitive hyperfine state before entering the 2 m long

; ; agnetically shielded interrogation region of the vacuum cham-
tuning. When the beams are aligned to Counterpropagatgér. Two-photon stimulated Raman transitions are used to drive

a momentum exchange of approxmately tW'Ce, 'Fhe S'ngle_fhe @ /2-7-7 /2 interferometer pulse sequence. Atoms making
photon momentum accompanies these transitions. Thife ground stateF = 3 — F = 4 transition are detected by

leads to a strong Doppler sensitivity of the two-photonresonance fluorescence.

2046 0031-900797/78(11)/2046(4)$10.00 © 1997 The American Physical Society
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[21,22]. We then transferred the atoms from the=  ground-state levels. When unbalanced, the resonance
4, mp = 0to theF = 3, mr = 0 level with aw Raman pulse frequencies in ther/2 and = regions were offset by an
(Doppler insensitive). Residual atoms remaining in theamount comparable with the transition linewidth.

F = 4 states were blown away by a resonant blaster beam. We first observed interference fringes by varying the
We use this three-step scheme to enable efficient detectiaptical phase of the finalr/2 pulse (Fig. 2). This was

on a cycling transition. It also allows for clean state prepaachieved either by tilting a phase plate located in the
ration and improves longitudinal velocity collimation. beam path of one of the two Raman laser beams just

Following state preparation, atoms enter-2 m long,  before the finakr /2 region or by scanning the horizontal
magnetically shielded, interrogation region. In this regionalignment of one of these beams. The maximum contrast
three pairs of counterpropagating beams are used te about 20% when the Raman beam propagation axes
drive the Raman transitions. The beams are orientedre parallel [24]. The fringe peak-to-peak amplitude is
perpendicular to the atomic beam in a horizontal plane=10" atomg's. The noise level is currently limited by
with a 0.96 m separation between each pair. The atomscattered light from the detection beam which creates a
begin in the|F = 3, mr = 0; po) state upon entering the background~10 times the fringe signal.
interrogation region g, is the initial momentum). The We rotated the propagation axes of the three Raman
first 7 /2 pulse puts the atoms in a superpositior Bf= beam pairs simultaneously in the horizontal plane to
3,mp = 0;po) and |F = 4,mp = 0; pg + 2hk) states. observe the Sagnac phase shift. This was done by
(The two-photon recoil momentur®Zik corresponds to applying a sinusoidally varying force to the (floating)

a 7 mnys transverse velocity.) The two wave packetsoptical table on which the Raman beam optics were
then separate by on avera2® wm during~1 m of free  mounted. A piezoelectric transducer (PZT) anchored to
flight. Next, they pass through the Raman beams, the floor through a separate vibrationally isolated platform
which exchange the two ground states and momentavas used for this purpose. We independently measured
The redirected trajectories meet again after m, where the rotation rate of the table with a calibrated seismometer
the last w/2 pulse overlaps the two wave packets.(Kinemetrics SS1). Figure 3 shows the variation of the
The average total area enclosed by the interferometénterfering signal with the rotation rate inferred from
is 22 mm?. Atoms which made the transition from the the seismometer. The integration time was 800 ms per
F = 3totheF = 4 state are detected by a resonant probgoint. The loss of contrast for large rotation rates is
laser beam tuned to théS,,;, F =4 — 6P3,, F =5 due to the averaging of the Sagnac phase shift over the
cycling transition. The resulting fluorescence was imagedbngitudinal velocity distribution. A signal-to-noise ratio
onto a photomultiplier tube. An average of 1.2 photonsof 400 : 1 can be extracted from a fit to the central
per atom was detected. fringe. The corresponding short-term sensitivity2is<

The implementation of our Raman laser system had0~® (rad/s)/~/Hz.
been described in detail in a prior publication [23]. The center of the contrast envelope does not correspond
Briefly, 852 nm light from a distributed Bragg reflec- with the zero rotation rate measured by the seismometer.
tor diode laser passes through a 4.6 GHz acousto-opti8ince the seismometer is not sensitive to dc rotations,
modulator and is retroreflected. Thel and —1 dif- but the gyroscope is, the signal is offset by the Earth’s
fracted orders are amplified by optical injection lockingrotation rate. In order to quantify this offset we fit a model
two 150 mW diode lasers. The injected lasers have a
stable frequency difference of 9.2 GHz, the cesium clock
frequency corresponding to transitions betweenfhe 3 1 T T
and F = 4 ground states. After passing through optical
isolators the output beams are spatially filtered and ex-
panded to d.1 cm 1/¢? diameter.

As the Raman lasers run continuously, the atoms see
a pulse area determined by their time of flight through
the laser beams. Vertical slits of width 5.5 mm were
placed in front of the Raman beam windows to set the
pulse length. A uniform 200 mG bias field is applied
along the axis of the Raman beams to maintain well-
defined internal atomic states in the interrogation region. — .
The Raman lasers were detuned from the 852 Bm 0 100 200
line by A = —3.0 GHz to avoid spontaneous emission. Phase plate angle (urad)
The intensity of the Iaser_beam coupling #8 /2, F = 4. FIG. 2. Atoms in theF = 4 state detected at the exit of
and 6P, levels was twice that of the beam coupling the interrogation region as a function of the optical phase

the 65,2, F = 3 and 6P3/, levels. This intensity ratio of the final /2 pulse. The phase is scanned by rotating a
balanced the Raman laser-induced ac Stark shifts of th&@5 in. plate in the optical path of one of the Raman beams.

Detected Fluorescence
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the frequency domain using a low frequency spectrum
analyzer (HP3562A). We show the results of a typical
measurement in Fig. 4.

Alignment of the Raman beams is critical for obtaining
good fringe contrast [24]. The beams need to be aligned
to within 10~* rad to observe interference. The horizontal
alignment can be set by exploiting the Doppler sensitivity
of the Raman transitions. The Raman resonances in the
 and 7 /2 regions occur at the same rf frequency when
the Raman beams are parallel. In the vertical direction
we had no Doppler shift diagnostic. Instead, we aligned
all six beams normal to a vertical reference mirror using
optical interferometric methods. A tilt sensor attached to

the reference mirror mount was used to define the vertical

o ) . : .
FIG. 3. Measurement of an atom interference pattern versuBIane to Wlth'n.lo. rad. This f’:lllgnment tephmque
rotation rate. Black dots: experimental data. Open circlesSUppresses gravitational phase shifts and centripetal phase

calculated signal. The shift of the contrast envelope provides &hifts arising from the Earth’s rotation.
measurement of the Earth’s rotation rate. Vibration isolation of the optical table (Newport RS-
4000 floating on 1-2000 legs) is also essential. Rotational
to the signal with the offset as an adjustable parametegnd translational noise produces random phase shifts
as show in Fig. 3. To calculate the modeled signal weon the interference signal. The vacuum chamber was
treat the atomic trajectories and the Raman transitionsounted on a freestanding platform just above the optical
semiclassically. In this model we chose the viewpoint thatable to prevent vacuum pump vibrations from coupling
the Sagnac phase shift arises from the atom’s interactioto the Raman laser beams. Highly stable mirror mounts
with the rotating laser beams [25]. The model includesvere used for the Raman optics and in other key beam
averages over the measured longitudinal and transvergmths to avoid vibration-induced optical phase shifts and
velocity distributions, but does not include averages ovebeam pointing variations. Optical phase shifts due to
the transverse spatial profiles of the Raman or atomiconvection have been reduced by enclosing the Raman
beams. It also accounts for an arbitrary (experimentalljpeams in 1 in. diameter tubes.
uncontrolled) initial optical phase offset, which determines It is useful to compare our Raman transition method with
the fringe location within the contrast envelope. Weother coherent atom manipulation techniques. In compari-
omit higher order rotation terms and corrections for theson with mechanical nanofabricated gratings [26], optical
change in the rotation rate during the atom’s time of flightgratings can be easily vibrationally isolated from the vac-
through the interferometer, both of which are negligibleuum chamber. Scattering from standing waves [27,28]
for our operating conditions. From the fit we extract acan be efficient and capable of large momentum trans-
Sagnac phase shift of 4.2 rad, which corresponds to &er. However, these beam splitters typically require a
rotation offset of45 = 3 wurad/s. The uncertainty is due highly collimated atomic beam. In contrast, the stimulated
to the calibration of the seismometer. At our latitudeRaman transition linewidth can be adjusted to address large
the projection of the Earth’s rotation raf®, - n (where
n = A/|A]) is 44.2 urad/s, which is consistent with our — S —
measured value. The discrepancy between the calculated
and observed wave forms at large rotation rates is not fully
understood.

We investigated the gyroscope’s sensitivity for different
integration times. For these measurements we applied a
sinusoidal varying rotation rate to the table. The maximum
rotation rate was typically set betweei® nrad/s and
1 urad/s. This resulted in a phase modulation of the
signal6¢ <« 7r rad. We set the operating point on the
side of a fringe to increase our sensitivity to small rotations.
We servoed the angle of the final Raman beam with a PZT | : . AELASNE N \-Shall M
to keep the signal locked to this operating point. This 05 10 15
compensated for slow phase drifts, primarily due to air Frequency (Hz)
currepts, and allowed for ',”tegrat'on times as ld s. . FIG. 4. Power spectrum of the servo error signal correspond-
In this scheme the rotation-induced phase modulatiofhg to a1 Hz, 60 nrad/s rms rotational excitation of the optical
appears on the lock feedback signal. It was analyzed itable after10? s.

Rotation rate (urad/s)

Feedback signal spectrum
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Measurement of the Earth’s Gravity Gradient with an Atom Interferometer-Based
Gravity Gradiometer

M. J. Snadden, J. M. McGuirk, P. Bouyer,* K. G. Haritoand M. A. Kasevich

Physics Department, Yale University, New Haven, Connecticut 06520
(Received 22 January 1998

We report the demonstration of an atom interferometer-based gravity gradiometer. The gradiometer
uses stimulated two-photon Raman transitions to measure the relative accelerations of two ensembles of
laser cooled atoms. We have used this instrument to measure the gradient of the Earth’s gravitational
field. [S0031-9007(98)06679-4]

PACS numbers: 39.20.+q, 03.75.Dg, 04.80.-y, 32.80.Pj

Measurement of the gradient of gravitational fields has Each acceleration measurement usesr& — 7= —
important scientific and technical applications. These aps/2 pulse sequence of stimulated Raman laser pulses.
plications range from measurement®f the gravitational This method is described in detail in Refs. [4,5]. Here
constant, and tests of general relativity [1,2] to covertwe briefly summarize the essential ideas. The two-photon
navigation, underground structure detection, oil-well log-Raman pulses drive Rabi oscillations between two atomic
ging, and geodesy [3]. This Letter describes the developground-state hyperfine levels (for our experiment, the Cs
ment of a gravity gradiometer whose operation is based of = 3, my = 0 andF = 4, my = 0 65, ground states)
recently developed atom interference and laser manipu/a nearly resonant optical levels (thes,, states). The
lation techniques. A crucial aspect of our design is its inthree pulse sequence results in an atom interferometer
trinsic immunity to spurious accelerations. if the propagation axes for each of the two Raman

Our method is illustrated in Fig. 1. We use light pulselaser beams counterpropagate. In the limit of short,
atom interferometer techniques [4—6] to measure théntense Raman pulses, atoms initially prepared in the
simultaneous acceleration of two laser cooled ensembleg = 3 state have probability? = [1 — cosA¢(r)]/2
of atoms. The relative acceleration of the atom cloudf making the transition to the" = 4 state following
is measured by driving Doppler-sensitive stimulated twothe excitation sequence. For atoms accelerating at a
photon Raman transitions [7] between atomic groundrate g(r), A¢(r) = (k; — k») - g(r)T?, whereT is the
state hyperfine levels. Our geometry is chosen so thatme between successive pulses, dndand k, are the
the measurement axis passes through both laser coolpdopagation vectors for the Raman beams of frequency
ensembles. Since the acceleration measurements a¥g and w,. By measuring the ground-state populations
made simultaneously at both positions, many systematiollowing the sequence we are able to determing(r)
measurement errors, including platform vibration, cancelnd thus the projection @ along the Raman propagation
as a common mode. axes (at positionr). In this simplified treatment we

This instrument is fundamentally different from current have neglected the change gfr) experienced by each
state-of-the-art instruments [8,9]. First, the proof masses
used in our work are individual atoms rather than pre-
cisely machined macroscopic objects. This reduces sys-(a) (b)

tematic effects associated with the material properties of
macroscopic objects. Second, the calibration for the two
accelerometers is referenced to the wavelength of a single
pair of frequency-stabilized laser beams, and is identi-
cal for both accelerometers. This provides long term
accuracy. Finally, large separatioris>1 m) between
accelerometers are possible. This allows for development
of high sensitivity instruments.
Our design also differs significantly from that of previ-

ously proposed atom interference-based instruments [10] 9

The “figure-eight” geometry of prior proposals essen-
tially implements two sequential acceleration measure-
ments with a single ensemble of atoms. Consequently,
it exhibits poor immunity to platform vibrations. In con-

trast, our instrument is based on simultaneous acceleratigng. 1.

measurements.

0031-9007 98/81(5)/971(4)$15.00
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ensemble over the course of the interferometer pulsasing momentum transfer from a resonant laser beam. Fi-
sequence [11]. nally, the magnetic bias field was reduced~+@0 mG.

We measure the relative acceleration of the two enThe remainingF = 3, my = 0 population served as the
sembles along the axis defined by the Raman beams I®purce distribution for the interferometer pulse sequence.
subtracting the measured phase shifis(r;) andA¢(r,) We used diode lasers to generate the light needed for
at each of two locations; andr,. We extract the gradient the above steps. These lasers were frequency stabilized
by dividing the relative acceleration by the separation otto atomic resonances using saturated absorption locking
the ensembles. Note that this method determines only ortechniques.
component of the gravity gradient tensor. Following the state-preparation sequence, atoms were

In order to see how this scheme is intrinsically immunesubjected to ther /2 — 7« — 7 /2 interference sequence.
to platform vibration, we examine the origin of the phaseWe used an all-diode laser system similar to that described
shift A¢ for each interferometer. In the short, intensein Ref. [15] to drive the Raman transitions, which require
pulse limit,A¢ = ¢ (1) — 2¢(12) + ¢ (13), with ¢(r) =  two laser beams whose frequency difference is resonant
Jl(k; — k2) - Av(t) — (w; — wy — wnes)]dt[5]. Here  with the Cs 9.2 GHz ground-state hyperfine transition fre-
Av(r) is the mean velocity of the atomic wave packet (un-quency. We generated these beams in the following way.
perturbed by photon recoil effects) relative to the referencé master laser (SDL 5712 DBR) was both frequency up-
platform at timer; the timesty, t,, andz; are the times of shifted and down-shifted with a 4.6 GHz acousto-optic
the 7 /2, 7, ands /2 pulses, respectively; andy¢ is the  modulator. The two diffracted beams were subsequently
ground-state hyperfine transition frequency. Vibration ofamplified using optical injection locking techniques by us-
the reference platform will lead to extra phase terms foling each as a seed beam for SDL 5422 laser diodes. The
both the upper and lower interferometers through their inoutput of each laser then passed through a low frequency
fluence on the relative velocityv. However, these terms acousto-optic modulatof~40 MHz), with one modula-
will be identical for both locations, and will cancel in com- tor aligned to produce a frequency up-shift and the other
putation of the phase difference. to produce a frequency down-shift. The diffracted beams

The apparatus consisted of two magneto-optical trapwere overlapped on a polarizing beam-splitting cube, spa-
[12] separated vertically byr; — r»| ~ 1.09 m. Each tially filtered, and then collimated to a 1.7 ciye? di-
trap was produced in a separate vacuum chamber. Highmeter. The resulting frequency difference was twice the
guality, antireflection coated, optical viewports/(0 p-p  sum of the low frequency and high frequency modulation
over a3” diameter substrate) on each chamber allowed theources. A low phase noise HP 8770A arbitrary wave-
same pair of Raman laser beams to interact with atoms iform generator was used as the common source for the
both chambers. The experiment was run in a pulsed modé&w frequency modulators, and provided fine control over
at a repetition rate of 2 Hz. Each shot in principle resultedhe phase and frequency of the Raman difference fre-
in a gravitational gradient measurement, and consisted afuency. We also used these modulators to switch on and
three sequences: a state-preparation sequence, an interfeff-the Raman laser beams.
ometer interrogation sequence, and a detection sequence.The pair of collimated Raman beams then copropagated
Each sequence is described in detail below. in free space to the apparatus. Copropagating beams

The aim of the state-preparation sequence was to praninimize potential Doppler shifts of the Raman tran-
duce an ultracold ensemble of atoms in the K£s= 3,  sition frequency due to vibration of the beam steering
my = 0 hyperfine level. We used the magnetic field in-optics. The beams were separated using a pair of po-
sensitivem, = 0 Zeeman sublevel to minimize spurious larizing beam-splitting cubes just before they entered the
forces associated with magnetic field gradients. Initially,vacuum chamber as illustrated in Fig. 1(b). The beam of
~5 X 107 Cs atoms were captured in each trap from afrequencyw; was aligned to pass through both ensembles
background Cs vapor pressure 8 X 107° Torr [13].  of atoms, while the other beam of frequensy was made
Following this loading interval, the trapping quadrupoleto propagate parallel to this beam along an axis chosen
magnetic fields were switched off and the atoms werdo miss the atomic clouds. A pair of mirrors mounted
cooled to ~3 uK in polarization gradient optical mo- just below the exit window of the lower chamber was
lasses [14]. The atoms were then optically pumped intaised to direct the beam of frequeney along the axis of
the F = 4 ground state. Next, @300 mG magnetic bias the downward propagating beam of frequengy. The
field was pulsed on and a Doppler-sensitive Ram@an advantages of this method over the direct retroreflection
pulse tuned to be resonant with tife= 4, my = 0 —  method used in previous work are that we are able to
F = 3, my = 0 transition was applied. The temporal du- avoid standing wave excitation of atoms which are nearly
ration of this Raman pulse was chosen to transfer a nagt rest and that we minimize ac Stark shifts and residual
row velocity slice into the" = 3, my = O level [7]. This  spontaneous emission due to nonessential beams.
velocity preselection pulse was used to enhance interfer- The Raman excitation parameters were chosen with
ometer contrast. After this pulse, atoms remaining in thehe aim of minimizing unwanted ac Stark shifts and
F = 4 manifold were cleared out of the interaction regionspontaneous emission due to single photon coupling with
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the optical transitions, while maintaining an effective two- leaving unchanged the sign and magnitude of possible sys-
photon Rabi frequency large enough to excite a signifitematic shifts which are independent of the propagation
cant fraction of the Doppler broadened atomic sourcedirections of these beams. Such shifts arise, for example,
We typically obtained two-photon Rabi frequencies offrom time varying magnetic fields (induced by eddy cur-
~20 kHz operating at a detuning of4.6 GHz from the rents associated with the bias field switching used for state
optical transition. We used a 2.3:1 intensity ratio betweermpreparation) and ac Stark shifts (due to slight mismatches
the two Raman beams to minimize ac Stark shifts [16]. in the spatial modes of the two Raman beams).

Over the three pulse sequence the Doppler shift of the In analyzing these data, we were faced with the chal-
Raman resonance induced by the gravitational accelerdenge of extracting the relative phase between two signals
tion was~1 MHz, while the two-photon Rabi frequency with correlated amplitude and phase noise, in the pres-
was only~20 kHz. In order to maintain the resonance ence of uncorrelated amplitude noise. Before discussing
condition we phase-continuously chirped the Raman freeur approach, we will first detail the noise contributions.
quency to compensate for this gravitationally induced deThe dominant source of correlated phase noise was the
tuning. We accomplished this by loading the appropriatevibration of the retroreflecting mirror assembly [shown in
waveforms into the arbitrary waveform generator. Fig. 1(b)]. This assembly was rigidly attached to a pneu-

We detected the number of atoms making the transimatically isolated optical table (Newport Research Series
tion to theF = 4, my = 0 level with resonance fluores- with XLA isolators). For thel' = 30 msec interrogation
cence. A counterpropagating pair of beams was alignetime data shown in Fig. 2, we estimate the phase noise
along the vertical Raman beam axis and was tuned tto be ~400 mradrms. Sources of correlated amplitude
excite the6S,,,, F = 4 — 6P3,;, F = 5 cycling transi- noise included fluctuations in the intensity and frequency
tion. These beams were pulsed on just after the Ramaof the detection light, as well as the initial number of
excitation sequence. The = 4, m; = 0 population was trapped atoms (the same laser was used for both traps),
inferred from the scattered light during this detection in-and were at the 1% rms level (percentage is referenced to
terval. Since the same beams were used for detection #ie peak-to-peak interference signal level). Uncorrelated
both locations, noise due to amplitude and frequency flucnoise sources included shot noise due to photons scattered
tuation of these beams was common to both signals. from background Cs atoms during the detection pulse (5%

Characteristic interference data are shown in Fig. 2rms) and shot noise due to the number of atoms contribut-
We electronically scanned the interference fringes bying to the interference signal (6% rms).
adding a phase offset to the waveform for the final2- We tested several algorithms using simulated data sets.
pulse. A uniform background (due to light scattered fromWe found that the efficacy of a particular algorithm was
background Cs atoms) approximately 10 times larger thastrongly dependent on correlated and uncorrelated noise
the peak-to-peak interference signal has been suppresséelels. For the noise levels of Fig. 2, the most effective
The presence of a gravitational gradient is manifested in enethod of determining the relative phase was the subtrac-
45 mrad phase shift between the two traces. tion of the phase values extracted from nonlinear curve

In order to suppress further possible systematic phasits of sinusoids to each data set. In this case, the noise
shifts we also took data with the effective Raman propacorrelation is manifested in a reduced variance for the
gation vector reversed. The idea is that reversing the diphase difference as compared with the individual phase
rection of the effective propagation vector will reverse thevariances for the upper and lower data sets. We observed
sign of the gravitational gradient induced phase shift whilea factor of 2 reduction in the relative phase variance over
the estimated variance for completely uncorrelated sig-
nals, in good agreement with our simulations. These re-
sults were limited by uncorrelated amplitude noise, which

we believe can be reduced in future work.
To test the system we have investigated the Earth’s
gravitational gradient by measuring the phase differ-

ence between the two chambers as a function of the

time between the interferometer pulsEs as illustrated

in Fig. 3. Each data point corresponds to an average

of 4 X 10* shots. We used the beam reversal tech-

' - - nigue described above to suppress a systematic offset of

0 0.5 1 15 2 ~10 mrad. A least-squares fit to the expected quadratic
Phase (cycles) dependence of the measured phase differencE pields

i i + =
FIG. 2. Typical interference fringes fof" = 30 msec be- a value for the gravity gradient 6870 = 175 E (1 E

79 72 - . .
tween each of the Raman pulses. The upper trace is dat]ao_ sec”). The measured gradient .value IS conS|.stent
collected from the upper chamber and the lower trace is dat#/ith the expected value of 3080 E (estimated assuming an
collected from the lower chamber. inverse square law scaling fg).

Fluorescence (arb. units)
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50 | In conclusion, we have developed an atom
interferometer-based gravity gradiometer. With this
40 device we have measured the gradient of the Earth’s

gravitational field, and demonstrated its immunity to
spurious vibrations. The performance of future devices is
20 | likely to exceed that of the present state of the art.

This work was supported by the ONR. We thank Matt
Thompson for his technical assistance.
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FIG. 3. Measurement of the gravitational gradient of the
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A dual atomic beam matter-wave gyroscope

T. L. Gustavson,® Philippe Bouyer,? and M. A. Kasevich®
“Department of Physics, Yale University, P.O. Box 208120, New Haven, CT 06520-81:20
bPresent address: Institut d’Optique, BP 147, 91403 Orsay Cedex, France

ABSTRACT

We report improvements to our atom-interferometer based Sagnac gyroscope which uses stimulated Raman transitions
to manipulate atomic wavepackets of cesium atoms. Using counterpropagating high-flux atomic beams, we form
two interferometers with opposite Sagnac phase shifts that share key components such as Raman atomic state
manipulation beams. Subtracting the two interferometer signals allows the common-mode rejection of spurious noise
sources and various systematic effects. Preliminary results indicate a short term sensitivity of 3 x 10~¢ (rad/s)/VHz.

Keywords: Sagnac effect, gyroscope, rotation measurement, atom interferometry, stimulated Raman transitions.
matter-waves, inertial guidance, atomic beam

1. INTRODUCTION

Atom interferometry has proven to be an extremely sensitive technique for measuring inertial forces. and it has
been used to make measurements of accelerations due to local gravity,!? rotations®3 and gravity gradients.® We
have previously reported an atom-based Sagnac gyroscope apparatus® which had a 2 x 102 (rad/s)/ vHz short term
sensitivity. This paper will primarily emphasize our recent progress, including key modifications to our apparatus
which have improved its sensitivity and stability. For example, we have increaged oven flux by a factor of 8 x 10°, and
added a second atomic beam, giving us two interferometers (running cw) and facilitating common-mode rejection.
Preliminary results with the modified apparatus are encouraging, though we expect to make further improvements.

There are several applications for which gyroscopes with greater sensitivity and better long term stability will be
useful. Inertial navigation is of great practical imporiance and commercial interest and gyroscopes are currently in
use on many ships, submarines, aircraft, cars, and drilling bores. Gyroscopes can also have geophysical applications,
such as monitoring seismic activity, or studying rotation rate and length of day fluctuations which occur at the ~ 10-8
fractional level. Though radio astronomy Very Long Baseline Interferometry (VLBI) techniques can make sensitive
rotation rate measurements, the intensive processing involved makes it inconvenient when continual monitoring or
instantaneous readout is desired. Finally, an improved gyroscope may facilitate tests of general relativity such as a
ground-based detection of the dragging of inertial frames. (See Ref. 7 for a useful review of gyroscope applications
and references, along with a discussion of various gyroscope types with particular emphasis on the active ring laser

gyro.)

Before detailing our recent improvements, let us review the essential features of our atom-interferometer. The
interferometer is of the Mach-Zehnder type, in which cesium atoms from a thermal atomic beam are the interfering
particles, and laser light pulses serve as beamsplitters and mirrors for the atoms. The experimental setup is shown in
Fig. 1. The light pulses are used to put the atoms in a superposition of two states corresponding to different spatial
trajectories that separate and recombine, enclosing an area A. The Sagnac effect is a rotation dependent phase
shift between the two trajectories which arises from a difference in path lengths since one arm is in the direction of

rotation and the other is in the opposite direction. The phase shift for a matter-wave interferometer can be written as

Ao = —%ﬂﬂ - A, where m is the mass of the interfering particle, and 2 is the angular velocity of the apparatus. The

light pulses we use are two-photon stimulated Raman transitions, which require two laser beams tuned to frequencies

For further author contact information, see our group web site: http://amo.physics.yale.edu
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wy and wa such that w; —ws is resonant with the 9.2 GHz hyperfine splitting frequency between the cesium 6.5;;» F=3
and F=4 ground states. When the Raman beams counterpropagate, the atom can undergo a two-photon transition
between the F=3 to F=4 states (or the reverse) and gains a momentum kick of approximately twice the single
photon momentum. The counterpropagating Raman beam configuration is known as Doppler sensitive since motion
of an atom along the light axis changes w, — w2 by twice the usual Doppler shift. Conversely, the copropagating
Raman beam configuration is called Doppler insensitive, since Doppler shifis cancel in w1 — wa. By adjusting the
intensity and duration of the Raman pulse, one can generate a /2 pulse, placing the atoms in a superposition of
both ground states {corresponding to different momenta}, or a = pulse, making the atoms exchange ground states
(and momenta). We use the sequence 7/2, m, n/2 to divide, deflect, and recombine the atomic trajectories. With
our beam apparatus, the Raman pulse duration is determined by the time of flight of the atoms through the Raman
laser beams (transverse to the atomic beam), allowing the interferometer to run continuously. In this type of atomic
state interferometer, the interference pattern is read out by measuring the number of atoms in a particular state at
the output of the interferometer. This measurement is made by tuning a detection laser on resonance and imaging
the resulting fluorescence onto a photomultiplier tube.

To establish the frequency difference between our Raman lasers, we use an optical injection locking technique
which we have described in detail in a previous publication.® Briefly. we pass 852 nm light from a distributed Bragg
reflector diode laser through a 4.6 GHz acousto-optic modulator optimized for the +1 diffracted order and retro-
reflect the zero-order beam through the modulator to get the —1 diffracted order. The +1 and —1 orders have
frequency difference of 9.2 GHz, and are each amplified by optically injection locking a 150 mW diode laser. We
are now using a commercially available acousto-optic modulator from Brimrose (#GPF-4600-300-X) from which we
obtain ~ 0.07% efficiency in the +/—1 diffracted orders.

In the remainder of this paper, we will discuss recent modifications to our apparatus, first giving a detailed
description of our redesigned cesium oven in section 2.1, and detection light stabilization in section 2.2. Section 2.3
will describe the dual beam gyroscope configuration, and section 2.4 will show our dual beam results. Section 2.5
will discuss Raman laser configuration changes to improve long term stability. Finally, section 3 will discuss future

2D P Atomic Sagnac loops

h g// &=

Cs oven b gé ] ] .
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reparation Detection
prep Wave-packet Magnetic shield

manipulation

Figure 1. Experimental setup. Two counterpropagating cesium atomic heams are transversely laser-cooled and
optically pumped before entering a 2 m long magnetically-shielded interaction region of the vacuum chamber. Three
sets of light pulses {two-photon stimulated Raman transitions) serve to divide, deflect, and recombine the atomic
wavepackets using a /2, m, /2 sequence. The interference signal is observed by detecting the number of atoms in
the F=4 ground state by resonant fluorescence. The two interferometers thus formed have opposite Sagnac phase
shifts, and subtracting the signals allows common-mode rejection of spurious signals.
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prospects for this work and offer some concluding remarks.

2. DESIGN IMPROVEMENTS AND RESULTS

2.1. High flux recirculating oven design

Our previously published interferometer sensitivity was shot noise limited by the flux of cesium atoms from the oven,
which was 6 x 10% atoms/sec after transverse faser-cooling 30 cm downstream with a 2D optical molasses. That
oven had a ! mm diameter (D) nozzle followed by a 1 mm D aperture in a cold shield at -55°C, and a 2D optical
molasses immediately afterwards which transversely cooled the atoms. The resulting beam had good collimation but
had limited flux (the collimation was wasteful of cesium atoms) and alignment was awkward.

We have redesigned the ovens to achieve higher flux, more efficient use of cesium, convenient alignment, and
better temperature stabilization. The new design, shown in Fig. 2, is an adaptation of a design {and terminology)
from the cesium atomic clock community.® The primary component of the new oven is a segment of 0.25” D stainless
tubing with a 4.5 mm ID and 30 cm in length. We made the tubing relatively long partly to improve collimation,
but also because of constraints imposed by our chamber and the fact that we wanted the distance between the oven
and the transverse cooling region to be short. The transverse cooling provides the additional collimation necessary
to get high interferometer count rates. The cold shield is still in ptace, but its aperture has been removed so it no
longer constrains the beam alignment. The back end of the oven tubing is attached by a valve to a source of cesium
atoms, specifically a thin-walled stainless tube used to hold and break the cesium ampoule. The valve isolates the
ampoule from the main chamber, and another valve allows the ampoule holder to be pumped out so that cesium
can be reloaded without venting the main chamber. The ampoule and valves and the end of the long tube act as a
reservoir, and are heated to 165°C using heater wire.

A fine mesh was wrapped inside the first half of oven tubing nearest the reservoir to wick cesium atoms from
the walls toward the higher temperature reservoir. The mesh is stainless type 304 screen with 300 wires/inch and
0.0014" D wires, wrapped in an overlapping spiral along the walls of the stainless tubing. (No extraordinary measures
were taken to prepare the mesh before installation, though it was cleaned ultrasonically with acetone followed by

Main vacuum chamber

Cs Ampoule

16 cm g 12 em ——P»

Figure 2. Diagram of the high flux recirculating cesium oven design, shown in cross-section at approximately 1/3
scale. Shaded grey regions represent conflat flanges. The cross-hatched region represents the fine stainless mesh in
the dark wall region (32°C) for recirculating cesium back toward the hotier reservoir (165°C). The bright wall region
(65°C") improves collimation. The oven flux is 5 x 10'2 atoms/sec after transverse laser-cooling. The arrows labeled
“2D alignment” mark the pivot point that can be moved with a 2D translation stage to adjust the oven direction.
For clarity, the 2D stage and its mounting brackets plus the copper blocks for controlling the oven temperature have
heen omitted.



methanol.) This recirculating mesh or “dark wall” region is kept at an average of ~ 32°C, just above the cesium
melting point at 28°C. The relatively cool wall temperature in the dark wall region keeps cesium vapor emission from
the walls low, and prevents collisional losses which can greatly reduce beam flux through such a long tube. It should
be noted that our design does not permit direct observation of cesium wicking action except for comparing oven
lifetinzes with and without the mesh, which has not been done. However, others have reported wicking of cesium
with this type of mesh.!® The dark wall portion of the oven is outside the vacuum, and its temperature is controlled
by water-cooled thermo-electric coolers that are mechanically coupled to the stainless tubing with machined copper
blocks and heat-sink compound.

Following the dark wall region is the “bright wall” region, which is maintained at a hotter temperature of 65°C.
This section is kept warmer to prevent cesium from accumulating on the walls, and the increased length improves
collimation. The end of the bright wall region is just outside the vacuuin chamber and is heated by cartridge heaters.

A welded bellows seals the oven tube to the end of a 2" D tube recessed into a larger vacuum flange. (The
recession was mainly to avoid excessive oven length.) A 1.33” conflat flange was welded to the reservoir side of the
oven tubing, after a brass ball with a hole drilled through it was slid over the tubing to act as a pivot point. Two
aluminum semi-circles are clamped over the 27 hole in the center of an x-y translation stage (Newport model #406)
such that the brass ball is seated on the clamp, and the tension of the bellows keeps the ball in place. The translation
stage gives convenient, orthogonal adjustments for the oven pointing. It is straightforward to align the oven when
it is first installed by aiming an alignment laser down the oven bore and observing the spot at the far end of the
chamber. Fine adjustments are then mainly achieved by walking the 2D cooling beams.

We have used PID controllers (Wavelength Electronics #RHM-4000 and #TEC-2500 respectively) to stabilize
the temperature of the resistive heaters and thermo-electric coolers. The oven is insulaied with foil and shielded
from air currents with an aluminum box. The peak-to-peak oven temperature fluctuations are stabilized to 0.007°C
in 1 hour.

The new oven design gives a flux of ~ 5 x 102 atoms/sec after laser-cooling, detected at the far end of the
aperatus. This is an increase of ~ 8 x 10® over our previous oven. The most probable velocity is ~ 330 m/sec, and
the transverse velocity spread is ~ 11 cm/sec. The oven lifetime is still uncertain, as we have not yet gone through
a full 5 g cesium ampoule in 6 months run-time.

2.2. Detection light stabilization

We have reduced noise due to intensity fluctuations of the detection light by actively stabilizing the intensity. By
adding a PID feedback circuit to modulate the efficiency of an acousto-optic modulator, we have reduced intensity
noise by a factor of ~ 100. We have also reduced noise due to detection light pointing instability by shortening the
optical path length and using high quality mounts in key locations.

2.3. Dual atomic beam configuration

A major improvement to our apparatus was the addition of a second, counter-propagating atomic beam (with
an identical oven as described above). The second beam yields a separate interference signal, but uses the same
Raman laser beams for atomic state manipulation, the same 2D cooling and detection light (recycled), the same
photomultiplier power supply, etc. The Sagnac phase shift changes sign for the second interferometer since the
phase shift is proportional to the vector area A, which reverses for the opposite atomic beam direction. Subtracting
the signals from the two interferometers gives twice the Sagnac phase shift, but since the atomic beams traverse
approximately the same region in space, phase shifts due to residual stray fields, laser fluctuations, etc. should
largely cancel. Fluctuations which occur during the time of flight of an atom through the interferometer (~ 6 msec)
need not cancel, however.

With the addition of the second atomic beam, we were forced to modify our atomic state preparation scheme
to make atoms from each oven pass through the nearby detection region (for atoms from the distant oven) without
contributing a large background. We no longer pump all the atoms into a magnetic field insensitive mr = 0 state,
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but by applying a ~ 300 mG bias field along the Raman beam axes, we can make the transitions corresponding to
different Zeeman sublevels widely separated compared to the Raman transition linewidth, and ensure that only the
mp = 0 atoms contribute to the interferometer. That reduces the atomic flux by about a factor of 6, but with our
increased oven flux, that is currently not a limitation. Since we detect with light resonant to the F' = 4 — F'=5
transition. we optically pump the atoms into the F = 3 state before they enter the interferometer.

2.4. Dual atomic beam results

To test the interferometer, we induced a rotation in the optical table by pushing between the table and two massive
vibrationally isolated columns with piezo-electric transducers (PZT) at diagonal corners of the optical table. The
table velocity was measured by seismometers mounted on the table. We applied a sinusoidal rotation to the table
at 4.5 Hz. To this case. the interference signal observed has sinusoidal oscillations, with an overall contrast envelope
centered at the true zero of rotation. Because the seismometer is not sensitive to dc rotations, we measure an offset
corresponding to the Earth’s rotation rate. The dual beam interference signals and the difference signal are shown in
Fig. 3. The contrast envelope arises due to an averaging over longitudinal velocities in the thermal atomic beam. since
the interferometer area and Sagnac phase shift depend on the atom velocity. After an analysis of the signal-to-noise
ratio, we estimate our current short term sensitivity to be 3 x 107° {rad/s)/ vHz, which competes with the best
published active ring gyroscopes to date.” We are still experimentally investigating issues of relative phase between
the two interferometers.

2.5. Copropagating Raman beam configuration (long term stability)

For the interferometer signal to be stable over long times, the relative phase of the Raman lasers between interaction
regions must be well behaved (as described below). The atoms acquire the phase of the Raman lasers at each
interaction region, resulting in an overall laser induced phase of ¢.g = ¢1 — 2¢2 + ¢3, where ¢; is the relative
phase of the two Raman lasers at the first, second, or third interaction region. This means that the initial relative
phase between the two Raman lasers cancels, but time varying relative phase changes from one interaction region to
another will affect the overall phase. Our initial interferometer configuration had the two Raman lasers propagating
separately on opposite sides of the vacuum chamber, with crossed linear polarizations to drive the Raman transitions.
In this case, air currents caused the phase of the signal to fluctuate substantially (even with tubes around the beams).
The sensitivity to air currents can be explained by noting that the difference in index of refraction between air and
vacuum results in several hundred phase flips over the few meters of propagation required.

Recently we have reconfigured our Raman lasers so that the ) and w» beams can copropagate through the system,
giving excellent common-mode rejection of air current effects. The beams are combined with crossed polarizations
before passing through a spatial filter and A/20 2" plate beamsplitters are used to divide the beams for the three
interaction regions. At each region, a quarter-wave plate is used to give opposite circular polarizations to the two
copropagating Raman beams before they enter the chamber, as shown in Fig. 4. This prevents the coptopagating
beams from inducing Doppler insensitive Raman transitions due to polarization dependent cancellations in the
transition probabilities. After the lasers pass through the atomic beam and exit the chamber, they pass through
a second quarter-wave plate, which linearizes the polarization. A polarizing beamsplitter cube separates the two
beams, and one is retro-reflected. The retro-reflected beam polarization is then correct for driving Dopplet-sensitive
transitions. The net result is that the two Raman beams copropagate for almost the entire distance, reducing the
effect of air currents at least 10-fold.

A crucial feature of our dual beam gyroscope is that we can use the difference signal to determine the absolute
zero of rotation. A simple argument will serve to illustrate this point. The single interferometer signals have the
form ~ cos(gafq + Pn) and ~ cos{geg — @) respectively, where ¢ g = ¢1 — 2¢2 + ¢3 is the arbitrary laser-induced
phase as described earlier in this section, and ®q is the Sagnac phase. which enters with opposite signs for the two
interferometers. The overall amplitude factor (giving the contrast envelope) has been omitted. Subtracting the two
signals gives cos(dof + Pn) — cos(deq — ®q) ~ sin{g.q) sin(Pq), where sin(¢.g) is an amplitude factor that can be
adjusted with the laser phase, and sin(®q) gives a dispersive lineshape with a zero-crossing at {2 = 0. The contrast
envelopes for both interferometers should be centered at the zero rotation point.



3. FUTURE PROSPECTS

Long term stability is critical for many gyroscope applications, and is one area where we believe matter-wave gyro-
scopes may excel compared to fiber-optic or active ring laser gyroscopes. Atoms in vacuum can be easily isolated
from perturbing influences compared to optical gyroscopes, in which light traveling through glass or lasing media is
especially sensitive to temperature fluctuations and back scatter from optics. Although our experimental efforts to
determine long term stability are still preliminary, it is interesting to estimate the long term stability one might ulti-
mately hope to achieve with such a device. The primary source of phase drift is likely to be temperature fluctuations
inducing a change in the relative separation between Raman beamsplitters. Assuming a characteristic length scale
of L for the length of the aparatus, and temperature regulation of AT, the phase change during the time of flight ()

. Ja
of the atoms will be A¢ = sz_g ., and a spurious rotation rate of A2 = 5—# For L ~ 1 m, AT ~ 0.1°C/day,

A di
and the best case material choice of Zerodur (i.e. mount the optics on a monolithic block). we find AQ = 1 x 10714

rad/s. Furthermore. it may be possible to exceed this limit by servoing the Raman mirror spacings using an optical

Difference signal
(normalized)

Atomic signal (arb. units)

Rotation rate (arb. units)

Figure 3. Preliminary dual beam signal demonstrating common-mode rejection. The upper and lower traces are the
signals from the north and south oven atomic beams, respectively. The central trace is the difference, north-south.
The inset box shows a vertically magnified view of the three traces in the region between the dashed lines. We applied
a 4.5 Hz sinusoidal rotation to the optical table using a PZT. The contrast envelope arises from averaging over the
longitudinal velocity distribution in the thermal atomic beam. The Sagnac phase shift varies with the atom velocity,
resulting in a loss of contrast for high rotation rates. The rms noise of the difference signal is typically improved by
a factor of ~ 4 relative to a single beam signal due to common-mode rejection. The traces have been normalized,
and vertically offset for comparison. The data shown corresponds to 30 msec/point of integration time.
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Figure 4. Copropagating Raman beam polarizations. The w; and wy laser beams actually overlap, but are drawn
separately to label the polarizations. The dashed arrow in the center depicts a uniform bias field along the length
of the interaction region generated by four wires inside the vacuum chamber. In the configuration shown, only the
Doppler sensitive o_. 6. Raman transitions are allowed. (All optics are outside the vacuum chamber.)

interferometer.

Matter-wave gyroscopes have large intrinsic sensitivities, exceeding that of optical gyroscopes by a factor of
me? fhw ~ 10! for cesium atoms given the same area in each case. Though light interferometers can more easily
enclose large areas, atom interferometry should remain a very competitive technique. There are existing techniques
which could be applied to construct a more sensitive matter-wave gyroscope. For example, more sophisticated
beam-splitter pulse schemes!! could be used to transfer more transverse momentum to the atom, giving larger areas
and increased sensitivity. Also, since sensitivity scales with the length of the interaction region squared, a longer
interferometer could yield substantial increases in sensitivity.
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Abstract

In our high-precision atom interferometer, the measured atomic phase shift
is sensitive to rotations and accelerations of the apparatus, and also to phase
fluctuations of the Raman lasers. In this paper we study two principal noise
sources affecting the atomic phase shift, induced by optical phase noise and
vibrations of the setup. Phase noise is reduced by carrying out a phase lock
of the Raman lasers after the amplification stages. We also present a new
scheme to reduce noise due to accelerations by using a feed-forward on the
phase of the Raman beams. With these methods, it should be possible to
reach the range of the atomic quantum projection noise limit, which is about
1 mrad rms for our experiment, i.e. 30 nrad s~! Hz~!/? for a rotation
measurement.

Keywords: Atom interferometer, Raman transitions, laser phase lock, phase
noise in optical fibres, acceleration compensation in precision measurements

1. Introduction

Recent progress in atom interferometry [1] enables the
development of new inertial sensors, using the potential of
matter-waves to lead to high-precision detectors. Since the first
atom interferometer showing a phase shift owing to rotation
in 1991 [2], several gyroscopes have been developed and
their sensitivities are already similar to those obtained with
the best optical gyroscopes [3]. The first high-sensitivity
measurement of the local acceleration of gravity based on
atom interferometry was achieved the same year, and has been
strongly improved since [4].

In the last decade, the laser cooling techniques have
been considerably improved and developed for metrological
applications, as exemplified in the field of atomic clocks [5].
For inertial sensors based on de Broglie waves, they lead
to drastic improvements in stability and sensitivity, while
enabling a reduction of the dimensions of the apparatus.

High-sensitivity inertial sensors with good long-term
stability have applications in various domains: gravimetry and

1464-4266/03/020136+07$30.00 © 2003 IOP Publishing Ltd Printed in the UK

gradiometry, inertial navigation, geophysics, measurements of
fundamental constants [6] and tests of general relativity, like
the equivalence principle and the Lense-Thirring effect [7].

2. Description of our apparatus

The design of our apparatus has been guided by two
goals: long-term stability and compactness. The expected
sensitivity is 30 nrad s~' Hz~!/? as a rate-gyroscope and 4 x
1078 ms 2Hz /2 as an accelerometer, when about 10°
atoms are detected at the output of the interferometer. This
corresponds to a signal-to-noise ratio of 1000, so that the
atomic quantum projection noise limit is 1 mrad rms.

A scheme of the setup is shown in figure 1. The atomic
sources are caesium atoms cooled in a magneto-optical trap
to a few microkelvin. Then, the atoms are launched by a
moving molasses technique at 2.4 m s~! with a repetition rate
of 2 Hz. This value corresponds to the first characteristic
frequency of the instrument, leading to a pass band of the
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interaction zone

Figure 1. Principle of our cold atom inertial sensor. It uses two
atomic sources launched in opposite trajectories and sharing the
same Raman lasers. Horizontal velocity: 0.3 m s~".

interferometer of about 1 Hz. The atoms are prepared in the
(6S1/2, F =3, mp = 0) state by using microwave and optical
pulses, and then reach the interferometer zone. The duration of
one measurement in this zone is 27" < 100 ms, which defines
the second characteristic frequency of the instrument.

The interferometer configuration is similar to an opti-
cal Mach—Zehnder interferometer, and uses a 7 /2—m— /2
sequence of counterpropagating laser pulses to induce stim-
ulated Raman transitions [8] and coherently manipulate the
atomic wavepackets (splitting, deviation and recombination).
At the output of the interferometer, we measure the popula-
tion of both hyperfine states (6S;,2, F = 3,mr = 0) and
(6S1)2, F = 4,mr = 0) by laser-induced fluorescence and
calculate the transition probability P between the two states.

The transition probability P is a function (1) of
accelerations in the direction of the Raman laser beams,
(2) of the rotation rate around the axis normal to the oriented
area enclosed between the two arms of the interferometer,
and (3) of fluctuations of the phase difference between the
Raman lasers [9]. This last point will be further discussed
in section 3. The phase shifts induced on the atomic wave
phase are respectively named A®,.., AD,,, and AD,,,. The
transition probability induced by the Raman sequence can be
written as

P = 3[1+Ceos(A®uec + APy + ADige)] (1)

where C is the contrast of the atomic fringes.

In order to distinguish between atomic phase shifts
induced by rotation and acceleration, the experiment uses
two counterpropagating atomic clouds diffracted by the same

Raman pulses. The phase shifts measured by the two
interferometers are then opposite for rotations, while they are
identical for both accelerations and laser fluctuations. We thus
discriminate between acceleration and rotation by adding or
subtracting the phase shifts extracted from the two atomic
clouds signals, as already demonstrated in [10].

Atom interferometry using either time domain (pulsed
laser beams) [11] or space domain (focussed continuous laser
beams) [12] can be built. The interferometer phase shifts
induced by rotation and acceleration are

AD,p =2k, QVT? )
ADyee = kopraT? 3)
for an interferometer operating in the time domain, and
L2
AD,, = 2keffsz7 “)
L2
Aq)acc = keffaw (5)

in the space domain. k. = 2kju.- represents the effective
wavevector of the Raman laser pair, €2 is the rotation rate, and
a the acceleration. In normal operation, V is the horizontal
projection of the atomic mean velocity. 7' corresponds to the
time between two successive Raman pulses and L is the spatial
distance between two successive Raman beams.

In the time domain, the parameter determining the scaling
factors is the time 7 between two successive interactions,
whereas the important parameter in the space domain is the
distance L between them.

A precise measurement requires a good definition of the
scaling factor. Compared to thermal atomic beams, cold atom
sources enable a smaller velocity dispersion of the atomic
cloud and a better defined velocity by the use of the moving
molasses technique. This leads to a better definition of the
rotation scaling factor. Also, acceleration rejection by the use
of two counterpropagating atomic clouds is more efficient in
the time domain, as the velocity of the atoms does not appear
in the scaling factor, which is thus better defined. For these
reasons we have chosen to work with cold atoms and in the
time domain.

Time intervals can be measured with a very high precision:
in our apparatus, Raman pulses are generated by an acousto-
optic modulator (AOM) with less than 100 ns rise time.
Moreover, when using cold atoms launched by a moving
molasses, the velocity of the atoms is very well known and
stable: we can reach a stability of 107* m s~! or better from
shot to shot. The scaling factor of the gyroscope is then very
well defined, and we can expect to know the rotation scaling
factor with a relative uncertainty of 4 x 10~ or better in one
cycle. In the case of the Earth rotation rate measurement, this
ensures an uncertainty below 3 nrad s~! per shot, which is ten
times lower than the short-term interferometer sensitivity.

Furthermore, the three laser pulses are generated by
switching on and off three times the same pair of large Raman
laser beams. The rotation noise induced in space domain
gyroscopes by misalignments of the Raman laser pairs between
each other is thus strongly reduced in our case.

However, our setup is also sensitive to temporal
fluctuations of the Raman phase difference, which can lead
to a degradation of the signal-to-noise ratio.
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3. Influence of phase noises on rotation and
acceleration measurements

The atomic phase shift measured at the output of the
interferometer is a function of the phase difference between
the two counterpropagating Raman lasers [13]:

ADpser = O1(2) =2t +T) + Oa(t +27) (6)

where ®;(¢) represents the phase difference between the two
Raman lasers during the ith pulse. This phase is considered at
the location of the centre of the atomic wavepacket [14]. This
means that the atomic phase shift measured is also sensitive
to any fluctuations of the phase difference between the Raman
pulses. As laser phase noise induces identical phase shifts
for both atomic clouds, it is seen as acceleration by the
interferometer.

For an acceleration measurement, phase noise on the
Raman phase difference and vibrations of the setup have to
be minimized so that their contributions to the atomic phase
noise remain below the 1 mrad rms interferometer noise.

For a rotation measurement, laser phase noise is rejected
by the use of two counterpropagating atomic clouds. However,
the phase shifts induced by these perturbations must remain
negligible compared with 27, in order to avoid any ambiguity
on the fringe number. Moreover, to simplify the extraction of
rotation and acceleration phase shifts from the experimental
signals, the interferometer’s phase fluctuations and vibrations
should be reduced to less than 0.1 rad rms, which allows a
linearization of equation (1) near the operating point.

In our setup, we have implemented a phase lock scheme
that enables a reduction of the phase noise induced by the
semiconductor (SC) amplifiers. In addition to a passive
isolation from the vibrations, we also show here the possibility
to implement a feed-forward compensation of the effect of
vibrations by directly acting on the phase of the Raman beams.

4. Measurement and rejection of the phase noise of
the Raman beams

The difference between the two Raman laser frequencies must
be stabilized at 9.19 GHz to be tuned to the clock transition
frequency of the caesium atoms. This stabilization is also
crucial to prevent any degradation of the signal-to-noise ratio
in the interferometer.

Several noise sources could spoil the Raman phase
difference: internal noise of the microwave generator, optical
amplification by slave lasers, independent propagation of
the beams through air and various optical elements (AOM,
polarization maintaining fibre). In this study, we will focus on
optical phase noise sources, such as optical amplification and
propagation in the polarization maintaining fibre, and on their
contributions to the interferometer noise.

In order to deduce the contribution of the optical phase
noise to the noise degrading the atomic phase shift, the
measured phase noise spectra have to be weighted by the
interferometer transfer function. As shown in equation (6),
the atomic phase shift measurement consists in reading the
Raman phase difference at three times t = 0, T, 2T, because
of the 7 /2—m—m /2 configuration. We calculate the transfer
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function by expressing the atomic phase shift as a function
of fluctuations of the phase difference ®;(¢) between the two
Raman lasers during the ith pulse.

We first suppose that the three laser pulses have an
infinitely short duration. =~ When expressing the Fourier
transform of the laser phase fluctuation, with amplitude ® ; and
arbitrary phase ¢ at frequency f, each ®;(¢) corresponding
to the phase difference between the two Raman lasers during
the ith pulse can be written as

@i(t):/Qchos Qrft+er)df. 7
f

Calculated from equation (6), the atomic phase shift induced
by the laser phase fluctuation component at frequency f is thus

A®pyer (f) = 4D/ sin’ (mfT) cosQufT +¢5).  (8)

A quadratic average of equation (8) on the arbitrary phase
@y gives the contribution of the laser phase fluctuation to the
atomic phase shift at frequency f:

(AD?

laser

(), =22 sin’(wfT). ©)

The rms atomic phase shift due to a laser phase fluctuation at
frequency f is thus obtained by multiplying the amplitude
@, of the fluctuation by a transfer function defined by a
square sine function of the frequency f. This implies that the
interferometer transfer function cancels at frequency multiples
of 1/T and expresses the fact that the atomic phase shift
measurement results in a sampled measurement of the rotation
rate or the acceleration [4].

Furthermore, the study of the real case of square Raman
pulses with a finite duration 7 induces a well-known first-order
low-pass filter in the transfer function of the interferometer,
with a cut-off frequency f. = 1/2t. From equation (9), the
transfer function of the interferometer can be written as

_ 8sin*(nfT)

H(P|> =
[H() Foa

10)

where T is the time interval between two consecutive Raman
pulses, and f, the cut-off frequency of the low-pass filter due
to the pulses’ finite duration t (r = 30 us in our experimental
case).

Each measured phase noise spectrum has thus to be
weighted by this transfer function in order to evaluate its
contribution to the noise degrading the atomic phase shift.

Phase noise measurements due to the optical amplification
and to the propagation in the fibre are detailed after a short
description of the optical bench generating the Raman laser
beams.

The Raman laser beams are generated with two extended
cavity laser diodes (ECLD) emitting at 852 nm. ECLD outputs
are amplified to get the optical power needed for about 30 us
Raman pulses (figure 2). Therefore we use a slave laser diode
(SD) for one path, from which we get 200 mW. On the other
path, a tapered SC amplifier increases the laser power up to
500 mW. After superimposition in a polarization beam splitting
cube, both beams are deflected by an AOM used as an optical
switch to generate the three pulses. They are then injected with
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Figure 2. Principle of generation of the Raman laser beams. The
laser frequency difference is 9.19 GHz and the AOM is used only as
a switch of the Raman beams.

0 '_é)‘_h

ECLD Ref 80 MHz

Figure 3. Scheme of the experiment used to measure the phase noise
generated in the optical amplification path using the SC amplifier.

crossed polarizations into the two proper axes of a polarization
maintaining fibre and propagate towards the interaction zone
with the atoms.

The first step is to measure the phase noise induced by one
of the two amplification stages, realized with the SC amplifier.
The injection of the slave diode is supposed to add a similar
phase noise. A photodiode detects the beat-note between the
ECLD and the amplified laser beam, frequency shifted by
80 MHz using an AOM (figure 3). Phase noise is measured
by mixing the photodiode output with a reference signal at
80 MHz.

The power spectral density (PSD) of the phase noise
spoiling this beat-note is shown in figure 4. Low-frequency
noise up to 3 kHz is due to temperature fluctuations on the
optical bench and in the SC amplifier, and to mechanical
vibrations. At higher frequencies, phase noise sources are
mostly electrical and result in high narrow peaks of noise.

After weighting this spectrum by the interferometer trans-
fer function to phase fluctuations described in equation (10),
we estimate the atomic phase noise induced by the SC ampli-
fier at the level of 180 mrad rms. This value greatly exceeds
the limit of 1 mrad rms set by the expected signal-to-noise ratio
of 1000.

We have to implement a method to imprint the phase
quality of the microwave generator on the Raman phase
difference. Usually, this Raman laser frequency stabilization
is realized by phase locking one ECLD on the other [15]. But,
doing so, the phase noise induced by the amplification stages
is not compensated for, and degrades the phase difference
between the laser beams at the level previously measured.
That is the reason why we chose to phase lock the Raman laser
beams after the optical amplification stages. With this method,
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Figure 4. PSD measured in the experiment described in figure 3.

The phase noise is mostly due to the SC amplifier and optical path
fluctuations.
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Figure 5. Principle of measurement of the residual phase noise
between the two phase-locked Raman beams, directly imprinted on
the atomic wave phase.

the loop delay is certainly increased, but all optical phase shifts
introduced while the Raman beams do not copropagate are
strongly reduced.

One could propose that the phase noise induced by the
polarization maintaining fibre can also be rejected with a phase
lock after the fibre. But, as Raman lasers are pulsed by the
AOM, it is impossible to make any continuous servo-control
including this AOM in the loop. The only way to servo-
control the phase shift after the fibre is to use an external
continuous laser, far detuned from the atomic transitions and
copropagating in the optical fibre. For reasons of simplicity
and easy implementation, the Raman laser beams are phase
locked just before the AOM. Residual noise spoiling the phase
difference between the phase-locked lasers is measured after
propagation in the polarization maintaining fibre, in order to
control whether this method is sufficient to preserve a high
signal-to-noise ratio.

The phase difference between the two amplified laser
beams is phase locked at the superimposition point by carrying
out a beat-note between the laser beams on a Hamamatsu
ultrafast photoconductor G4176, named PD1 (figure 5). The
amplified beat-note is mixed with a reference signal at

S139



F Yver-Leduc et al

_10 T T T T T T T T T T
20 -
£ -30r N
m
S
5 -40r -
3 L
o
0 50 g
-60 .
70 . 1 . 1 . 1 . 1 . 1 T
9,188 9,189 9,190 9,191 9,192
Frequency (GHz)

Figure 6. Beat-note detected on the photoconductor PD1, with a
resolution bandwidth of 10 kHz. The central peak contains about
90% of the total power.
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Figure 7. PSD of the phase noise measured on PD2 after the phase
lock and propagation in the fibre. This Raman phase noise is
directly seen by the atoms.

9.19 GHz. The error signal is then used to generate a
correction signal fed back to the ECLD current and piezo-
electric transductor (PZT).

Figure 6 shows the beat-note measured by a spectrum
analyser with a resolution bandwidth of 10 kHz. We observe
a lock bandwidth of 1.2 MHz. This is enough to reduce the
phase noise of the Raman beams to the phase noise level of the
microwave generator.

In figure 7 is shown the residual phase noise after
propagation in a 3 m long optical fibre, and table 1 gives the
induced phase noise in the atom interferometer after weighting
by H(f) (see equation (10)), for each frequency decade.

We can see a high phase noise at low frequencies up to
10 Hz. This phase noise is due to temperature fluctuations
in the polarization maintaining fibre. For comparison, we
measured the phase noise induced by propagation without
any fibre, which showed a much lower contribution to the
atomic phase noise in this decade (0.38 mrad rms compared to
1.01 mrad rms).

At Fourier frequencies from 100 Hz to 1 kHz, we
measure many peaks at harmonic frequencies of 50 Hz.
Their contribution to the atomic phase noise is significant
(0.49 mrad rms) but does not represent the principal noise
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Table 1. Contribution of the Raman phase noise in each frequency
decade calculated from the PSD (figure 7) weighted by the
interferometer transfer function H (f).

Frequency band ~ Atomic phase noise (mrad rms)
0-10 Hz 1.01
10- 100 Hz 0.37
100 Hz—1 kHz 0.87
1 kHz-10 kHz 0.48
10 kHz-100 kHz  0.37
Total 1.51

source. Moreover, they could come from electrical artefacts
and their existence on the Raman phase difference is not
certain. This means that the contribution of the frequency band
from 100 Hz to 1 kHz to the atomic phase noise is probably
lower than what we measured.

At frequencies higher than 1 kHz, the PSD reaches the
noise level of the measurement setup.

Thus, a direct phase lock of optical amplified lasers
enables a rejection of the major part of the phase noise induced
by the amplification stages and non-counterpropagating paths.
With this method, the contribution of the Raman lasers’ phase
noise falls down to the level of 1.5 mrad rms.

The optical fibre is the most important source of noise on
the Raman laser phase difference. With a better control of the
fibre temperature, we expect to reduce the interferometer phase
noise to the range of 1.2 mrad rms.

5. Acceleration compensation

Because of an aliasing effect due to our sampling frequency
of 2 Hz, the high-frequency part of the acceleration noise is
transferred to the low frequencies (lower than 1 Hz) and can
degrade the signal-to-noise ratio of the interferometer. In order
to evaluate the effect of vibrations on the interferometer, we
measured the acceleration noise and deduced its contribution to
the interferometer phase shift by weighting it by equation (10).
Because the interferometer signal depends only on the
difference of position (or phase) between the three pulses (see
equation (6)), the accelerometer signal has to be converted
in a position (or phase) signal. This means that it has to be
integrated in the frequency band from 0.1 to 200 Hz. Vibrations
of the lab floor have been measured with an accelerometer (IMI
model 626A04) and would contribute to the interferometer
phase noise at the level of 1 rad rms. This value is too high
compared with the limits of 1 mrad rms and 0.1 rad rms required
respectively for acceleration and rotation measurements.

Two methods can be implemented to reduce vibrations of
the setup: putting it on an isolation platform or compensating
for vibrations actively. We installed our interferometer on an
optimized NanoK isolation platform. This enabled us to reduce
vibrations so that their contribution to the interferometer phase
noise is estimated at about 0.1 rad rms. This method, alone, is
not sufficient to reach the interferometer sensitivity. Moreover,
the platform could lead to additional rotation noise [4]. For
these reasons, we have tested a new scheme to reduce the effect
of vibrations by using a feed-forward on the phase of the Raman
beams. If the method is efficient and robust enough, it will be
possible to avoid using any vibration isolation platform.
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Figure 8. Principle of setup for acceleration compensation on the
inertial sensor. The accelerometer signal is used to generate a
correction signal on the Raman phase, which cancels the phase shift
induced by vibrations.
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Figure 9. Auxiliary experiment testing the acceleration rejection.
The accelerometer signal is used as a feed-forward correction signal
and is added into the Raman phase lock loop.
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Figure 10. PSD of the phase noise measured on PD2 (figure 9).
Solid curve: without rejection. Dashed curve: with rejection. Grey
curve: accelerometer’s internal noise.

The basic principle of the method is schematized in
figure 8. A low-noise sensor is rigidly fixed on the table
supporting the interferometer.  This sensor provides an
acceleration signal at high frequencies used in the feed-forward
compensation on the phase of the Raman beams. After the two
integrations and proper adjustment of the gain, it is applied to
the phase lock setup of the Raman beams. This adjustment
can be performed by minimizing the interferometer noise. By
doing so, we have the advantage of the high sensitivity of
mechanical accelerometers at high frequencies and the stability
of atomic interferometers at low frequencies and continuous
accelerations.

In order to test this method, we built the auxiliary exper-
iment schematized in figure 9. The first step is to implement
a setup similar to the original optical bench. The two laser
beams representing the Raman lasers come from the same
ECLD diffracted in zero and first orders of an AOM, fed with a
voltage-controlled oscillator (VCO). The two laser beams are
then recombined in a polarization beam splitting cube.

At one output of the cube, a first photodiode PD1 measures
the beat-note between the two beams. This signal is mixed with
an 80 MHz reference signal to obtain the phase error signal ¢;
used to drive the VCO feeding the AOM. In this way, we servo-
lock the phase difference between the two beams at the location
of the photodiode, as it is done in the original setup.

At the second output, the beams are separated again into
a Michelson interferometer and we simulate vibrations of the
setup by moving one mirror with a PZT. A second photodiode
PD2 is placed at the output of the interferometer to measure the
optical phase shift ¢, that would be imprinted on the atomic
wave phase.

Our method to compensate for this phase shift consists
in measuring the mirror’s vibrations with an accelerometer
to generate a correction signal. For this study, we use an
accelerometer working in the frequency range from 0.1 to
200 Hz. In order to suppress low frequencies below 0.1 Hz
which lead to a drift of the correction signal, we use a high-
pass filter with a cut-off frequency of 0.16 Hz. The signal has to
be integrated twice and scaled in order to be compared with ¢».
The integration used a second-order low-pass filter with a cut-
off frequency of 3 Hz. Finally, this correction signal, named
@4, 1s added to the phase error signal ¢; of the servo-loop.
When the compensation is perfectly adjusted, no modulation
induced by the PZT should appear on ¢,. The scaling factor
G is chosen experimentally to minimize the modulation of ¢;.

We show in figure 10 the PSD of the phase noise
measured on PD2 for an excitation frequency of 95 Hz, with
and without feed-forward compensation, and the equivalent
accelerometer’s internal noise previously measured.

Any active rejection will add the noise of its reference.
Here, the feed-forward compensation adds the accelerometer’s
noise to the final measured phase noise. One can notice that,
at low frequency (below 60 Hz), the accelerometer’s noise is
at the level of or higher than the vibration noise. This leads to
an increased noise level for frequencies lower than 20 Hz in
this case. Wherever the accelerometer’s noise is low enough,
we observe a decrease of the noise level and we reach a 35 dB
rejection efficiency for the frequency modulation of the PZT
at 95 Hz.

To fully characterize the rejection process, the last step
is to study the efficiency of the vibration compensation as a
function of the modulation frequency. To do so, we use a
PZT modulation amplitude high enough to be only partially
rejected, so that the rejection process is not limited by the
accelerometer’s noise. We found a strong dependence on the
modulation frequency. In order to better understand this result,
we modelled the rejection efficiency, taking into account the
processing of the acceleration signal before its addition in the
servo-loop.

For low frequencies, the phase shift introduced by the
high-pass filters and integration device prevents an exact
cancellation. This will reduce the rejection efficiency. For
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Figure 11. Phase noise rejection of the modulation induced by the
PZT. Black dots: experimental result. Solid curve: simulated
rejection in the actual experimental conditions. Dashed curve:
calculated rejection that could be obtained by using a better
accelerometer with a lower noise level and a lower working
frequency (0.01 Hz cut-off frequency).

the best rejection efficiency, the scaling factor error will limit
the rejection.

Finally, for the highest frequencies, the accelerometer’s
sensitivity presents a mechanical resonance around 2 kHz.
This will induce a decrease of the rejection efficiency.

We can see in figure 11 that the simulation is in good
agreement with the experimental results. This means that the
rejection measured here is limited by the analogical processing
of the signal.

We plan to replace the accelerometer by a seismometer
working in the 0.01-50 Hz frequency range, which presents a
lower noise level (Guralp CMG-T40). This will allow us to
reduce the cut-off frequencies on the analogical filters, in order
to optimize the rejection. We plotted also in figure 11 with a
dashed curve the case with cut-off frequencies of 0.01 Hz, with
a scaling error of 1:1000. This will lead at least to a 25 dB
rejection from 1 to 100 Hz. We could further improve this
result by using a numerical filtering instead of an analogical
one. This would enable the use of the optimum filter taking
into account the real transfer function of the setup.

Traditional criticisms made against feed-forward compen-
sation schemes concern the difficulties due to the need for a
very good knowledge of the scaling factors. They do not really
apply here for at least three reasons: first, we only need to re-
duce the interferometer phase noise induced by high-frequency
noise aliased to low frequency. Second, the compensation is
not totally an open-loop configuration; a numerical minimiza-
tion of the interferometer noise allows at least for gain adjust-
ment of the vibration compensation in the long term. Third,
we do not suspect the mechanical transfer function to vary
significantly during the course of a measurement.

6. Conclusions

In this paper we have demonstrated our ability to reduce two
principal noise sources in the atom interferometer. A phase
lock after the amplification stages reduces the phase noise on
the Raman phase difference. The residual noise contributes to
the atomic phase noise at the level of 1.5 mrad rms.
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A preliminary test of acceleration compensation by acting
on the optical phase has been validated. The method enables us
toreach a 35 dB rejection, and this value can be easily improved
by using a seismometer with better low-frequency internal
noise. This should allow us to operate the inertial sensor on
the ground and perhaps to free the setup from potential rotation
noise added by the isolation platform.

More work is necessary to fully demonstrate the efficiency
of this feed-forward vibration compensation. However, it
looks very promising and its implementation is much easier
than the traditional method used for active vibration isolation.
A generalization to three dimensions is possible, and it
could also be applied in other high-precision measurements,
particularly for vibration compensation of lasers stabilized in
supercavities.

Thus, we expect that these two main noise sources
can be reduced to the intrinsic limit of the interferometer
sensitivity. The remaining main noise source is due to
wavefront distortions of the Raman lasers. This can lead to a
systematic error if the two atomic trajectories do not perfectly
overlap [16].
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CHAPITRE 3

Vers les sources atomiques
cohérentes : la condensation de Bose

Einstelin

Ce chapitre va dans un premier temps aborder de maniere générale la condensation de Bose-
Einstein pour s’intéresser plus particulierement ensuite aux moyens que j’ai mis en ceuvre
depuis 1996 au sein du Groupe d’Optique Atomique pour atteindre ce régime. Dans la pers-
pective d’une utilisation comme future source cohérente, un effort particulier a été fourni dans
le sens d’une simplification du dispositif expérimental, afin d’en faire une source d’atomes
stable, versatile et facile a utiliser. ’emploi de matériaux ferromagnétiques a notamment
permis de s’affranchir des forts courants et puissances électriques qui sont en général de
rigueur dans ce type d’expérience. De plus, le pouvoir de confinement accru des électroai-
mants a noyau ferromagnétique nous permet d’atteindre des régimes plus proches encore
de la matiere condensée, comme le régime hydrodynamique et la dégénérescence a faible

dimension.

Une premiere partie introduira le principe de la condensation de Bose-Einstein et du refroi-

dissement évaporatif. J’aborderai ensuite plus spécifiquement la problématique du piégeage

magnétique, avec, en particulier, I'utilisation des matériaux ferromagnétiques qui a constitué

Peffort majeur que j’ai fourni ces dernieres années pour obtenir un dispositif performant. Je

présenterai ensuite le premier dispositif de condensation de Bose-Einstein que j’ai réalisé.

J’introduirais ensuite les résultats obtenus sur ce dispositif :

— Les résultats originaux obtenus avec un électroaimant travaillant avec de forts champs
magnétiques : arrét du processus de refroidissement évaporatif a cause de l'effet Zeeman
quadratique (page , refroidissement évaporatif « multifréquence » et refroidissement
sympathique (page [101)).

— Les résultats récents obtenus sur I’étude des propriétés d’un gaz d’atomes avec interactions,
au dessus et en dessous du seuil de condensation : mise en évidence des effets hydrodyna-

miques, décalage de la température critique de condensation et modification de la fraction
condensée (page [111]).
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3.1 Introduction a la condensation de Bose-Einstein

Parmi les grandes découvertes physiques du siecle dernier, la supraconductivité, la superflui-
dité de 'Hélium liquide et I'effet laser sont des manifestations macroscopiques de la physique
quantique, résultant de I'occupation macroscopique d’'un seul état quantique. Cet effet est
lié a l'indiscernabilité des particules identiques en mécanique quantique, ce qui conduit dans
le cas des bosons a la statistique de Bose-Einstein, explicitée pour la premiere fois par Bose
pour les photons [I], et généralisée par Einstein pour les particules matérielles [2]. Des 1924,
Einstein a fait remarquer que la thermodynamique d’un gaz sans interaction basée sur la sta-
tistique de Bose-Einstein exhibe une transition de phase lorsque la température devient assez
basse [3, 2]. Au cours de cette transition de phase, la longueur d’onde thermique devient de
lordre de grandeur de la distance interatomique et une fraction macroscopique des atomes se
condense dans I’état fondamental du systeme. Aujourd’hui, la superfluidité est conceptuelle-
ment comprise comme étant une manifestation de la condensation de Bose-Einstein (CBE).
Les descriptions théoriques sont cependant souvent complexes car elles doivent tenir compte
des interactions fortes entre les particules du fluide. De méme, les supraconducteurs & basse
température critique sont bien décrits par la théorie BCS [4], qui repose sur une condensa-
tion d’électrons appariés, mais les mécanismes de la supraconductivité a haute température

critique restent encore incompris.

Un pas a été franchi vers une meilleure compréhension et une unification de ces phénomenes
apres que la CBE d’un gaz d’atomes dilué ait été observée pour la premiere fois en 1995

[0, 6] [7]. Les expériences réalisées avec les condensats couvrent de trés nombreux aspects.

Parce que les interactions entre atomes dans un gaz dilué sont beaucoup plus faibles que dans
les systemes de la matiere condensée, les condensats de Bose- Einstein de gaz dilués consti-
tuent d’excellents systemes d’étude pour élucider le role des interactions dans la superfluidité.
Alinsi, les premieres expériences sur les condensats se sont concentrées sur la détermination
du spectre des excitations élémentaires par I'étude des modes collectifs d’oscillation, dans
divers régimes de température et d’interaction entre atomes [8] 9, 10} 11]. Ces expériences ont
été suivies d’un gros effort théorique et sont bien comprises suffisamment loin de la tempéra-
ture critique. D’autres modes plus complexes ont depuis été générés, notamment des vortex
[12, 13]. Récemment, il a été possible d’observer directement 1’absence de dissipation lors de
I’écoulement d’un condensat autour d’un obstacle [14] [15], ce qui constitue une signature de

I’état superfluide.

L’obtention d'un condensat représente encore encore aujourd’hui un effort expérimental et
théorique important. D’une part, les tres basses températures nécessaires pour passer au-
dessous du seuil de condensation nécessitent I'utilisation de piege « non dissipatifs » , utilisant
soit des pieges optiques tres désaccordés, soit des pieges magnétiques. D’autre part, les fortes
densités nécessaires pour observer la condensation demande 'utilisation de toute la panoplie

des techniques de manipulation d’atomes développées depuis une vingtaine d’années. Enfin, le
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processus de refroidissement utilisé, le refroidissement évaporatif, prend du temps et nécessite

donc un tres bon vide pour limiter les pertes avec le gaz résiduel.

3.1.1 Piégeage magnétique

Le piégeage magnétique de particules neutres paramagnétiques (possédant un moment ma-
gnétique permanent), utilisé pour la premiere fois sur les neutrons [16], repose sur 'interaction

entre le moment dipolaire magnétique g de 'atome et le champ magnétique B :

Pour un alcalin comme 8Rb , le moment magnétique est largement dii & I’électron de valence

et donc de l'ordre du magnéton de Bohr ug.

Si, au cours de son déplacement dans le piege, un atome dans un sous-niveau magnétique
particulier voit une vitesse de rotation du champ magnétique local petite devant sa fréquence
de Larmor, il conserve sa polarisation et son spin suit adiabatiquement la direction locale du
champ (qui définit I’axe local de quantification). Le module du champ magnétique doit par
conséquent étre toujours suffisamment grand pour assurer une fréquence de Larmor élevée
et éviter que les atomes ne se dépolarisent (transition non adiabatique ou, dans le cas ou le
champ magnétique devient nul, pertes de Majorana [17]). Pour les vitesses atomiques et les

courbures magnétiques qui sont en jeu dans nos expériences, 1 G suffit.

Suivant le sous-niveau Zeeman dans lequel il se trouve (déterminé par le nombre magnétique
m), un atome est attiré ou repoussé par une région de champ faible. Le niveau est alors dit
respectivement « piégeant » ou « anti-piégeant ». En effet, comme il est impossible de créer
un maximum local de champ magnétique dans 'espace libre [18], la seule possibilité! reste
de piéger dans un minimum local de |B| les atomes ayant un déplacement Zeeman positif.
En ce qui concerne le Rubidium 87, il s’agit des états |[F' = 2,m = 2), |[F = 2,m = 1),
|[F=2m=0)et |F=1m=—1). L’état |F = 2,m = 0) est un peu particulier puisqu’en
principe, il n’est pas sensible au champ magnétique au premier ordre, mais seulement aux

ordres supérieurs (on parle d’effet Zeeman quadratique).

Notons enfin qu'un nuage d’atomes a la température T ne peut étre confiné par un potentiel
harmonique magnétique de profondeur AB que si la profondeur en énergie vaut plusieurs

fois I’énergie moyenne par particule 3kgT', soit :
/LBAB ~ ()é3]€BT7 (32)

ou « vaut quelques unités. Ainsi, a une température 7' = 1 mK correspond une profondeur

' est cependant possible de confiner les atomes dans n’importe quel sous-niveau dans un piége alterna-
tif [19].



CHAP 3 - VERS LES SOURCES ATOMIQUES COHERENTES : LA CONDENSATION DE BOSE
84 EINSTEIN

AB = a x 50 G. Cela signifie que pour des champs raisonnables, les pieges magnétiques sont
peu profonds — entre 1 et 10mK —, et ne peuvent confiner que des atomes déja refroidis.
C’est la raison pour laquelle le piégeage magnétique doit nécessairement étre précédé d’une

phase de refroidissement laser.

3.1.2 Refroidissement évaporatif

Comme le piégeage magnétique est non-dissipatif, il a fallu imaginer une nouvelle technique
de refroidissement : I'évaporation [20]. Cette technique consiste en l’élimination sélective
d’atomes ayant une énergie totale supérieure a ’énergie moyenne par particule. Apres re-
thermalisation, les particules restantes sont caractérisées par une distribution de Maxwell-
Boltzman d’énergie moyenne moindre, la température du systeme a donc diminué. Une revue

exhaustive du sujet se trouve dans [21].

Il existe plusieurs facons d’éliminer les atomes les plus énergétiques. La plus simple est de
considérer un potentiel de profondeur finie, et de supposer que tout atome ayant une énergie
mécanique totale supérieure a la hauteur du potentiel € est éjecté. C’est 'hypothese de
mouvement ergodique des atomes : chaque atome explore tout le volume de l'espace que
son énergie lui permet. L’évaporation est donc un processus hors d’équilibre, qui permet
régulierement a des atomes qui ont acquis une énergie supérieure a g, suite a une collision
avec un autre atome, de s’échapper du piege. Si la hauteur du piege est grande devant I’énergie
moyenne par particule, c’est-a-dire si la constante de temps de la rethermalisation est tres
petite devant celle associée au processus d’évaporation, on peut néanmoins montrer par
résolution numérique de ’équation de Boltzman que si la variation relative d’atomes par unité
de temps est faible, devant le taux de collisions élastiques, le systeme est en état de quasi-
équilibre [22] 23]. La distribution en énergie est alors une distribution de Boltzman tronquée
a €, associée a une température effective T (figure . Cet état de quasi-équilibre est
completement décrit a partir de la géométrie du piege, du nombre d’atomes, de la température
et de la hauteur relative de la troncature n tel que € = nkgT avec n compris entre 5 et 10.
Le processus d’évaporation est alors caractérisé par ce parametre 7. On peut ainsi montrer

que Iénergie moyenne® d'un atome évaporé vaut environ (n + 1)kgT.

Lorsque la température diminue, 1 augmente et le processus d’évaporation se ralentit car il y
a de moins en moins d’atomes par unité de temps qui acquierent une énergie suffisante pour
s’échapper du piege. Il faut donc abaisser la hauteur du potentiel au fur et a mesure que la
température diminue si I'on souhaite garder n constant. C’est ce qu’on appelle I’évaporation

forcée.

2L’énergie de la majorité des atomes évaporés est en fait comprise dans I'intervalle [nkgT , (n+2)kgT][23].
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P(E)
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Fig. 3.1 : Principe de fonctionnement du refroidissement évaporatif. Distribution p(E) de quasi-
équilibre dans un piége tronqué d une hauteur €. Il s’agit d’une distribution de Boltzman tronquée
a laquelle on peut associer une température effective T telle que p(E) =Y (e — E)exp(—e/kpT).

Propriétés collisionnelles a basse température

La rethermalisation est un ingrédient essentiel du refroidissement évaporatif, et elle est d’au-
tant plus rapide que le taux de collision élastique est grand. Il est donc important de connaitre
les propriétés collisionnelles des atomes aux températures auxquelles nous travaillons, en par-

ticulier la section efficace de collision.

La description des collisions en mécanique quantique se fait par une décomposition des
fonctions d’onde incidente et diffusée en ondes partielles de moment cinétique donné. A tres
basse température (atomes ultrafroids), la longueur d’onde de de Broglie des atomes est plus
grande que la portée du potentiel interatomique, et seule I’'onde de moment cinétique nul,
appelée onde s, contribue de maniere significative a la collision. La section efficace a énergie
nulle dans 'onde s dépend d'un unique parametre : 0 = 8wa? oil a est la longueur de diffusion.
Pour le Rubidium, a vaut 5,5nm (resp. 4,8nm) dans 'état triplet (resp. singulet) [24]. De
plus, aux températures qui nous intéressent, c’est-a-dire inférieures a 300 pK, la section
efficace de collision o est indépendante de la vitesse relative des atomes qui entrent en
collision [25], donc de T.

Lois d’échelle

Le refroidissement évaporatif ne peut se faire qu’au prix d’une perte d’atomes. On peut
évaluer Defficacité du processus dans le cas d’un piege harmonique a 3 dimensions. Lorsque
dN particules sont évaporées, elles emportent une énergie dE' ~ dN(n + 1)kgT. D’apres le

théoreme d’équipartition de I’énergie, ¥ = 3Nkg'T". La conservation de I’énergie s’écrit donc

(figure :

dE = 3NksT — 3(N — dN)kp(T — dT) = dN(n + 1)kpdT, (3.3)
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d’ott lon tire dT'/T = a(dN/N) avec o = (1=2)/3. Apres intégration entre I'état initial ¢ et

I'état final f, et en supposant 7 constant (évaporation forcée) :

L’équation ne décrit que l'aspect thermodynamique du refroidissement, c’est-a-dire que
I'on suppose que le nuage d’atomes est constamment a 1’état de (quasi-)équilibre. Afin de
bien maitriser le processus de refroidissement, il est aussi important de rendre en compte
les aspects cinétiques qui entrent en jeu. Le refroidissement évaporatif est basé sur la re-
thermalisation des atomes dans le piege, via les collisions élastiques. Un des parametres
fondamentaux du processus est donc le taux de collision élastique. Plus il est élevé et plus
le refroidissement est rapide. D’apres ’équipartition de I’énergie, la taille de la distribution
en position o, ainsi que la vitesse moyenne T sont en 77>, On en déduit les lois d’échelle

suivantes pour le parametre de dégénérescence et le taux de collision :

noAdy o« No?T™% oc N'73 (3.5)
neoT X NO';?)T%O(NI_Q. (3.6)

Régime d’emballement

L’augmentation du parametre de dégénérescence lorsque N diminue impose, d’apres ,
n > 3. Selon (3.6)), il est également possible d’augmenter le taux de collision en cours d’éva-
poration si n > 5. Ce résultat remarquable provient du fait que dans un piege harmonique,
lorsque la température diminue, la concentration des atomes au centre du piege compense la

perte d’atomes.

Cette circonstance est extrémement favorable, puisqu’elle signifie que si on force 1’évapora-
tion en abaissant progressivement la hauteur du potentiel de facon a conserver n > 5, la
vitesse de rethermalisation et donc d’évaporation augmente avec 'avancement du processus.
On parle alors de régime d’emballement. On ne peut cependant pas choisir n arbitrairement
grand, car I’évaporation est alors trop lente. Il faut en effet tenir compte de divers processus
limitant le temps disponible pour effectuer I’évaporation, a commencer par les collisions avec
le gaz résiduel a 300 K, qui éjectent les atomes froids hors du piege. Pour que ces pertes ne
perturbent pas le refroidissement, il faut que leur taux soit tres petit devant celui d’évapora-
tion, ce qui conduit & la condition sur la durée de vie 7 du piége magnétique : 7y, > 300 [26].
D’autres processus de collisions peuvent aussi venir limiter I'efficacité de I’évaporation. Des
collisions inélastiques peuvent modifier I’état de spin des atomes, et les faire passer dans un
état anti-piégeant. D’autre part, si ces collisions sont fortement exothermiques, une partie
de I'énergie interne est convertie en énergie cinétique, et les atomes sont expulsés du piege.

Il existe un certain nombre de ces collisions qui peuvent affecter ’évaporation ; les collisions
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d’échange de spin, ou le spin total des particules qui entrent en collision est conservé sans
pour autant garantir la conservation des spins de chaque particule. Les deux états que nous
utilisons, a savoir | F' = 2,mp = 2) et | F = 1,mp = —1) ne sont pas affectés par ces
collisions a cause des régles de sélection [27, 28]. La relaxation dipolaire peut, elle, affecter
les états ci-dessus. Elle se traduit par un transfert entre spin et moment cinétique orbital
induit par le couplage entre les deux spins électroniques [29] [30]. A fort champ magnétique,
le taux de relaxation est inférieur & 1071* cm?/s [31]. Enfin, un dernier processus peut de-
venir tres limitatif aux fortes densités qui sont atteintes au moment de la condensation. La
recombinaison a trois corps, ou un atome peut emporter le surplus d’énergie nécessaire a la
production d’un dimere?, peut en effet avoir lieu avec un taux Kz ~ 4 x 1072 c¢m®/s, soit

une recombinaison par seconde pour une densité de 10" at/cm? [32, 33].

3.1.3 Cheminement dans I’espace des phases

La faible profondeur du potentiel magnétique fait que le refroidissement évaporatif et le
refroidissement laser sont deux techniques complémentaires plutot que concurrentes. La so-
lution usuellement retenue est de charger un piege magnéto-optique et de refroidir par laser
le gaz jusqu’a environ 100 pK, puis de transférer in situ [34] les atomes dans un piege ma-
gnétique afin d’y procéder a un refroidissement par évaporation. Le chemin parcouru dans
I’espace des phases depuis la vapeur a 130°C' jusqu’au condensat est représenté sur la figure
3.2

Fig. 3.2 : Cheminement a travers [’es-
pace des phases, de la vapeur thermique

quement pas changé mais la température
est passée de 130°C a 500nK. Noter que

251 ie:\ les lignes d’égal paramétre de dégénéres-

" o four cence sont des droites de pente -1, paral-
léles a la « frontiére » de condensation
(nA3; = 2,612)

~ -I5F évaporation . .
= au condensat de Bose-FEinstein, pour notre
< picge magnéto-optigue premiére expérience de condensation (tiré
= a0} : compression de [35]). Au total, la densité n’a prati-
o0 ralentissement adiabatique

=

logn (cm-3)

3Ce processus de production est interdit dans une collision entre deux particules  cause des lois de
conservation de 1’énergie et de "impulsion.



CHAP 3 - VERS LES SOURCES ATOMIQUES COHERENTES : LA CONDENSATION DE BOSE
88 EINSTEIN

3.2 Un nouvel électroaimant pour la condensation de

Bose-Einstein

Gréace & des perméabilités magnétiques typiques de I'ordre de 10 ou plus, allant jusqu’a 10°
pour le u-métal, les matériaux ferromagnétiques permettent de créer des champs magnétiques
B forts a partir d’excitations modestes. Il est donc naturel de penser que leur utilisation peut

grandement aider a créer un potentiel de piégeage efficace.

3.2.1 Pourquoi des matériaux ferromagnétiques : le role du gui-

dage magnétique

X
centre du
piege

Fig. 3.3 : Confinement axial créé par deux bobines centrées. A nombre d’Ampeéres.tours constant,
le champ au point P dépend de la géoméirie des bobines et de l'angle sous lequel elles sont vues.
Effet de guidage des lignes de champ. L’excitation est produite & distance par une grosse bobine,
et le barreau ferromagnétique guide le champ a proximité du centre du piége, sur des dimensions
suffisamment petites pour générer des courbures et des gradients forts.

Parce que le champ d’un potentiel harmonique croit quadratiquement avec la distance au
centre du piege, le courant nécessaire a la création d’un tel champ devient vite tres grand
lorsque les dimensions du systeme deviennent importantes. L’utilisation judicieuse de maté-
riaux ferromagnétiques permet de contourner cette difficulté. L’idée générale est de créer une
excitation forte dans une zone éloignée du piege, ol I'espace est disponible pour générer un
grand nombre d’Amperes.tours sans échauffement notable, et de guider le champ ainsi créé
jusqu’au centre du piege (figure . Le pouvoir guidant des matériaux ferromagnétiques ré-
sulte de la minimisation de la réluctance par les lignes de champ. Nous ne donnerons ici qu’un

résumé des propriétés de ces matériaux, une étude plus compleéte se trouve dans [36, [35].

3.2.2 Culasse et recirculation du champ

Il existe un certain nombre de précautions a prendre pour réaliser un circuit magnétique
efficace. La principale consiste a s’assurer que la réluctance du circuit est dominée par la

zone que l'on cherche & magnétiser (i.e la zone de piégeage). Plus précisément, si on se
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contente d’utiliser des barreaux de fer doux pour guider le champ des bobines, le résultat
n’est guere meilleur qu’avec des bobines simples. En effet, les lignes de champ qui émergent
du bout du barreau voient une réluctance a peine plus faible que celles qui émergeraient d’une

bobine seule. Quantitativement, le long d’une ligne de champ I', le théoreme d’ Ampere s’écrit

[35] :
N]:j{H.dE: f{ Bdé. (3.7)
T T Hrio

Dans le cas d’une bobine simple, p, = 1 le long de I'; alors qu’en présence du barreau, p, > 1

a I'intérieur du fer doux, ce qui fait que seule la partie de I' extérieure au barreau contribue
de fagon notable a l'intégrale . Cependant, cela diminue la réluctance d’au mieux un
facteur 2. 1l en résulte que la présence du barreau « amplifie » le champ a son extrémité
beaucoup moins que ne le laisse prévoir la perméabilité 1, > 10* pour le fer doux. On peut
également interpréter cette perte d’efficacité en terme de champ démagnétisant [36] 35)]. Pour
diminuer, voire annuler la réluctance de la partie du circuit magnétique se situant hors de
la zone de piégeage, il suffit de connecter les poles de natures opposées par une culasse elle
aussi en matériau magnétique. Cela permet le rebouclage des lignes de champ, sans perte

d’énergie.

3.2.3 Equivalence pole ferromagnétique - bobine

N

Fig. 3.4 : Le circuit magnétique de la fi-
gure (a) crée un champ sensiblement équi-
valent au jeu de deuz bobines de la fi-
gure (b), pour le méme nombre d’Am-
peres.tours.

Prenons 'exemple d’un champ dipolaire créé par le circuit magnétique de la figure |3.4p
représentant deux poles connectés par une culasse ferromagnétique. Les deux extrémités des
poles sont séparées par un espace e de quelque centimetre. La structure ferromagnétique
(poles + culasse) a une longueur totale [ et une section S. La structure entiere est excitée
par un enroulement de /N spires parcourues par un courant I, menant a une excitation NI.

Le théoreme d’Ampere [37], nous permet d’introduire la réluctance Rgepro :

Rferro = % i ~ l (3 8)
T

CMallo ffo
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a l'intérieur du noyau de fer et R, :

dl e
Ryap = —~— (3.9)
r, o Ho
dans I'entrefer. On obtient ensuite une relation simple entre I'excitation NI et le flux ma-

gnétique B
NI

BS=——1—.
Rferro + Rgap

(3.10)

Dans le cas de notre électroaimant, I’espace e et la taille [ de la structure sont comparables.
Puisque j, est trés important (u, > 10*) pour les matériaux ferromagnétiques, seule la
contribution de I'entrefer est importante. On peut aussi réaliser des configurations ou I’en-
trefer est tres petit (Rion > Ryap), on peut alors observer que les matériaux ferromagnétiques
amplifient le champ magnétique dans I'espace [38]. Des calculs complets [36] montrent alors
que le champ créé dans 'entrefer est comparable a celui créé avec deux enroulements d’ex-
citation N1/2 placés en lieu et place des extrémités des poles (figure . Ainsi, on a guidé
le champ magnétique créé par de grands enroulements arbitrairement loin du volume de
piégeage. Le gain de cette configuration n’est donc pas directement une augmentation des
champs magnétiques pour une meéme excitation. Pour comprendre l'intérét de cette méthode,
il est important de constater que pour une excitation NI donnée, la puissance dissipée est
inversement proportionnelle au volume de cuivre, et donc a la longueur des bobines (dans
un solénoide, P = (NI)?/y1, ou L est la longueur de du solénoide). On a donc tout intérét a
s’éloigner pour utiliser des grosses bobines, puis a guider le champ magnétique au plus pres
de la zone de piégeage®.

Le circuit magnétique de la figure [3.4h, caractérisé par des poles de rayon r, un entrefer
2e, et une excitation NI (Amperes.tours), est ainsi équivalent a deux disques D; et Dy de
densité surfacique magnétique o = £M, ol M est 'aimantation du matériau. Dans la limite
d’une perméabilité magnétique tres grande, la valeur de 'aimantation est dominée par la
réluctance de I'entrefer. En faisant I’approximation que les lignes de champ ont une longueur

2e

2e entre les deux poles®, cette dernieére vaut R = 08 ol S est la section du barreau. Le

champ créé par les deux disques sur ’axe au point P vaut ainsi :

(3.11)

B — 1yM (1 _ cost —C0592> _ HoNT1 (1 B M) w.

2 2 e 2

En comparaison, deux bobines de rayon r représentant le méme nombre total d’ Amperes.tours

NI, et séparées d’une distance 2e (figure [3.4b), créent sur axe un champ magnétique

1Une autre type de piege [39] utilise un autre compromis en utilisant une configuration & trois bobines
dont une petite bobine placée pres de la zone de piégeage. Ce compromis est néanmoins moins performant
en terme de confinement et de puissance dissipée.

En réalité, les lignes de champ forment une « bouteille magnétique » , et ont une longueur légérement
supérieure a 2e.
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B = “OTNI%(SHF 01 + sin® 6y). Cette valeur est trés proche de celle calculée pour les poles
(3.11)), ce qui justifie I'idée de guider par des matériaux magnétiques une excitation forte
vers un petit volume. Ce guidage n’est bien sur valide que si une culasse lie un poéle nord
a un pole sud. Il existe une limitation au guidage magnétique, car les matériaux ferroma-
gnétiques possedent tous un champ de saturation, au-dela duquel le champ n’est plus guidé.
Nous avons choisi d’utiliser du fer pur ou du fer-silicium, car ces matériaux ont un fort seuil

de saturation, de 'ordre de 2T.

3.2.4 Conception d’un piege ferro-magnétique

(a) ABI (b) A BI
B T B
0 NP4 0
$ BO/b’ >r $ >

Fig. 3.5 : Potentiel magnétique créé par la superposition d’un gradient linéaire et d’un champ
dipolaire. En (a), selon un aze radial du plan z =0, et en (b), selon l'axe du dipdle.

La configuration que nous avons choisie, dite de loffe-Pritchard, dérive d'un type de piege
proposé initialement pour confiner des plasmas [40)], puis réemployé pour le piégeage des
particules neutres [41]. L’idée de base est de superposer un champ quadripolaire linéaire,
assurant le confinement radial (suivant z et y), a un champ dipolaire responsable du confi-

nement longitudinal (suivant z) :

Vi —b'xz/2
B =Bguaa + Bap = | =0y | + —0"yz/2 : (3.12)
0 By + %” (2’2 — —m23y2)

Le champ quadripolaire est caractérisé par son gradient b’ dans les directions Oz et Oy, et
le champ dipolaire par sa courbure " dans la direction Oz et son champ longitudinal By. Le
module du champ qui résulte de cette superposition est « semi-linéaire » dans le plan z = 0,
et harmonique le long de 'axe z (figure [.5]). Autour de I'origine, il vaut, & l'ordre 2 :

b/2 b 7
- —> (® +y%) + =2 (3.13)

B|=5B
B] 0+(2B0 4 2

Cette expression est valable tant que la taille du nuage reste inférieure & Bo/yr. Au-dela de

cette taille, les atomes les plus énergétiques commencent a explorer la partie linéaire du
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potentiel (figure 3.5h).

Bien qu’a l'origine, ce type de piege soit constitué de 4 barres pour le gradient linéaire, et
de 2 bobines pour la courbure longitudinale, il existe de nombreuses configurations topolo-
giquement équivalentes [42] 43 [44]. Nous avons choisi d’utiliser 6 poles disposés par paires
sur chacun des trois axes (figure [3.6), selon une configuration précédemment réalisée avec
des aimants permanents [45]. Le quadrupdle linéaire est créé par deux paires de poles en
configuration anti-Helmholtz, il résulte ainsi pratiquement de la superposition de deux qua-
drupole sphériques orthogonaux. Contrairement au champ créé par des barres rectilignes, le

quadrupole n’est linéaire qu’au voisinage du centre du piege®. Le controle séparé de 1'exci-

y X
N S
® 2 end D% 0‘]
b4 — : |
|
S N N : Nord i i
S : Sud i :
L
Pdles du quadrupole Poles du dipole

Fig. 3.6 : Géométrie des poles réalisant une configuration magnétique de type loffe-Pritchard. Les
bobines et la culasse ne sont pas représentées. En insert (a gauche), la distribution surfacique de
masse magnétique modele pour les poles du quadrupole est représentée.

tation du quadrupole et du dipole permet de modifier la géométrie du piege. Concretement,
I’électroaimant, représenté figure [3.7, est constitué de six poles de 2cm de diametre, chacun
excité par une bobine. Ils sont maintenus par une culasse formée de deux tores de 40 cm
de diametre environ, et se croisant a 90° sur I'axe du dipole. Afin d’éviter 'apparition de
courants de Foucault lors de I’établissement et de la coupure du champ, il est nécessaire
d’utiliser des matériaux feuilletés. Ainsi, les poles sont réalisés a partir d’un assemblage de
plaques de fer pur de 1 mm d’épaisseur, empilées perpendiculairement aux axes propres des
poles, alors que la culasse est faite d’'un enroulement d’'une bande de fer-silicium de 50 pm
d’épaisseur. Les poles du quadrupole sont biseautés afin d’occuper au mieux 'espace dis-
ponible sans réduire pour autant I'acces optique (figure [3.6)). Les pointes en vis-a-vis sont
distantes de 2cm, ce qui permet de laisser la place a une cellule de 1,2cm d’épaisseur. Les
poles du dipdle sont quant a eux séparés par 3 cm, pour une largeur de cellule de 2,2 cm. Ils
sont légerement tronconiques a leur extrémité pour ménager un passage plus important aux

faisceaux du PMO, et sont percés en leur centre d’un trou de 5 mm de diametre pour laisser

6La forme biseautée des poles que nous avons finalement adoptée ne vérifie plus tout a fait cette affir-
mation, la symétrie sphérique étant alors brisée et la configuration se rapproche plus de la configuration
originale de Ioffe. Néanmoins, le champ n’est similaire au champ créé par des barres rectilignes que tres
proche du centre, ou les effets de bords sont négligeables. Cette propriété est d’ailleurs exploitée pour nos
expériences sur les condensats allongés.
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passer des faisceaux laser. Les bobines d’excitation consistent en N = 400 tours de fil de

pole en Fig. 3.7 : Vue de la configuration des élec-
fer pur troaimants de deuxiéme et troisiéme géné-
rations. Seules les bobines principales sont
représentées. Les anneaux de la culasse

cellule font environ 40 cm de diamétre.

vz

cuivre de 1,25 mm de diametre. Elles ont une résistance de 1) chacune, et sont insérées dans
un carter en plastique permettant le passage d’un fluide de refroidissement. Etant donné la
faiblesse de la puissance dissipée, de I'ordre de 100 W par bobine au maximum, nous avons
utilisé un simple flux d’air. Les bobines du quadrupole sont alimentées indépendamment
de celles du dipole, afin de pouvoir controler séparément la courbure radiale et la courbure

longitudinale du potentiel magnétique. Les électroaimants que nous utilisons sont les fruits

Hetine dipolaine
. -

Carter de relmodissement

pole a biais compensé utilisé dans l’aimant

. _d‘ (@) Fig. 3.8 : (a) : Coupe des poles du di-

de troisieme génération. Les cotes sont en
mm.

(b) : Schéma et photo de l’électro-aimant
de 4¢ génération. Le champ dipolaire est
créé par de simples bobines, alors que le
champ quadripolaire est créé o laide de
(b) poles ferromagnétiques. Le biais magné-
tique est compensable a ’aide des deux
bobines en configuration Helmholtz dites
« bobines anti-dipoles ». Les bobines de
compensation des champs rémanents sont
superposées avec les bobines d’excitation
quadrupolaires.

Hobine de compensation

CeIR Ouadrupdle .

Dipsle”
e
Anti-dipsle

d’une collaboration avec le laboratoire CNRS d’électrotechnique LESIR de 'ENS-Cachan.
Cette collaboration a abouti a la fabrication d’un premier électroaimant qui nous a permis
d’atteindre la condensation de Bose-Einstein avec un champ magnétique au centre (biais
magnétique) élevé. Une deuxieme version a ensuite été réalisée [35, [46]. Cette version auto-

rise des biais magnétiques faibles et donc un tres fort pouvoir de confinement, permettant
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d’accéder au régime 1D. Cette évolution a entrainé le dépot d’un brevet et la conception
d’un électroaimant hybride représenté figure [3.8] plus compact et plus simple, qui est utilisé

dans le nouveau dispositif [47].

3.2.5 Prise en compte de I’hystérésis

Un trait caractéristique des matériaux ferromagnétiques est I’existence d’une hystérésis dans
la réponse du champ a une excitation. Cela signifie entre autres que ’état de la magnétisation
pour une excitation donnée dépend de I'histoire de 1’état du matériau. Pour atteindre un
niveau de reproductibilité convenable, il est nécessaire de générer régulierement la méme
séquence d’excitation, afin de rester sur un cycle d’hystérésis bien défini. Le controle de
Iexpérience par ordinateur, hormis le fait qu’il est bien adapté a une expérience cyclique,
permet de satisfaire a ces exigences de régularité En pratique, une fois que les réglages sont
effectués, il faut faire cycler I'expérience deux ou trois fois pour étre certain de se trouver

sur un cycle stable.

By (Gauss)
800 |
600 [
400
200

Fig. 3.9 : Représentation d’un cycle
d’hysteresis typique de nos électroaimants,
ot l'on voit que les champs rémanents
peuvent atteindre plusieurs Gauss. Sur la
droite, on peut voir la disposition des bo-
bines de compensation des champs réma-
nents sur chaque péle de I’électroaimant.

s 6 4 2

Bobines de Bobines
Compensation Principales

Etant sur un cycle stable, 'annulation du champ rémanent se fait par une excitation négative
par rapport a I’excitation principale. Comme il n’est pas pratique d’inverser le sens du courant
dans les bobines, nous avons choisi de rajouter de petites bobines supplémentaires, de 10 a 40
tours chacune, appelées « bobines de compensation » , et qui sont parcourues en permanence
par un courant opposé au courant principal (i.e celui qui génere le potentiel de piégeage).
En fait, il est nécessaire de compenser également les champs parasites d’origine extérieure,
a commencer par le champ magnétique terrestre. Chaque paire de poles est donc dotée
de deux paires de bobines de compensation, I'une en configuration de courant Helmholtz,
agissant sur la composante constante du champ parasite, et ’autre en configuration anti-
Helmbholtz, agissant sur les gradients résiduels. Le réglage des courants se fait en controlant
'expansion du nuage d’atomes dans une phase de mélasse optique de 1s (i.e avec un champ
nul et les faisceaux du PMO allumés). Tant qu’il reste un champ rémanent dans la zone
de piégeage, 'expansion n’est pas réguliere et isotrope. Cette méthode permet d’annuler les

champs résiduels dans le volume ot seront piégés les atomes a bien mieux que 100 mG.
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3.3 Le dispositif de condensation de Bose-Einstein

3.3.1 Description du dispositif expérimental

Le remplissage d’un  piege purement magnétique a  partir dun  piege
magnéto-optique (PMO) doit respecter les contraintes fortes qui permettent un refroidisse-
ment évaporatif efficace. La premiére contrainte porte sur la durée de vie du nuage atomique
piégé magnétiquement, limitée en premier lieu par les collisions avec le gaz résiduel, et donc
par la qualité du vide. Il existe plusieurs facons de réaliser un PMO pour alcalin en milieu

ultra-vide. La plus simple consiste en un piege « en cellule » [34], ou le PMO est chargé

faisceaux piege

poles de
I'électro-aimant . .. . .
- - Fig. 3.10 : positionnement de I’électroai-

mant autour de la cellule

par la queue lente de la distribution thermique d’une vapeur d’alcalin contenue dans l’en-
ceinte a vide. On note R le taux de chargement. Il existe aussi un terme de perte, car la
plupart des collisions d’'un atome thermique avec un atome piégé entrainent ’expulsion de
ce dernier hors du piege. Soit v, le taux de collision expulsante entre les atomes piégés et le
gaz résiduel, et v, le taux de collision expulsante entre les atomes piégés et les atomes de la
vapeur d’alcalin. Tant que les collisions inélastiques entre atomes du PMO sont négligeables,
le nombre d’atomes piégés vaut N = B/(y,++,). La pression partielle du gaz résiduel autre
que l'alcalin doit étre beaucoup plus faible que celle de la vapeur d’alcalin, afin de réaliser
Y < Ya, et charger le plus grand nombre d’atomes possible. Comme R est lui-méme propor-
tionnel a 7,, le nombre d’atomes dans le PMO N dépend alors essentiellement de la taille des
faisceaux du piege, et pas de la pression de I'alcalin [34]. Mais la vapeur d’alcalin vide par
collisions le piege magnétique de la méme facon qu’elle vide le PMO. La constante de temps
du chargement du PMO, égale a celle de vidage, est donc identique a la durée de vie du
piege magnétique. En conséquence, la pression de 'alcalin doit étre suffisamment faible pour
autoriser un refroidissement évaporatif d’'une minute ou deux. Cette approche a été mise en
ceuvre lors de Pexpérience historique de condensation & JILA [5]. Le PMO était chargé par

10" atomes de Rubidium en 300s pour une durée d’évaporation de 70s.

Dans la méthode précédente, le temps de chargement du PMO est intrinsequement lié au
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temps d’évaporation. De plus, le nombre d’atomes initialement capturés par le PMO dépend
fortement de la taille des faisceaux laser qui le composent. Or, I'utilisation de ’électroaimant
dans les meilleures conditions de performance nous impose des faisceaux de petite taille qui
puissent passer dans les entrefers (figure . De ce fait, le chargement direct du PMO
a partir d’une vapeur ne peut étre efficace. Pour contourner cette limitation, nous avons
choisi d’alimenter le PMO par un jet collimaté d’atomes ralentis ayant une vitesse inférieure
a la plage de capture du piege (quelques m.s™!). Notre choix consiste & ralentir un jet
thermique d’atomes issu d’un four contenant une vapeur de Rubidium, grace a la pression de
radiation d’un faisceau laser contra-propagatif combinée a un gradient de champ magnétique
longitudinal [48]. Le but est de produire un jet d’atomes ralentis capable de charger le PMO
avec quelques 10° atomes en quelques secondes. Cette technique présente avantage de fournir
facilement un jet atomique intense, puisqu’il suffit d’augmenter la température du four pour
augmenter spectaculairement le flux atomique émis. Elle est cependant un peu délicate a
mettre en ceuvre car les atomes non ralentis peuvent représenter une charge de gaz non

négligeable et dégrader la qualité du vide.

enceinte primaire enceinte secondaire
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Fig. 3.11 : Schéma d’ensemble de la premiére expérience de condensation de Bose-FEinstein
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La réponse a toutes ces contraintes expérimentales est le dispositif expérimental, représenté
figure qui se compose d’une enceinte a vide divisée essentiellement en quatre parties,
correspondant aux quatre étapes conduisant a la production d’un nuage d’atomes refroidis
par laser en milieu ultra-vide [36, [35] :

— un four a recirculation produisant un jet intense d’atomes thermiques dans I’enceinte
primaire ;

I’enceinte primaire, pompée par une pompe turbomoléculaire, qui inclut une zone de re-
froidissement transverse par laser permettant de collimater le jet (mélasse transverse) ;
un tube d’isolement refroidi a I’azote liquide reliant I’enceinte primaire & ’enceinte secon-

daire, au niveau duquel les atomes sont ralentis par laser (ralentisseur Zeeman) ;

I’enceinte secondaire a ultra-vide, prolongée par une cellule en verre dans laquelle s’effectue
I'expérience proprement dite : piégeage et refroidissement par laser, puis piégeage magné-
tique et refroidissement évaporatif. Elle est pompée par une pompe ionique de 401.s™! et

une pompe a sublimation de titane.

3.3.2 Condensation de Bose-Einstein
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AN distribution thermique d’atomes.

La procédure expérimentale peut se séparer en 3 étapes principales :
1. Chargement d’un piége magnéto-optique (PMO) a partir d’un jet atomique ralenti :
10° atomes en environ 5 secondes.

Transfert des atomes du PMO dans le piege magnétique (PM) apres une phase de
pompage optique (atomes dans F' =1 ou F = 2).

3. Refroidissement évaporatif pendant typiquement 15 secondes.

Apres ces séquences, on finit par atteindre pour le parametre de dégénérescence une valeur
de T'ordre de 1. Le phénomeéne de condensation de Bose se produit alors. Il se traduit par
'apparition d’une double structure (figure [3.13]). La structure plus dense au centre corres-

pond aux atomes condensés. Les atomes thermiques sont situés a la périphérie du condensat

Fig. 3.12 : Image de la condensation de
m\‘t i | Bose-FEinstein, qui se traduit par 'appari-
R ‘ tion d’un pic de densité au centre d’une
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dans les images en temps de vol, puisqu’ils subissent une expansion balistique plus impor-
tante. En continuant ’évaporation apres 'apparition de la double structure, on finit par faire
quasiment totalement disparaitre les atomes du nuage thermique au profit du condensat de
Bose-Einstein. On parle alors de condensats purs. Nous obtenons typiquement des condensats

purs de jusqu’a 5.10% atomes pour des températures critiques de I'ordre de 400 nK.

0,75 mm

/
)

39,516 MHz 39,502 MHz 39,492 MHz 39,484 MHz

Fig. 3.13 : Images du nuage d’atomes aprés un temps de vol de 22 ms, en fonction de la fréquence
de fin de rampe d’évaporation (en MHz). La condensation se traduit par ’apparition d’une double
structure. La premiére image est celle d’un nuage thermique, la derniére montre un condensat
presque pur.

3.4 Quelques effets physiques observés lors de la pro-

duction des condensats

3.4.1 Refroidissement interrompu en champ magnétique intense

Lors des premieres expériences de refroidissement d’atomes dans I’état hyperfin F' = 2, mp =
2, nous avons constaté I'interruption du processus d’évaporation (qui était pourtant dans le
régime d’emballement) lorsque le couteau radiofréquence se rapprochait du fond du puits
de potentiel, & quelques MHz [49]. Une analyse fine nous a permis de relier ce phénomene

limitant avec les non-linéarités des déplacements Zeeman a des biais aussi élevés.

Ainsi, nous avons pu conclure que dans (F' = 2, mp = 2), "évaporation s’interrompt avant
d’atteindre la condensation de Bose. En effet, le processus d’évaporation nécessite 3 transi-
tions radiofréquence (RF) pour passer de I'état piégé (F' = 2, mp = 2) vers un état non piégé
(F=2,mp=—1).

Pour notre biais magnétique, ces transitions ne sont pas résolues pour la méme fréquence, et
n’ont pas lieu au méme endroit dans le piege. Pour des valeurs trop faibles de la fréquence
RF il n’y a plus de transition possible vers un état non piégé, les atomes « chauds » ne sont
plus éliminés et 1’évaporation s’arréte. Dans notre cas, ce phénomene se produit pour des
fréquences RF décalées de 6 MHz par rapport a la fréquence de résonance au fond du puits
magnétique, ce qui correspond a une température d’environ 50 pK, soit 100 fois au-dessus

de la température critique de condensation Tc.
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Fig. 3.14 : Niveauz énergétiques de l’état hyperfin F' = 2 dans la représentation de l’atome seul
(a), et dans celle de I’atome habillé (b). Pour une fréquence wrp donnée, les différentes transitions,
représentées en (a) par des fléches, ne sont pas résonnantes au méme point. Une conséquence
directe est la séparation spatiale des points de croisement des niveauz habillés (b).
" "od ot Fig. 3.15 : Diminution de lefficacité de
- | | —_— . sy
3 ot F=2 l’évaporation RF en champ magnétique
:': ' 11 L. élevé. A gauche, dans le cas ot les atomes
S F=1 | 4. sont dans Uétat (F = 1,mp = —1), lef-
.§ ! - ficacité est d’autant plus grande que la
! - ! puissance RF est élevée. a droite, dans le
_15 T30 & 20.45 30 20 cas ou les atomes sont dans U'état (F =
puissance RF (dBm) 2, mp = 2), Uefficacité est réduite et passe

par un optimum.

En fait, méme si le champ est suffisamment faible pour qu’il n’y ait pas d’interruption totale,
Iefficacité de I'évaporation est tres diminuée et peut entrainer l'apparition de population
macroscopique dans des états piégés intermédiaires. Ces atomes peuvent interagir avec les
atomes dans I'état (F' = 2,mp = 2) via des collisions élastiques ou inélastiques. Dans les
deux cas, cela entraine un chauffage du nuage d’atomes froids a un taux d’environ 50 pK/s,
comme nous 'avons observé. En revanche, dans (F' = 1,mp = —1), cet effet est inexistant car
il y a un seul niveau piégeant (F' = 1, mpr = 0 est antipiégeant) et il est possible d’atteindre
la condensation de Bose. La figure [3.13| confirme cette analyse.

Les résultats de cette étude expérimentale ont été corroborés par une étude théorique com-
plémentaire effectuée par K.A. Suominen [50]. Nos résultats permettent en particulier de
proposer une explication aux problemes rencontrés pour la condensation du sodium dans
I’état hyperfin /7 = 2. En effet, méme si cet effet est moins spectaculaire que dans le cas
d’un biais magnétique élevé, il doit exister dans des pieges a faible biais magnétique pour
des atomes de faible structure hyperfine.

Pour contourner cet effet, nous avons exploré diverses méthodes pour obtenir un condensat

dans le niveau (F' = 2,mp = 2) dans des champs magnétiques importants. Nous avons
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explicitement mis en ceuvre deux techniques : le refroidissement sympathique et 1'utilisation
de plusieurs couteaux RF. Il en existe une troisieme que nous n’avons pas testé mais dont le
succes ne fait aucun doute, I'utilisation d’'une onde HF a 6.8 GHz pour induire un transfert

entre les niveaux hyperfins (F =2, mp =2) et (F'=1,mp = 1).

3.4.2 Technique de refroidissement par couteaux RF multiples

Fig. 3.16 : Principe de I’évaporation a
trois couteaux RF : les 3 fréquences RF
induisent 3 résonances en des positions dit-
férentes pour chaque transition entre deux
sous niveaux Zeeman adjacents. En ajus-
tant précisément la fréquence de chacun
des couteaux RF, il est possible de faire
coincider 3 résonances et d’obtenir ainsi
un transfert direct d’un état piégeant vers
Position dans le piege un état non piégeant. On obtient ainsi de
nouveau une évaporation efficace.

Energie {u.a.)

Nous avons étudié la possibilité de refroidir directement les atomes de 87Rb dans ’état
(F = 2,mp = 2) en utilisant 3 fréquences RF ajustées de maniere a induire une transition

entre deux sous niveaux particuliers au meéme endroit.

En pratique, les trois couteaux sont obtenus en créant des bandes latérales sur la fréquence
RF centrale. Ceci permet de compenser correctement 1'effet Zeeman quadratique, qui vaut
environ 6 MHz a un biais magnétique de 207 Gauss. Il reste néanmoins des corrections
résiduelles dues aux ordres supérieurs du développement de 'effet Zeeman. Ces corrections
valent 500 kHz a un biais de 207 Gauss et doivent étre comparées a l’élargissement par
saturation de la résonance de la transition RF. Celle-ci est faible car la puissance RF doit
étre diminuée suffisamment pour éliminer les harmoniques parasites lors du mixage. On n’est
donc plus dans le cas de figure idéal de ’évaporation, et il est nécessaire de diminuer le biais.
A un biais de 59 (Gauss, nous avons observé la condensation de Bose-Einstein pour des
fréquences variant entre 440 kHz et 450 kHz (FWHM), ce qui indique que la fréquence de

Rabi correspondant a la puissance accessible dans cette expérience est de 'ordre de 10 kHz.
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Fig. 3.17 : Courbe expérimentale de
Iévaporation a trois couteaux
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Fig. 3.18 : Refroidissement sympathique
des atomes de 8" Rb dans |F = 2, mp = 2)

» b) (images supérieures) par les atomes dans
- ' ' . . |F' = 1,mp = —1) refroidis par évapora-
’ tion (images inférieures) : effet du contact

thermique. a) petit décalage gravita-

tionnel (7pm) entre les deux nuages :

' le refroidissement sympathique conduit &

- . la condensation pour les deux espéces.
; b) plus grand décalage gravitationnel

' (26 pm) : au-dessous de 400 nK (troisiéme

ff(MHz): 14875 148.65 148.55 14845  image), la température de la cible ne dimi-

nue plus du tout alors que le gaz tampon
est complétement évaporé

3.4.3 Refroidissement sympathique

Dans le refroidissement sympathique que nous avons mis en place, une espece atomique est re-
froidie par la technique « classique » de refroidissement évaporatif. Dans notre cas de figure,
cette espece est 'atome de 8"Rb dans I'état (F' = 1, mp = —1) qui peut étre condensé. L’autre
espece, soit 'atome de 8'Rb dans 1'état (F' = 2, mp = 2), va étre refroidie grace a un échange
d’énergie entre les deux especes par 'intermédiaire des collisions élastiques interespeces. Le
refroidissement sympathique sera efficace tant qu’un bon contact thermique sera maintenu,
c’est-a-dire tant que les nuages atomiques de chaque espece se recouvriront pour autoriser
un grand nombre de collisions. Or, la force de piégeage magnétique est plus faible pour les
atomes dans I'état (F' = 1,mp = —1) que pour les atomes dans 1'état (F' = 2, mp = 2). 1l
en résulte que les centres respectifs de ces deux pieges sont décalés verticalement (la gravité
étant du méme ordre de grandeur que la force de piégeage). Ce décalage doit donc étre plus
faible que les tailles respectives des nuages atomiques pour assurer un bon recouvrement. Si
cette condition est presque toujours vérifiée en début de refroidissement, elle ne l'est plus
forcément lorsque les atomes sont tres froids, la taille d’un nuage d’atomes piégés magnéti-
quement variant avec la température. Nous avons mis en évidence cette limitation dans nos

expériences.

Nous avons étudié, a la fois théoriquement et expérimentalement le comportement du refroi-
dissement sympathique en fonction des divers parametres expérimentaux (nombre d’atomes
de chaque espece, force de piégeage). D’une part, nous avons développé un code numérique
de simulation Monte-Carlo du refroidissement évaporatif. D’autre part, nous avons calculé
le terme d’échange d’énergie analytiquement afin de confronter le résultat analytique et la
simulation numérique. Pour calculer ce terme, nous avons fait un ansatz gaussien pour ’ap-
pliquer a I'équation de Boltzman, c’est-a-dire que 'on a négligé les corrélations entre les

positions et les vitesses qui normalement apparaissent lors d’un confinement inhomogene.
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Un calcul utilisant la méthode des moyennes [51] montre néanmoins que lorsqu’on est loin

du régime hydrodynamique, ce calcul permet d’estimer correctement le temps de relaxation

nécessaire pour atteindre I'équilibre entre les deux especes. Notre modele théorique permet

de déterminer les conditions initiales nécessaires pour obtenir un condensat de Bose-Einstein

soit dans (F' = 1, mp = —1) seul, soit dans (F' = 2, mp = 2) seul, soit dans les deux.
. N3INS N3 INS N5 /N5
9 Fig. 3.19 : Effet du refroidissement sym-
pathique en fonction du nombre d’atomes
8 cible N2/ng. Le paramétre d’évaporation
1 correspond au rapport entre la hau-
7 BEC NO teur finie du puits de potentiel et I’énergie
BEC moyenne du gaz kgT. Dans cette étude,
6 Cible seulement | on a choisi @2/uy = /2. Les lignes repré-
sentent les valeurs critiques N$/Ng, N3/Ng
5 et N3/Ng. Elles séparent les régions dans
lesquelles il est possible d’obtenir deux,
4 un ou aucun condensat. Les points repré-
sentent nos résultats expérimentaux
0 0.2 0.4 0.6 0.8 1 N,/Ny

3.5 Expansion d’un nuage de bosons au dessus et en

dessous du seuil de condensation

Un test caractéristique de la condensation est la mesure de I’évolution de Dellipticité du
condensat en vol libre. Pour un tres faible nombre d’atomes, ou dans le cas de tres faibles
interactions, le condensat se trouve dans I’état fondamental de 'oscillateur harmonique. Cet
état est minimal au sens des relations d’incertitude de Heisenberg, c’est-a-dire que selon
chaque direction ¢, la largeur Az; et la dispersion en impulsion Ap; vérifient la relation
Ax;Ap; = g Lorsqu’on coupe le piege subitement, le condensat tombe et s’étale. Au bout
d’un temps suffisamment long, la forme du nuage reflete la distribution des vitesses, c’est-
a-dire que la taille suivant la direction ¢ est proportionnelle a Ap;, et donc inversement
proportionnelle a la taille initiale Ax;. Le condensat, possédant initialement une forme de
« cigare » , subit une expansion anisotrope qui le transforme en « crépe ». Cette inversion
de Dellipticité est la signature explicite d’un effet quantique. Le nuage thermique, bien que
possédant la méme géométrie allongée que le condensat dans le piege, est caractérisé a 1’équi-
libre par une distribution des vitesses isotrope, et devient sphérique apres un long temps de

vol.

Sur notre dispositif de production de condensats allongés, les conditions étaient néanmoins
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présentes pour que cette image idéale de I'expansion d'un nuage quantique dégénéré ou non
soit sérieusement affectée. D’une part, 'expansion d’un gaz de bosons au-dessus du seuil
n’est plus isotrope comme nous l’avons observé (section . D’autre part, des que le
nombre d’atomes dans le condensat est supérieur & quelques 10?, on ne peut plus vraiment
négliger les interactions. On est alors dans le régime de Thomas-Fermi o1 les propriétés de
la fonction d’onde, et en particulier de expansion sont dictées par les interactions [52]. On
obtient néanmoins la encore une expansion anisotrope (section [3.5.2)) . Enfin, il faut aussi
prendre en compte 'interaction entre le condensat et le nuage thermique lors de I’expansion

d’un nuage mixte, ce qui est pratiquement toujours le cas.

3.5.1 Observation d’une déviation a ’expansion d’un nuage ther-

mique idéal
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Fig. 3.20 : Ezpansion d’un nuage thermique en temps de wvol. L’évolution des tailles mesurées
en fonction du temps de vol (cercles) est bien reproduite par les équations pour un gaz idéal, si
on autorise un léger écart a ’expansion isotrope. Les températures effectives T'| et T,, extraites
d’ajustements indépendants (lignes continues) sont en effet légérement différentes (T =608 nK et
T,=588 nK).

Le modele du gaz idéal n’est pas toujours valide pour décrire I'expansion du nuage ther-
mique, en particulier lorsque 'on est assez pres du seuil de condensation. La figure |3.20
indique I'évolution des tailles (A N ~ 4 x 10% et T" ~ 600 nK fixés) au cours du temps de

vol. L’évolution générale de ces tailles correspond a I’allure attendue, mais les températures
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radiales et axiales déduites des mesures a partir de ces tailles sont légerement différentes,
T, = 608 nK et T, = 588 nK. Ce résultat est observé de maniere systématique pour une
vaste gamme de températures et de densités. Ces données sont reportées sur la figure [3.21
pour un temps de vol de 22.3 ms et comparées au rapport d’anisotropie prédit par le modele
du gaz idéal :
(y?) _ bT _ W
(@) bW

(3.14)

avec 7, = w,t, y la coordonnée radiale sur I'image et = la coordonnée axiale. La déviation
est faible, de l'ordre de 5 %, mais on constate néanmoins une dépendance nettement linéaire

avec le taux de collisions
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Fig. 3.21 : droite : Le rapport d’anisotropie mesuré aprés un temps de vol de 22.3 ms (cercles)
dévie du cas idéal (pointillé court), et est bien ajusté par une droite de pente 0.15 (pointillé long).
Le taux de collisions est calculé en incluant les effets de la statistique de Bose. gauche : Les points
expérimentaur apres moyenne sont représentés par les cercles avec les barres d’erreurs statistiques.
La courbe continue, déduite des équations d’échelle [53] qui incluent les effets hydrodynamiques et le
champ moyen, est en bon accord (15 % prés dans la gamme de paramétres mesurés) avec le meilleur
ajustement linéaire des données. En médaillon, la solution numérique des équations d’échelle pour
des taux de collisions plus élevés montre une déviation par rapport au démarrage linéaire quand
Yeoll ™~ W -

Une étude systématique de notre dispositif [54] permet d’exclure que 1’anisotropie observée
sur les nuages thermiques soit causée par des effets parasites, dis a une coupure trop lente
ou a des champs magnétiques non controlés [b4]. Par contre, 'augmentation de I’anisotropie
avec la densité dans le piege conduit naturellement a envisager l'effet des interactions sur

I’évolution du nuage. Celles-ci peuvent avoir deux conséquences :

1. Le gaz a I’équilibre peut se dilater sous l'effet de son propre champ moyen et I’énergie
correspondante se transforme de fagon anisotrope en énergie cinétique au début de

I’expansion.

2. Les collisions peuvent modifier la distribution (hors-équilibre) du gaz au début de

I’expansion.
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L’effet du champ moyen entrainerait un rapport d’anisotropie apres un temps de vol ¢ (pour

> wit ,

) 2
R it (1+X2)

5 )

LthN\/l—FTmQ 1+ 72

avec X = (93()00/gu(:)nkpT) [ dPr[ng(r)]? < 1 [55,56]. Pour un nuage thermique pres du seuil

(3.15)

de condensation, on trouve que x ~ 1.23%. Quantitativement, la quantité y ne dépasse pas 2
% pour les données de la figure |3.21} et Ieffet de champ moyen ne peut expliquer amplitude

de la déviation au modele idéal.

Considérons alors I'influence des collisions dans I’évolution du nuage. Pour un gaz piégé,
ce terme est responsable en général du retour vers ’équilibre du gaz. Pour un nuage tres
anisotrope, cependant, il est susceptible d’introduire une anisotropie dans la distribution en
vitesses apres expansion [57, 58]. En effet, dans notre situation, le libre parcours moyen est
petit devant la taille du grand axe de Dellipsoide (taille axiale), tout en étant grand devant
la taille radiale. En ce cas, une trajectoire qui suit un des axes transverses sera pratiquement
sans collisions et donc balistique. Par contre, les particules dont la trajectoire suit approxi-
mativement ’axe long vont subir des collisions, qui ne peuvent que freiner I’expansion selon
cet axe. Ces collisions vont redistribuer une partie de I’énergie cinétique axiale dans les deux
directions radiales et introduire une anisotropie dans la distribution en impulsion. Pour une
faible anisotropie, on s’attend a ce qu’elle soit déterminée par le taux de collisions initial
Yeoll ~ Nin(0)Tavin, avec o = 8Ta’ et vy, = \/m. De plus, la densité du nuage chute
en quelques wll, qui donne également le temps sur lequel la redistribution peut se produire.
Apres quelques périodes radiales, on attend donc une distribution en vitesses quasiment

stationnaire qui conduit a un rapport d’anisotropie :

Rth ~ Tx (1 67(:011 1+ 37—5)

L_thN‘/1+T§ dw; 1472

On trouve donc une dépendance affine du rapport d’anisotropie avec le taux de collisions,

(3.16)

les autres parametres étant fixés. Avec un ajustement laissant [ libre, nous pouvons rendre
compte de la tendance générale observée sur nos données, en obtenant le meilleur ajustement
pour 8 = 0.15. Ces considérations permettent de revenir sur les données d’expansion en
fonction du temps de vol présentées sur la figure . En effet, pour Ao/, &~ 0.035, qui
correspond aux températures et aux densités extrapolées a partir des images, on trouve a
partir des vitesses d’expansion mesurées une température initiale de 600 nK en effectuant les
corrections sur la mesure de 'expansion radiale, et 598 nK suivant ’axe axial. On retrouve

donc un tres bon accord sur la mesure de température suivant les deux axes.

Correction sur la température mesurée : Ces résultats expérimentaux sont d’impor-
tance lorsqu’on recherche une estimation plus fiable de la température initiale T a partir des

vitesses d’expansion. Pour prendre en compte (au premier ordre [57]) I'effet des collisions,
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on corrigera donc la température mesurée en appliquant la formule

272 1472
Ty —2 T 4 -2 3.17
0 14352 L+1+3T§ (3.17)

sous réserve que l'énergie de champ moyen soit négligeable.

3.5.2 Expansion d’un condensat pur

T rms 17 ms 25 ms

Fig. 3.22 : Images du condensat obtenues aprés un temps de vol variable. L’inversion d’ellipticité
est nette, alors que le nuage thermique (halo a peine visible indiqué par le pointillé blanc) tend vers
une forme sphérique.

Comme nous 'avons dit précédemment, un test caractéristique de la condensation est la
mesure de I'évolution de 'ellipticité du condensat en vol libre. Cette inversion de ellipticité
est la signature explicite de la condensation, mais il faut néanmoins s’assurer, comme nous
I’avons vu précédemment, que les effets hydrodynamiques ne puissent pas « simuler » un
comportement analogue sur un gaz non dégénéré. Dans nos expériences, la correction hy-
drodynamique n’étant que de quelques %, observation d’un condensat peut se faire sans
ambiguité [59].

A cause des interactions entre atomes, la fonction d’onde du condensat n’est pas celle du fon-
damental de I'oscillateur harmonique. De plus, lors des premieres millisecondes d’expansion,
toute I’énergie de champ moyen due aux interactions (répulsives) est convertie en énergie ciné-
tique. Cependant cet effet agit dans le méme sens que celui de la « pression quantique » décrit
précédemment. On peut montrer [52] que lors de 'expansion libre, le condensat conserve sa
distribution en densité parabolique, et que lellipticité, définie comme le rapport {1/i. de la
taille suivant le quadrupole par la taille suivant le dipole, suit la loi temporelle :

1 2
b vV T +O(), (3.18)

. 1+ e(rarctan(r) — In 1+ 72)

ol € = w:/u, est le rapport des fréquences d’oscillation, et 7 = w, ¢ un temps réduit.
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La courbe de la figure représente lellipticité mesurée en fonction de la durée du temps
de vol, pour des fréquences d’oscillation w, = 27 x 16,4 Hz et w, = 27 x 66,2 Hz. Les points
expérimentaux sont proches de l'expression analytique (3.18)). Quelques exemples d’images

de condensat prises a des temps de vol variables sont présentées figure [3.22]

Fig. 3.23 : Ellipticité du condensat en
fonction du temps de vol. Initialement in-
férieure a 1, elle devient supérieure a 1, ce
qui constitue une signature incontestable
de la condensation. La loi théorique figure
en trait plein.

Flkipticité
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3.5.3 Expansion du nuage mixte
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Fig. 3.24 : Ezpansion d’un nuage mizte. Sur la figure (a), on a représenté le rapport d’anisotropie
observé du condensat en fonction de la température (cercles), qui dévie de celui calculé dans la
limite de Thomas-Fermi pour nos paramétres (tracé en pointillés). Les figures (b) et (c) montrent
le rapport d’anisotropie observé du nuage thermique en fonction de la température. La ligne en
pointillés indique le rapport d’anisotropie attendu pour un gaz idéal.

L’expansion du nuage mixte en dessous de T est considérablement plus complexe, a cause
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de la structure bi-modale, et on ne dispose aujourd’hui d’aucun modele analytique, contrai-
rement au cas d'un nuage thermique pur ou d'un condensat pur. D’une part, le condensat
va exploser sous 'effet de sa pression interne, comme a température nulle, mais il va éga-
lement repousser le nuage thermique qui n’est plus retenu par le potentiel de piégeage. Ce
dernier agit en retour sur le condensat au début de 'expansion. On s’attend aussi a ce que les
effets hydrodynamiques ne se traduisent plus uniquement par la redistribution de I’énergie
cinétique dans le nuage thermique, mais aussi par une conversion d’une partie de I’énergie
cinétique axiale du nuage thermique en énergie cinétique radiale du condensat. Un transfert
de particules du condensat vers le nuage thermique peut également se produire dans une

telle situation hors-équilibre.

Nous avons examiné une série de données prises entre 0,4 et 0,95 T, pour environ 2 x 108
atomes a la transition (figure . Examiner les rapports d’anisotropie des deux compo-
santes est encore une bonne méthode pour détecter des déviations systématiques, dans la
mesure ou pour un condensat dans le régime de Thomas-Fermi ou pour un gaz thermique
idéal, ils ne dépendent que du temps de vol et des fréquences de piégeage. Sur la figure [3.24]
on constate que le rapport d’anisotropie d’un nuage thermique dévie encore de la loi idéale
(0,77), et que celui du condensat dévie de la prédiction de Thomas-Fermi (1,22). L’hypo-
these sous laquelle nous analysons les données, qui suppose I'expansion du nuage thermique
dominée par la distribution en vitesses initiale, et celle du condensat par 'effet de sa propre
pression, est donc mise en défaut. Ces données tendent & montrer un couplage entre les de-
grés de liberté du condensat et ceux du nuage thermique. Une investigation plus poussée,
que nous n’avons pas essayé de mettre en ceuvre, consisterait a résoudre numériquement
a trois dimensions une équation de Gross-Pitaevskii couplée a ’équation de Boltzman, en
incluant les termes de collisions croisés (voir par exemple [60]). Sur le plan expérimental, les
parametres accessibles dans notre expérience ne se prétent pas bien a une investigation systé-
matique, ces effets restant de ordre de quelque %. Pour les étudier de maniere confortable, il
s’agit d’augmenter significativement la densité, comme dans Pexpérience d’Amsterdam [57],
ou d’utiliser un atome dont la longueur de diffusion est plus importante (par exemple 'atome
d’Hélium) [61], 62].
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3.6 Propriétés thermodynamiques d’un gaz avec inter-

actions autour des conditions critiques

3.6.1 Interactions dans le gaz non dégénéré : décalage de la tem-

pérature critique

Pour un gaz idéal a la limite thermodynamique, le seuil de transition est atteint pour une
température donnée par

ksTco ~ 0,94 N3, (3.19)

La température critique est atteinte quand la densité dans I'espace des phases atteint la valeur
critique gs,(1) ~ 2,612, ou encore lorsque le potentiel chimique du nuage non condensé
atteint 'énergie de I'état fondamental. Pour obtenir T, on fait tendre les fréquences du

piege vers zéro et on ignore les interactions, si bien que T = T correspond a p = 0.

En fait, les interactions peuvent affecter et déplacer cette température critique. Le cas du
gaz homogene (& la limite thermodynamique) a suscité un tres grand intérét de la part des
théoriciens [63], 64] [65] (66, 67, 68, 69, [70] en particulier parce que la physique de la transition
est gouvernée par les fluctuations [71] : au voisinage d’une transition de phase du second
ordre, des fluctuations de densité (dites « critiques » ) sont susceptibles de se développer, et
de favoriser apparition du condensat : leur longueur de corrélation devient macroscopique,
ce qui préfigure ordre a longue portée qui tend a apparaitre. Ce type de phénomene, dominé

par les excitations de basse énergie, dont la longueur d’onde caractéristique est plus grande

Mo — o @
Too — 1o

(cp = 1,3 [69,[72]). . Ce comportement a été observé expérimentalement dans un échantillon

que la longueur d’onde de de Broglie A1 va induire un décalage de T de I'ordre de

de *He adsorbé sur un verre poreux (Vycor) [73]. La comparaison n’est pas enti¢rement
quantitative, dans la mesure ou elle repose sur l'utilisation d’une masse effective et d’une
« longueur de diffusion » , extrapolées respectivement a partir de données a haute densité
et dans ’espace libre, mais elle a permis d’observer que le déplacement de la température
critique croit linéairement jusqu’a un maximum, puis décroit jusqu’a une valeur négative a
haute densité [65].

Dans le cas d’un gaz piégé dans un piege harmonique, la situation est tout a fait différente.
En effet, deux effets, inexistants dans le cas homogene, dominent le comportement du nombre
d’atomes critiques. En premier lieu, I’état fondamental du piege correspondant en réalité a
une énergie de point zéro ii(2wi+w:)/2 le potentiel chimique au seuil est déplacé de cette méme
quantité, par rapport a la limite thermodynamique (« effet de taille finie » ). Deuxiémement,
les interactions traitées a 'approximation de Hartree-Fock augmentent le potentiel chimique
d’une quantité proportionnelle a la densité au centre, ny, (0), et 'énergie interne d’une quan-
tité proportionnelle & la densité locale, ny,(r). Par conséquent, on trouve un déplacement

méme au niveau de 'approximation de champ moyen, contrairement au cas homogene. La
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nouvelle température critique, plus basse que 1, satisfait toujours a ’équation d’Einstein,
nn(0)AT = gaya(1), (3.20)

Peffet des interactions répulsives étant de dilater légerement le nuage a ’équilibre, donc de
diminuer la densité au centre. Dans une boite a volume fixé, il est impossible de changer la
densité a nombre d’atomes constant, mais pour un gaz piégé rien ne s’y oppose, le volume
étant déterminé par le poids relatif des forces de piégeage et de 'effet des interactions ré-
pulsives. Il est intéressant de noter qu’en toute rigueur, une mesure directe de la densité au
centre ng,(0) d’un gaz piégé permettrait de retrouver les résultats du gaz homogene : En ef-
fet, grace a la mesure de cette donnée, on vérifierait directement I’équation d’Einstein (i3.20))
au décalage des fluctuations critiques pres. Le fait de prendre comme parametres pertinents
le nombre d’atomes N et la force de piégeage, qui sont les grandeurs directement mesu-
rables expérimentalement dans notre cas, nous ramene au calcul de la température critique
de Déquation (3.19), déduite de 'équation en prenant une distribution de Bose idéale.

On peut alors calculer les corrections a la température critique perturbativement [74] :

interactions

0T¢

90 & 0728 S NS 1396 2 NS, (3.21)
Tco @ a

- 7

taille finie

. ”w P T _ 2/3
avec les moyennes arithmétiques w,,, = @witws)/3 et géométriques &0 = w L/

de piégeage, et en tenant compte de Ay = /27((3)/2aN""/° pour un gaz harmoniquement
piégé.

1/3 ’
wa* des fréquences

La mesure expérimentale de la température critique est délicate, et nous I’avons mené de
la maniere suivante. Pour un nombre d’atomes critique donné, nous avons pris une série de
données « en rafale » autour du seuil, en variant régulierement la fréquence d’évaporation
par pas de 2 kHz. La température, corrigée suivant 1’équation pour éliminer les effets
hydrodynamiques et améliorer la précision sur la température, est déduite des analyses des
tailles des nuages sur les images. Le programme d’analyse que nous utilisons [54] est capable
de détecter des fractions condensées de I'ordre de 1 %, et de discriminer un nuage condensé
d’un nuage non condensé a ce niveau de précision. Les données moyennées température,
nombre d’atomes condensés et nombre d’atomes total sont tracées en fonction de la fréquence
d’évaporation, comme sur la figure[3.25 La valeur v de la fréquence d’évaporation a laquelle
le seuil est atteint est obtenue par un ajustement linéaire sur le nombre d’atomes condensés.
La variation de 7" et du nombre d’atomes total N est également ajustée par une droite, et
en reportant la valeur de v¢, on obtient la température critique I et le nombre d’atomes
critique N¢g. Cette mesure a été effectuée pour des nombres d’atomes critiques différents,

variant entre 3 x 10% et 2 x 106.
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Fig. 3.25 : Localisation de la température critique et du nombre d’atomes d la transition. Le
programme d’ajustement peut discriminer entre un nuage juste au-dessus du seuil (a), et un nuage
juste en dessous (b). Pour Uexemple (b), la fraction condensée est de lordre de 1%. La valeur vy
de la fréquence du couteau d’évaporation a laquelle la transition est atteinte est obtenue par un fit
linéaire sur le nombre d’atomes condensés (e). En reportant sur les courbes donnant T (c¢) et N
(d) en fonction de vye, on obtient la température critique Tc et le nombre d’atomes critique Nc.
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Fig. 3.26 : Observation d’un décalage de la température critique di auz interactions. La prédiction
du gaz idéal (incluant les effets de taille finie) est tracée en pointillés, la courbe en trait plein tient
compte du décalage du au champ moyen. La zone grisée délimite les valeurs compatibles avec nos
estimations sur les incertitudes de calibration.

Les valeurs de T¢ sont reportées en fonction de N¢ sur la figure 3.26] En comparant a la

température de transition attendue pour un gaz idéal (incluant 'effet de taille finie)

C(2) h(wy +2w))

¢ D63 ks

(3.22)
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on se rend compte que les points expérimentaux se trouvent systématiquement plus bas,
avec un écart de deux déviations standards. Par contre, si on compare avec le décalage du
au champ moyen (en traits pleins), on constate un accord assez bon, bien qu’un léger dé-
calage vers le bas demeure. Pour le quantifier, nous avons supposé la forme fonctionnelle
attendue, Tc/1y, = —aNY¢, avec un parametre libre . Un ajustement des données donne
a = —0.009(1)T500% en accord aux incertitudes prés avec o = —1.326¢/a ~ —0.007 attendu
pour nos fréquences de piégeage dans la théorie de champ moyen. Les incertitudes systé-
matiques (bornes supérieures et inférieures) dépendent de la calibration du grandissement
(£1.4 %) et de I'écart probable dii au temps de coupure fini (—1.2 %). Elles affectent a la
fois la température et le nombre d’atomes (a travers le coefficient de correction Cy), et les
incertitudes sur « en résultent. Elles correspondent a une précision de +3 % sur le décalage
de T¢.

Nos mesures expérimentales permettent de mettre en évidence un écart de deux déviations
standard au gaz idéal. De plus, comme le déplacement mesuré est en bon accord avec le calcul
de champ moyen présenté plus haut, nos mesures indiquent également que, contrairement
au cas homogene, 'effet des fluctuations critiques de grandes longueurs d’onde est fortement
réduit sur 1, cette observation étant en accord avec certaines prédictions théoriques récentes
[70] (il n’en est pas de méme pour toutes les quantités observables. En particulier, la densité

au centre du piege est susceptible d’étre affectée, tout comme dans le cas homogene [75]).

3.6.2 Interactions dans le nuage mixte : modification de la fraction

d’atomes condensés

La fraction condensée est aussi affectée par D'existence d’interactions au sein du nuage

d’atomes. Dans le cas idéal, la fraction condensée suit la loi

% —1- (Tlco)s (3.23)
En présence d’interactions, la fraction condensée obéit encore a une loi universelle fonction
de deux parametres seulement, T/, et 17 = ATF/kyTo,, comme indiqué sur la figure m
Bien que le nombre d’atomes total varie au cours de la rampe, a cause de ’évaporation, le
parametre 1 ~ N varie peu, entre 0.47 et 0.51, si bien que nous avons utilisé la valeur
moyenne 77 = 0.49 pour tracer les courbes théoriques (en utilisant les valeurs réelles, on
change de maniére imperceptible les courbes théoriques), il n’y a alors plus aucun parametre

ajustable dans le modele théorique.

On constate sur la figure que le modele du gaz idéal incluant les effets de taille finie
[55] est exclu par plus de deux déviations standards par nos mesures. Par contre, les résul-
tats expérimentaux sont en bon accord avec le modele Hartree-Fock du nuage mixte (traits

pleins). En effet, en présence d’interactions, le potentiel chimique (positif) augmente par
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Fig. 3.27 : Mise en évidence de la réduction de la fraction condensée par les interactions. Les points
expérimentauz sont en accord avec la théorie de Hartree-Fock (trait plein), et excluent clairement un
comportement idéal (en pointillés) ou méme semi-idéal (points). Pour tracer les courbes théoriques,
on a utilisé n = 0.49. Cette valeur correspond auz points expérimentaux a 4 % preés.

rapport a un gaz idéal ou p = 0. Il est alors favorable de placer plus d’atomes dans la par-
tie thermique pour diminuer 1'énergie d’interaction dans le condensat, qui domine I’énergie
totale. Cette observation constitue une premiere a notre connaissance : dans des mesures
similaires précédemment publiées, 'effet des interactions sur la fraction condensée ne pou-
vait étre mesuré a cause de I'importance des barres d’erreur et/ou des effets de taille finie.
Dans notre cas, l'effet des interactions est clairement mis en évidence et 1’écart au modele
semi-idéal (traits interrompus), qui néglige les interactions dans le nuage thermique, pour
des températures proches de ¢ (figure [3.27(c)), montre qu’il est crucial de tenir compte des

interactions couplées entre le condensat et le nuage thermique.

3.6.3 Compression du nuage thermique par le condensat

On obtient une indication supplémentaire de 'interaction mutuelle entre le nuage thermique
et le condensat en examinant les dimensions du condensat (figure . En tracant la taille
attendue pour un condensat dans le régime de Thomas-Fermi, en incluant ’expansion de
4 % prédite par les équations d’échelle [52], on surestime systématiquement la longueur
mesurée et on sous-estime systématiquement le rayon observé. La longueur calculée dans le

modele Hartree-Fock du gaz piégé est par contre légerement plus faible. En I'absence d’une
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Fig. 3.28 : Longueur L (gauche), rayon R (centre) et rapport d’anisotropie (droite) d’un condensat
trés allongé aprés 24.3 ms de temps de vol. Les points expérimentaux (losanges) sont comparés avec
le modéle Thomas-Fermi (—), et avec un modéle incluant l'interaction avec le nuage thermique et
les effets 1D (———). On a aussi indiqué les tailles attendues en ne tenant compte que des effets 1D
(— - —+—). La zone grisée autour des points expérimentaux représente l'incertitude sur la mesure
déduite des incertitudes sur la température et le nombre d’atomes

théorie plus complete de I'expansion, nous supposons pour tenir compte de I’expansion que
la longueur apres temps de vol se déduit de la longueur dans le piege par le méme facteur
d’échelle que dans le régime de Thomas-Fermi (i.e. b, ~ 1.04). En ce cas, 'accord avec
nos observations devient satisfaisant, et constitue une signature supplémentaire de 'effet de

compression du condensat par la « coquille thermique » qui ’entoure.

3.6.4 Mesure de I’énergie d’expansion

Grace a une méthode de filtre de Bragg que nous avons développé et que nous détaillerons
dans le chapitre [5] nous avons pu mesurer indépendamment les tailles quadratiques moyennes
de la composante thermique seule et du nuage mixte dans la direction (radiale) y et ainsi

remonter a leur énergie d’expansion.

En effet, si on néglige les effets hydrodynamiques, I'énergie F, disponible pour I’expansion du
condensat dans la direction y est donnée par la somme de 1’énergie cinétique dans la direction

y (ES™ = $E" principalement dominée par I'énergie cinétique du nuage thermique) et de

énergie d’interaction’, E, = %Ecm + %Emt. Comme 'expansion radiale est asymptotique,
cette énergie, entierement convertie en énergie cinétique, peut étre mesurée a partir de (y?) =

: . N . . . . th .
2E,/m. De la méme maniére, I'énergie d’expansion pour le nuage thermique EZS ) sera reliée

3 la taille quadratique moyenne du nuage thermique (y2)g, par (y2)m = 2E"™#/m. La figure
présente cette mesure de ’énergie d’expansion totale (gauche) et de I’énergie d’expansion
thermique correspondante (droite). L’accord entre la théorie et nos mesures est correct, et

en particulier I’énergie mesurée est toujours plus élevée que celle du gaz idéal [54].

"En toute rigueur, une fraction de I’énergie d’interaction est également convertie en énergie cinétique
axiale. Comme nous 'avons vu, elle est de l'ordre de quelques pour cent dans notre situation (4 % a tres
basse température). Nous négligeons la correction correspondante dans notre démarche.
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Fig. 3.29 : Energie d’expansion mesurée grace au filtre de Bragg. gauche : Energie totale Ey.
La prédiction du modéle Hartree-Fock, tracée en trait continu pour n = 0.47, est vérifiée dans une
large gamme de températures, contrairement au modéle du gaz idéal (pointillés courts), et ’énergie

(

du nuage thermique E'yth) (pointillés longs). droite : E’nergz’e thermique : La prédiction du modéle
Hartree-Fock est vérifice pour les plus hautes températures. Pour les plus basses, on ne peut pas
vraiment distinguer sur ces données entre le modéle Hartree-Fock et celui du gaz thermique idéal
(en pointillés courts).

3.7 Conclusion

Nous avons vu dans ce chapitre comment réaliser une source atomique dégénérée, c’est-a-
dire un condensat de Bose-Einstein. La procédure expérimentale pour atteindre le régime, qui
demande des températures extrémement faibles pour des densités élevées, nécessite le déve-
loppement d’outils de piégeage et de manipulation d’atomes avec en particulier la réalisation
de pieges magnétiques tres confinants. Nous avons mis en ceuvre une méthode originale pour
réaliser ce confinement, en utilisant des pieges a noyau ferromagnétique. Cette technique a
été raffinée par la réalisation de 4 générations d’électroaimants, dont les deux dernieres sont
utilisées sur les deux montages de condensation Condensats 1D et quasi-condensats et

Source Atomique Cohérente Versatile.

Une fois ces dispositifs réalisés, nous avons pu constater que la condensation de Bose-Einstein
est un phénomene riche ou l'effet des interactions entre atomes modifie sensiblement les
propriétés du systeme. Il est parfois possible de les tourner a notre avantage, comme dans
le refroidissement sympathique ou une espece atomique est refroidie grace aux collisions
avec une autre espece. Il est surtout important de bien identifier leur effet, car elle modifie
sensiblement les propriétés du condensat, en modifiant par exemple le seuil de condensation,

le nombre d’atomes condensés et la forme du condensat.

Nous verrons dans le chapitre suivant comment exploiter cette source en réalisant un faisceau
laser atomique grace a un coupleur de sortie. Nous observerons alors un autre effet des
interactions qui vont modifier la divergence du faisceau laser. Enfin, dans le dernier chapitre,
nous aborderons le probleme fondamental de la cohérence de cette source atomique, en

montrant 1& encore le role crucial des interactions.
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Abstract. We have developed an iron-core electromagnet and used it to trap neutral atoms. The magnetic
field can be switched from a spherical quadrupole configuration to a Ioffe configuration within 2 ms. We load
2x107 3"Rb atoms from a vapor into a Magneto-Optical Trap (MOT) and transfer them into the purely
magnetic trap with an efficiency of 95%. A strong radial compression is possible since we can generate
quadrupole gradients up to 0.1 T/cm with an excitation current of 10 A (400 W of power consumption).

PACS. 32.80.Pj Optical cooling of atoms; trapping

The ability to magnetically trap neutral atoms has proven
to be an essential step towards Bose-Einstein Condensa-
tion [1-4]. Magnetic trapping allows the use of evaporative
cooling to reach quantum degeneracy, provided that the
initial elastic collision rate is sufficiently high. For this pur-
pose, tightly confining potentials are required to achieve
high atomic densities. In addition, it is desirable to trap
the atoms at a nonzero field minimum to avoid losses due
to Majorana transitions [5].

To fulfill these requirements, many experiments have
used variations of the Ioffe configuration [6]. For example,
experiments with trapped Lithium atoms have been car-
ried out in a static Ioffe trap using permanent magnets
[2]. They produce a very steep potential but the magnetic
field cannot be varied with time. Other setups use coils
to generate similar magnetic field profiles [10,11]. In this
case, the trapping potential can be varied but a signifi-
cant electrical power and a sophisticated cooling system
are required. The use of coils with ferromagnetic cores
offers the possibility of combining the advantages of the
above approaches. For example, reference [7] reports trap-
ping of Lithium in a spherical quadrupole field created by
two p-Metal needles. In this paper, we describe a novel
electromagnet inspired by that used in [2], but with the
permanent magnets replaced by iron pole pieces.

As shown in Figure 1, the electromagnet consists of
three pairs of 2 cm diameter cylindrical poles positioned
along the X, Y and Z axes. A ferromagnetic yoke sup-
ports the poles and guides the magnetic flux by providing
a low reluctance return path for the magnetic fields. Both
poles and yoke are made with pure iron (Bt = 2 T,

# e-mail: bruno.desruelle@iota.u-psud.fr

P URA 14 du CNRS
¢ URA 1375 du CNRS

|
|
|
|
Y
X

Fig. 1. Diagram showing the position of the poles and the
vapor cell. The tip to tip spacing is 4 cm and the diameter of
the cell 2.5 cm.

pax = 7 % 103). The pole pieces are 20 cm long, with a
5 mm diameter hole along the symetry axis. The tip to
tip spacing is 4 cm. Each pole is excited by a 440 turn coil
of copper wire. The opposing poles in the XY plane are
excited with equal and opposite currents. Near the center,
these 4 coils generate a linear quadrupole field, given by:
B = G(ze, — yey) to first order in the coordinates. The
quadrupole gradient G can be controlled with the cur-
rent in the 4 quadrupole coils. The two poles along the Z
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Fig. 2. Measured field along the X and Z axes for an exci-
tation current I = 3.5 A in the quadrupole and dipole coils.
The experimental data are fitted with second order polyno-
mials. The bias field is 440 Gauss, the dipole field curvature
170 Gauss/cm? and the X axis curvature 270 Gauss/cm?. We
estimate a 5% accuracy of the measurements due to sampling
noise of the data acquisistion system and to the fact that the
3 Hall probes are not perfectly orthogonal and are separated
by 1 mm.

axis are excited with equal currents, making a dipole field

whose Z component varies as B, = By + C(z% — %Lyz)
The bias field By and the dipole field curvature C' are de-
termined by the current in the dipole coils. The magnitude
of the total magnetic field can be approximated by:

G C

(1)
We have mapped the magnetic field using a 3D Hall probe.
Figure 2 shows the variation of the magnetic field magni-
tude along different axes for excitation currents I = 3.5 A
in the 6 coils. Near the center, the field magnitude is found
to be well described by equation (1) with a 440 Gauss
bias field and curvatures of d?B/dz? = d2B/dy? =
270 Gauss/cm?, d?B/dz? = 170 Gauss/cm?. From these
curvatures, we calculate oscillation frequencies v, , =
30 Hz, v, = 24 Hz for 8"Rb trapped in the F = 2, mp =
2 state.

When the current is turned off, the field drops by 30%
within 1 ms and then falls off with a 8 ms time con-
stant limited by eddy currents in the iron structure. Be-
cause of hysteresis in the iron, a remanent bias field of
about 20 Gauss and a remanent quadrupole gradient of
15 Gauss/cm remain after eddy currents are dissipated.
Small compensation coils provide the coercive excitation
necessary to reach zero magnetic field when the excitation
current is turned off.

In order to trap the atoms, the electromagnet is placed
around a 2.5 cm diameter cylindrical glass vacuum cell.
The axis of the cylinder is aligned with the 111 direc-
tion of the electromagnet. The cell is pumped with a

The European Physical Journal D

30 1/s ion pump and contains about 10~° hPa pressure of
Rb. We first load atoms from the vapor into a Magneto-
Optical Trap (MOT) by supplying current to the 2 coils
of the electromagnet along the X axis only. A current of
200 mA generates a spherical quadrupole field with
dB,/dz = 20 Gauss/cm. A 100 mW laser diode produces
6 independent circularly polarized trapping beams, each
with a power of 6 mW and a diameter of 15 mm. They are
detuned by 21" to the red of the 5S;/5, F' = 2 — 5P3/s,
F = 3 optical transition at 780 nm. Because of the pole
pieces, the beams cannot propagate along the symetry
axes of the magnetic field but the MOT works satisfacto-
rily with the beams tilted by 15 to 40 degrees. A repump-
ing beam, on resonance with the 5S;/5, F' = 1 — 5Py,
F = 2 transition at 794.7 nm, overlaps the trapping
beams. The density and number of trapped atoms were
measured with a CCD camera by absorption imaging of a
weak resonant probe beam. After 5 s of loading, the MOT
contains about 2.0x107 atoms. We measure the temper-
ature in the MOT by a ballistic expansion method: we
switch off the beams and the magnetic field, and let the
cloud expand for a variable delay time before taking an
absorption image. We find a temperature of about 100 uK.

In order to optimize the phase-space density before
turning on the Ioffe trap, we reduce the temperature by
increasing the detuning and decreasing the intensity of the
laser beams, after switching off the magnetic field. After
12 ms, the atoms are cooled to 20 K (virms = 7-5Vrec =
4.5 cm s7!) with a density at the center of the trap of
3 x 101° cm™3. We then block the trapping beams and
optically pump the atoms into the 5S, /9, F' = 2, mp = 2
state. We do this by creating a small bias field along the
Z axis and applying a 250 us pulse of laser light which
propagates along the Z axis through the 5 mm hole in the
pole tips. This beam is on resonance with the 5S; 5, F' =
2 — 5P3/9, F' = 2 transition and o™ polarized (this choice
minimizes heating because the trapped state is dark). The
repumping beam on the 5S;/5, F' = 1 — 5Py, F' = 2
transition remains on during this procedure and is turned
off after the optical pumping pulse.

We switch to the Ioffe trap by applying an equal cur-
rent to all the coils. The field reaches the final value in
2 ms. This rise time is obtained by putting a 50 pF capac-
itor charged to 700 V in parallel to the power supply in
order to deliver a strong pulse of current when switching
on. The trapped atoms are monitored through their inter-
action with a probe beam. This beam propagates along the
axis of the cell and has a well controlled o component
with respect to the direction of the bias field. Because of
the strong bias field By, the optical transitions experience
large Zeeman shifts. We thus can monitor selectively the
atoms trapped in the 5S;/3, F' = 2, mp = 2 ground state
by detuning the probe beam 600 MHz above the zero field
resonance. This laser beam selectively couples the trapped
ground state to the 5P3 /5, m; = 3/2,m; = 3/2 level of the
excited manifold. Since this excited state is a pure mp = 3
state, this forms a two-level cycling transition. From the
analysis of absorption images, we can infer the number of
trapped atoms. We have measured 1.9x 107 atoms trapped
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in the mp = 2 state which corresponds to a transfer ef-
ficiency of 95% from the MOT to the Ioffe trap (without
any optical pumping, the measured transfer efficiency is
about 20%). After loading, we observe an exponential de-
cay of the number of atoms remaining in the trap with
a time constant of 2.5 s. This value is consistent with
the Rb vapor pressure and the background gas pressure
which is measured with an ion gauge near the trap (P =
7x1079 hPa).

If the equilibrium position of the atoms in the MOT
and in the Ioffe trap do not overlap, for example due to
the effect of gravity or imprecise positioning of the poles,
the atoms acquire extra energy during the transfer. Op-
timum transfer is achieved by carefully positioning the
MOT with the help of three additional pairs of coils along
the X, Y, Z axes. These coils generate a small bias field
which translates the center (B = 0) of the MOT. Even
for our best overlap, a residual mismatch of order a few
hundred microns remains. This leads to oscillations of the
atomic cloud. If the atoms were permitted to thermalize
(which they do not in our experiment because of the short
lifetime), the final temperature would be of order 100 p K.

By modulating the current in the coils we are able to
excite various modes of motion in the trap and measure
their frequency [8,9]. When we modulate the quadrupole
field for example, we change the curvature of the trap
and excite parametric resonances (breathing modes) at
2v, along the X and Y axes. Because the minimum of the
potential is determined by the magnetic field and grav-
ity, a modulation of the quadrupole field also results in
a modulation of the position of the potential minimum
at the same frequency. This excites a sloshing motion of
the atoms at v,. Using the latter type of excitation, we
modulate the current in the quadrupole coils for 500 ms,
and monitor the oscillating position of the atomic cloud in
the Y—Z plane. The observation is made by imaging the
fluorescence induced by a saturating probe beam, onto a
CCD camera. In Figure 3 we show a resonance curve of
the amplitude of oscillation along Y. Instead of scanning
the excitation frequency, we scan the curvature of the trap
while keeping the modulation frequency constant at 27.5
Hz. We observe a resonance for a current in the quadrupole
coils of 3.2 A. From this measurement, we calculate a reso-
nance frequency of 29 Hz for a current of 3.5 A, consistent
with the 30 Hz value calculated from the Hall probe mea-
surement. The width of the resonance is determined by the
duration of the modulation period: because we are in the
transient regime of forced oscillation, we observe a beat-
ing between the excitation frequency and the resonance
frequency of the system. As shown in Figure 3, the am-
plitude of oscillation almost vanishes for v — v, = £2 Hz,
which is consistent with the 500 ms modulation length.

It is useful to evaluate our trap performance with a
view towards Bose-Einstein condensation. Once the atoms
have thermalized in the trap, they undergo one elastic
collision every few seconds. This collision rate can be in-
creased by adiabatic compression [10,11] of the atomic
cloud. First, we are able to achieve continuous quadrupole
fields with a gradient G of 1 kGauss/cm. This compresses
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Fig. 3. Amplitude of oscillation of the atoms versus the current
in the quadrupole coils with the modulation frequency kept
constant at a value of 27.5 Hz. The upper scale shows the
calculated resonance frequency at each value of the current.
The width of the resonance is determined by the length of the
modulation period (500 ms).

the cloud in the radial directions and increases the collision
rate by a factor of 3. Additional compression can also be
achieved by decreasing the value of the bias field. Since all
the excitations are coupled into the ferromagnetic struc-
ture, this also reduces the longitudinal curvature (along
Z), limiting the maximum increase of the collision rate
to 6:1 with the present geometry. This would allow us to
reach the runaway evaporation regime for a trap lifetime
of a few 100 s [12] (P < 101! hPa).

In conclusion, we have demonstrated the transfer of
95% of 8 Rb atoms from a MOT to a magnetic poten-
tial generated by an iron-core electromagnet. This design
should already allow Bose-Einstein condensation with an
improved MOT source (ten times more atoms initially
could lead to a 2 s™! collision rate) and straightforward
improvements of the vaccuum system. In addition, the
electromagnet can be improved for both shorter switch-
ing time and better compression. For instance, employ-
ing laminated materials will allow us to eliminate eddy
currents. Preliminary tests show that a 1 ms switching
time is possible. In addition, better compression can be
achieved with a shorter gap between the tips. Calcula-
tions show that initial collision rate higher than 30 s=!
can be achieved with our new design, allowing faster Bose-
Einstein condensation with high atom number. We there-
fore think that magnetic traps of this type can be useful
tools for the production, study and application of Bose-
Einstein condensates.
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Interrupted evaporative cooling of 8Rb atoms trapped in a high magnetic field
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Radio-frequency-induced evaporative coolingd®@®b atoms in thé==2, m=2 ground state in a magnetic
trap with a high bias field is found to be hampered, and eventually interrupted, by the presence of nonlinear
Zeeman shifts. An experiment studying evaporation at a fixed adjustable rf frequency was used to illustrate this
effect. These nonlinear shifts prevent us from reaching quantum degeneracyHr&an=2 ground state;
however, evaporation in thE=1, m=—1 ground state is not adversely affected, and we can produce a
Bose-Einstein condensa®EC). Our analysis shows that this effect can play a role in many BEC experiments.
[S1050-2947@9)50909-9

PACS numbs(s): 32.80.Pj, 03.75.Fi, 32.6@.

Radio-frequency-induced evaporative coolifig),2] of  The resulting Zeeman shift provides an anisotropic trapping
magnetically trapped neutral atoms has proved to be an effpotential for low-field-seekingn states.
cient way to achieve Bose-Einstein condensatiB&C) in A fast thermalization is a key condition for an efficient
dilute gase$3-5]. It consists of removing the most energetic evaporative cooling. It relies on the ability to increase the
atoms from the trap by coupling a radio-frequency field theelastic collision rate by compression of the atomic cloud.
trapping state F,m), whose potential is minimum at the The most widely used means to increase the stiffness of the
center of the trap, to a nontrapping stafe,r’), whose trapping potential is to partially cancel the bias fi@g. As
potential is maximum at the center of the trap. For a smalkeen in Eq(1), this increases the radial curvature alorend
trapping magnetic field, as in most experiments, the Zeemay without changing the axiat curvature. In most experi-
effect is linear, and the rf couplings between adjacent Zeements, typical values of the compensated bias field are of the
man sublevels|Am|=1) result in a multiphotonic transition order of a few gauss, and the Zeeman shift is linear in the
from the trapping state to a nontrapping state, allowing effimagnetic field.
cient forced evaporation. In this paper, we show that in a In our trap, based on the use of ferromagnetic materials
magnetic trap with a high magnetic field, where the Zeeman6], we radially compress the atomic cloud by increasing the
splitting is no longer negligible compared to the ground-stategradientB’ without modifying the bias field. This obliges us
hyperfine structure, the evaporation process can be adversdly evaporate in a high bias field, for which the Zeeman shift
affected, initially by a reduced evaporation efficiency andis no longer linear in the magnetic field. Defining
eventually by a complete interruption of the evaporation pro-
cess. With the aid of a complementary experiment, we point ugB oL
out the dramatic role of the nonlinear component of the Zee- T hon  on’
man shift on the evaporation scheme. This allows us to un-

derstand the interruption of evaporation and the failure tQyherew, is the linear Zeeman shift between adjacent sub-
achieve BEC with®’Rb atoms in theF=2, m=2 ground |evels, andw the hyperfine splitting of the ground state, we

state in a magnetic field of 150 G, and our ablllty to obtain |tmay write the Zeeman shift fcﬁ7Rb to second order ia as
intheF=1, m=—1 ground state.

This effect is of importance for BEC experiments using EF’m(g):EF+(—1)F{ﬁwhfm8+ﬁwhf(4—mz)sz}_ 2
high-field magnetic traps, or atoms with small hyperfine
structure. It may also play a role in lines of experimental \When the quadratic term in E) is negligible, all the rf
activity in BEC which investigate the effect of large mag- couplings between adjacent Zeeman sublevels are resonant at
netic fields on atomic properties; for instance, the study othe same location in the traFig. 1(a)]. Thus, for a large
Feshbach resonances. enough rf power, any atom trapped in the upper trapping
We will focus here on a loffe-type trap, which consists of state, traveling from the center of the trap and crossing the
a superposition of a linear quadrupole field and dipole fieldesonancérf knife), experiences an adiabatic passage to the
that is, respectively, perpendicular and parallel tofais.  |ower nontrapping state, and is expelled from the trap. By
The magnitude of the total magnetic field can be approXxicontrast, in the case of a high bias field, the rf couplings are
mated by not resonant at the same location because of the quadratic
Zeeman effecfsee Fig. 1b)]. Depending on the hyperfine
1) state, this effect leads to different scenarios, which we have
experimentally investigated.

12 B”

—R—= - 2 2 "2
|B|=B=By+ 2B, 2 (x*+y%)+B"z%

1050-2947/99/6(8)/17594)/$15.00 PRA 60 R1759 ©1999 The American Physical Society
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FIG. 1. Zeeman shift in a quadratic magnetic
trap. In the linear approximatiota), the rf cou-
plings between adjacent sublevels are resonant at
the same location(rf knife, in white arrows.
When the quadratic Zeeman effect is not negli-
gible (b), the resonance points of the rf couplings
are separated in spadblack arrow$. For the
sake of clarity, the role of the Zeeman quadratic
shift has been exaggerated.

~VY

Position in the trap Position in the trap

Our experimental scheme uses a highly confining ironfeatures three discontinuities that indicate different final Zee-
core electromagnet described elsewhélleRecent improve- man sublevels of the atoms. Whep<w,_,;, no transition
ments, including lamination of the pole pieces and the yokeis possible at any point of the trap, and the cloud of atoms in
greatly reduce eddy currents, and allow us to switch off them=2 is left unchanged. Whem,_,1<wi<wi_,o, the m
field within 1 ms. The power consumption is 4 W per coil for =2 andm=1 sublevels are coupled, and a significant frac-
a gradientB’=900 G/cm, and the maximum gradient at tion of the atoms is transferred in tine=1 sublevel. As the
saturation is 1400 G/cm. The ability to produce large gradistiffness of the potential fom=1 is smaller than fom
ents compensates the fact that the bias fljdcannot be =2, the cloud is broader. Similarly, whem;_,o<wy
reduced without also reducing the dipole curvatBfe The  <wq_,_;, the m=2, m=1, andm=0 sublevels are con-
ratio By /B” is fixed by construction to 1 ¢t The electro- nected, and a macroscopic population builds up in rihe
magnet is placed around a glass cell of inner volumell =0 sublevel. This results in a broad cloud, since e 0
X 4 cnt, pumped with a ion pump and a titanium sublima- sublevel is a weakly trapping state, with a smaller cloud of
tion pump. We load a magneto-optical tréddOT) from a  atoms in them=2 andm=1 states. Finally, whew,_, _;
Zeeman slowed atomic beam, then switch to a forced darkiw,, m=2 is connected to the nontrapping state= —1
MOT [7]. We obtain 8<10° atoms at a density of 1.5 viam=1 andm=0, evaporation occurs, and we observe a
x 10*tcm™3. After additional molasses cooling, we optically small cloud of cold atoms im= 2. The frequency difference
pump the atoms into either tHe=2, m=2 or theF=1, m between the discontinuities of 3 MHz in Fig. 2 agrees with
=—1 state. We then switch on the electromagnet in a congq. (3). We also checked that it scalesBéby performing
figuration matching the phase-space density of the atomithe same experiment for different values of the bias field.
cloud. The bias field,, is then fixed to~150 G forF =2, or This preliminary experiment suggests that forced evapo-
to ~190 G forF=1. At the end of this loading procedure, rative cooling will be subject to unwanted effects as the rf
the trap containd=4x10° atoms at a temperature of 100 knife gets close to the bottom of the potential well. This is
K, with a peak density of % 10'° cm™3. All this informa-

tion is obtained by absorption imaging on a charge-coupled- 1.0 7
device camera.
We first present the effect of the quadratic Zeeman shift 1 T. o
on the evaporation of an atomic cloud magnetically trapped © ol
in the F=2, m=2 state. At a bias field of about 150 G, the E ] :
transition frequency between the sublevelsand m—1 at % b PO [
the center of the trafsee Fig. )] is, from Eq.(2), S 04 \ '0.; ‘
Omom-1=106.5+(1.5-mXx3) MHzX27. ©) é" . o .‘ | Booag
=3} 02 - |
Because these transition frequencies decrease mjtthe ' | + °

atoms inm=2 can be transferred to the intermediate trap- 100 101 102 103 10% 105 106 107 108 108 110
ping statesn=1 andm= 0 [8] without reaching the nontrap-
ping statesm=-—1 and m=—2. To demonstrate this, we
apply a fixed rf knife, close to the resonance frequencies
®m_m-1 at the center of the trap, for 5 s. The rf power iS g 2. Measured size of an atomic cloud magnetically trapped
adjusted for an efficient transfer between sublevels. Then, Wg the =2 m=2 state after the application of a 5-s fixed rf knife,
turn off the trap and image the cloud. As the stiffness of theys a function of the rf frequency. We give the rms width of the
potential depends om, the size of the cloud is an indication fitting Gaussian. When a double structure clearly appears, as shown
of the internal state of the atoms. Figure 2 shows a plot of thén the inset, we use a double Gaussian fit and report both rms widths
size of the cloud as a function of the rf frequengy/2. It (white circles and boxés

®2->] @1->0 ®g->-1
RF frequency oy (2n MHz)
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FIG. 3. Adiabatic potentials of the Zeeman
sublevels of th&==2 hyperfine state, dressed by
the rf field, in a quadratic magnetic trap. The in-
set is a global view of the trap, while the main
figure shows the rf knife region. It features one of
the most direct paths for an atom to escape from
the trap(dashed ling At point Q, the multipho-
tonic coupling is too small for the atom to follow
the adiabatic potential. At point8 and C, the
atom follows the avoided crossing. At points
and D, the atom crosses the avoided crossing
once, and avoids it the other time.
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confirmed by the observation of an interruption in the evapo- This means that the sublevel changes are significant only
ration of a cloud of atoms in thE =2, m=2 state in the at crossings between adjacent sublevels. As an immediate
following experiment. After the transfer to the magnetic trap,consequence, an atom requires succesgiva|=1 transi-

we adiabatically compress the atoms by increasing the grdions to escape the trap. Figure 3 features one of the most
dient B’ to 900 G/cm, the oscillation frequencies are 22direct paths for an atom to reach a nontrapping state. It can
Hzx 2 along the dipole axis, and 90 M2= along both  be seen that the atom needs several adiabatic and nonadia-
quadrupole axes. The temperature of the atomic cloud inbatic passages. As a result, the best evaporation efficiency is
creases to 30K with a collision rate of 30 s*. With our ~ obtained for roughly equal probabilities of adiabatic and
trap lifetime of 40 s, the condition for a successful runawaynonadiabatic passage, which entails the existence of an opti-
evaporation is fulfilled 1]. Indeed, while ramping down the mum of the rf power. We experimentally checked that the
rf frequency from 130 MHz to a value close to 110 MHz, we phase-space density obtained after the evaporation shows a
initially observe that the optical thickness of the sample in-maximum as a function of the rf power. Nonetheless, since
creases, which is a clear indication of the runaway coolinghe optimized probability of transfer between the adjacent
regime. We can cool down the sample to about&Ountil sublevels is of the order of 1/2, a macroscopic population in
oy becomes equal tey_,_;. Then the atoms can no longer the m=1 andm=0 states grows during the evaporation. A
be transferred to a nontrapping state, and cooling stops. If wetrong indication of this is the observation of a heating of 5
proceed, a broad cloud of atoms in tRe=2, m=0 state uK/s of them=2 cloud, when we remove the rf knife at the
appears around the cloud of atoms in fhe 2, m=2 state. end of the evaporation ramp, just befasg_, _; is reached.

A more subtle consequence of the separation of the variThis heating may be understood as a thermalization between
ous transition frequencies hinders the evaporation from thée cold atoms irm=2 and fast atoms that have accumu-
very beginning of the cooling. As soon as the rf is applied,lJated inm=0. Inelastic collisions will also heat the cloud.
the atoms accumulate in the intermediate sublevetsl For instance, a spin exchange collision of the fomm=(1)
andm=0. To understand this effect, we consider the adia-+(m=1)—(m=0)+(m=2), though its collision rate may
batic potentials of an atom if=2 dressed by the rf pho- be low[10], releases an energyiye?~150uK.
tons, shown in Fig. 3. Due to the presence of the nonlinear In contrast to evaporation iff =2, forced evaporative
component of the Zeeman shift, the crossings between difeooling for atoms trapped iR=1, m= —1 is not adversely
ferent magnetic sublevels do not occur at the same locatioaffected by the quadratic Zeeman effect. &s;_,o<wg_1
in the trap. At a crossing between two adjacent sublevelsind them=0 state is a nontrapping stdtéqg. (2)], the atom
(|JAm|=1), the rf coupling, characterized by a matrix ele- can be expelled from the trap following a single adiabatic
mentC, causes a splittingavoided crossingof the order of  potential(Fig. 4), and the usual evaporative cooling scheme
C, clearly visible in the figure. On the other hand, at cross4s unhindered. The restriction on the upper value of the rf
ings wherd Am|=2, the splitting is much smaller tha®, as  power mentioned for thE =2 case does not apply here. For
the quadratic term of the Zeeman shift @2 (correspond- atoms loaded in th&€ =1 state, after adiabatic compression
ing to a few MH2 is greater than the matrix eleme@it by increasing the gradief®’ to 1200 G/cm, the oscillation
(typically 10 kH2 [9]. At the crossing between adjacent sub-frequencies are 18 Hz2 7 along the dipole axis and 75Hz
levels, atoms at a temperature of 3@B or less follow the X 27 along both quadrupole axes. By ramping down the rf
dressed state with @andau-Zenerprobability of the order frequency from 160 to 130 MHz, we could successfully cool
of 1, and experience a change of magnetic sublevetlown the sample, and we observed the BEC transition at a
(JAm|=1). By contrast, the probability of adiabatic follow- temperature of~300 nK. With further cooling, we obtained
ing at crossings wherfAm|=2 is negligible for tempera- a quasipure condensate of a few’ EHloms.
tures greater than 300 nK, and the atoms make a nonadia- In conclusion, the quadratic Zeeman effect can severely
batic passage and remain in the same magnetic sublevel. affect evaporative cooling in the upper hyperfine state of
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% dratic Zeeman term 2w is not negligible compared to

the rf couplingC; here the anticrossings for adjacent sublev-
els do not merge into a single anticrossing. For a coupling
C/h of 10 kHz, the field at which both terms are equal is 4 G
for °Na, and 8 G for®’Rb. For a time-averaged orbiting
potential trap, the rotating bias field can easily be of the
order of 10 G, which is close to this value. Even in experi-
ments with a compensated bias field, evaporation starts at a
position in the trap where the magnetic field is of the order of
10 G. In both cases, the resulting macroscopic population in
the intermediate levels can have dramatic effects if the in-
0 2 5 7 100 125 150 175 elastic collision rate is important, as pointed ouf{1®].
Position in the trap (um) Several strategies can circumvent the adverse conse-

FIG. 4. Adiabatic potentials of the Zeeman sublevels of fhe duences of the quadratic Zeeman effect and achieve efficient
1 hyperfine state, dressed by the rf field, in a quadratic magnetiforced evaporative cooling &fRb in F=2. First, one could
trap. The dashed line shows the trajectory of an escaping atom. Hs€ several rf frequencies, in order to induce a direct transi-
follows the adiabatic potential at each avoided crossing. tion fromm=2 tom= — 1. Another solution would be to use
the 6.8-GHz microwave transition frof=2, m=2 to the
nontrapping stat& =1, m=1. Such a hyperfine microwave
) @/aporation was implemented in the experiments carried on
(|Am|=1) do not occur at the same location. The most 0b-7; ; (4] On the other hand, the quadratic Zeeman effect lifts
vious effect is the interruption of the coupling between they, o degeneracy of the rf transitions, which can be a powerful
trapping and nontrapping states before the atoms reach thgg| 1o manipulate the spin of the trapped atoms, and to ad-
dggen_eracy regime. A secqnd effeqt occurs before this sitygegg separately the different spin transitions.
ation is reached: evaporation requires succesgia|=1
transitions with a probability of less than 1. This results in a This work was supported by the CNRS, ENo. ERB
reduced evaporation efficiencll], and a macroscopic FMRX-CT96-0002, MENRT, Ragion lle de France. S.G.M.
population of hot atoms builds up in the intermediate sublevacknowledges support from Ministe des Affaires Etran-
els. This second effect may become important when the quayeres.
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We demonstrate a way to circumvent the interruption of evaporative cooling observed at high bias field for
87Rb atoms trapped in thé=E2,m=+2) ground state. Our scheme uses a three-frequency rf knife achieved
by mixing two rf frequencies. This compensates part of the nonlinearity of the Zeeman effect, allowing us to
achieve Bose-Einstein condensation where the standard one-frequency rf knife evaporation method did not
work. We are able to get efficient evaporative cooling, provided that the residual detuning between the
transition and the rf frequencies is smaller than the power broadening of the rf transitions at the end of the
evaporation ramp.

PACS numbes): 03.75-b, 32.60:+i, 32.80.Pj, 32.80.Wr

Forced evaporative cooling of atorft,2] in a magnetic  bias fieldB, between 50 and 200 G. This is much larger than
trap is at the moment the only known way to achieve Bosein most other experiments whei, can be independently
Einstein condensatiofBEC) [3-5]. Particles with energy adjusted, and is set typically at 1[®4]. In a large magnetic
significantly larger than the average thermal energy are refield, the nonlinear terms are not negligible in the Zeeman
moved from the trap and the remaining ones thermalize to &hifts given by the Breit-Rabi formula
lower temperature by elastic collisions. For that, a radio-
frequgncy(rf) magnetic field is used to induce a multiphoton En(B)=mgu,B+ hLHF(\/mZ_ 1), (1)
transition from a trapping state to a nontrapping state via 2
all intermediate Zeeman sublevels. Atoms moving in the trap .
with sufficient energy can reach the resonance poiht with
knife) and exit the trap. If the rf frequency is decreased (9sus+0iun B
slowly enough, and no other process is hampering the forced &= S2sB T PP
evaporation, the increase of the phase-space density obtained hwpe
by this method eventually leads to Bose-Einstein condens
tion.

In a previous publicatiof6], we reported that rf forced
evaporative cooling off’Rb atoms in the F=2,m=+2)

: . . . . . . MHz) is the hyperfine splitting.
Pindered and eventual inerripted. Our inerpretation of  COTPATEd 0 the low-magneticfield 2, the evapo-
. . y pted. P ration process changes drastically. At a given magnetic field,
this phenomenon is based on the nonlinear terms of the Ze

; i ~*The spacings between adjacent sublevelen(|=1) are not
man effect that liit the degeneracy of transition frequer_mlesequal and the direct multiphoton transition from trapping to
between adjacent Zeeman sublevels. This interpretation IS

. : ~ nNontrapping states becomes negligible. Evaporation of hot
supported by numerical calculatiof®]. Interrupted evapo atoms can only happen via a sequence of one-photon transi-

_rative cooling in a large r_nag_nef[ic fieId_is a serious _problem{ions of limited efficiency(see Fig. 8 iN15]) that are sepa-
in several situations, which is interesting for practical rea- . ; L ; ;
rated in space. This results in long lasting atoms in rthe

sons — like the use of permanent magri&kor of an iron  ~ - . .

core lecomagnet sueh s e one descrbdlovigh: |1 SN0 sledif] e esponatie o e
magnetic-field evaporation is also important in connectionsta,[f;S are su res%e d at the ('an d of the eva oratior?prar%
with Feshbach resonancgk0—-13. In this paper, we dem- bp P P.

onstrate that it is possible to achieve efficient evaporativéeadlng to an interruption 9f (;oollng beforg BEC IS .reached.
To overcome these limitations, three distinct rf fields can

cooling in a high magnetic field by use of a multifrequency rfbe used to induce a direct three-photon transition from the

knife allowing a multiphoton transition to take place acrossm_ '+ 2 trapping state to the= — 1 nontrapping state. At a
nonequidistant levels. We show that, for our range of magy ; netic flioeF:dg the three rf_fre uenciespmugst mat.ch the
netic fields, it is possible to use a simple experimentalm 9 ’ q

scheme where the three required frequencies are obtained Br)f;\nsmon frequencies defined by

aheregszz.ooz andy,=1 are, respectively, the Landactor
for the electron and the nucleugg and u, are the Bohr
magneton and the nucleus magneton, apg (27xX6834.7

rf frequency mixing yielding a carrier and two sidebands. wo— Swh=(E,—E)lH
We focus in this paper oi’/Rb in theF =2 manifold of 0 0T U
the electronic ground state. Atoms are initially trapped in the wo=(E,—Eo)/4, )
m= +2 state. Our high bias field magnetic trap follows the
loffe-Pritchard scheme. To the second order in posifsee wo+ dwo=(Eq—E_)I#,

Eq. (1) in [6]], the magnetic field moduluB has a three-
dimensional quadratic dependence allowing trapping, plus with E,, taken from Eq.(1).

1050-2947/2000/62)/0216014)/$15.00 62 021601-1 ©2000 The American Physical Society
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3wot Swy— Swy=3w, ©)
) but there will be a residual detuning for each one-photon step
= of the multiphoton transition. For example, the optimum
g dw; that maximizes the multiphoton transition probability
o, will be
>
5 Swyt+ dwy
@ WoT 0Wqg
& dw= 2 (4)
= —_— and the residual detunings for each intermediate steps of the
Position in the trap (arb. units) three photons transition are then both equal to
FIG. 1. Implementation of the three-frequency rf knife to evapo- Swn— !
rate in a high magnetic field. All possible transitions are repre- A= M_ (5)
sented. Evaporation happensatia a three-photon transition reso- 6

nant in the intermediate states. ) . .
If the Rabi frequency),; associated with each one-photon

Figure 1 represents all possible transitions induced b%ransitior_l is significan_tl_y Ia_rger th"%” the resi(_jual de.t“”‘”g .
these three f frequencies in the magnetic trap. At positio he multiphoton transition is quasiresonant in the intermedi-
K, each rf field is resonant with a given transition: the &€ l€vels, leading to an effective Rabi frequenBy
smallest rf frequency with the nf=-+2)—(m=+1) 0_<Qrf. If on the other hand},; is smaller tham, the effec-
transition, the intermediate frequency with then¢ +1)  Uve Rabifrequency is
—(m=0) transition, and the largest frequency with the 3
(m=0)—(m=—1) transition; this is where the three- Q Qg 6)
photon transition occurs. Because of the ordering of the €
three rf frequencies, the points where one-photon transitions
can be induced fronm=+2 to m=+1 by the two larger and the multiphoton transition is inefficient for evaporation;
frequencies are located beyoid (the multiphoton knif¢. ~ we are then in the scheme of hindered and interrupted evapo-
Consequently, during the evaporation, hot atoms will firstration. We therefore expect that our scheme will be efficient
encounter the three-photon knife and be expelled from théor small enough magnetic field when the residual detuning
trap, provided that the rf power is large enough to enable\ is smaller than the one-photon Rabi frequetiLy.
efficient multiphoton adiabatic passage to the nontrapping Table | gives the values of the Zeeman shifts and the
statem=—1. difference dwy— dw for various magnetic fields. For the rf

The discussion above shows that, in principle, the multipower used in this scheme, the one-photon Rabi frequency
frequency evaporation requires a synchronized nontrivial) is of the order of 10 kHz, and the discussion above
sweep of three different frequencies in the 100-MHz rangeshows that our simplified three-frequency knife evaporation
with an accuracy of a few kHisee below. We have rather scheme should work for magnetic fields significantly less
implemented a simplified scheme where the three frequerthan 100 G. This is what we observe: it is impossible to
cies are obtained by mixing a carrier at frequeagywith a  achieve BEC in bias fields of 207 and 110 G, but BEC is
smaller frequencyw,. We then obtain three equally spaced obtained in a trap with a bias field of 56 G by using an
radio-frequency fieldsw;— dwy, oy, and ws+ dwy, Of  appropriate sideband splittingw,; that is kept constant
approximately the same powéas checked with a spectrum while ramping down the carrier frequenay;.
analyzey). Since in generabwg and dwq, are slightly differ- Figure 2 shows the effect of the sideband splittifg; at
ent, the rf frequencies will not exactly match the transitiona bias field value of 56 G. We have plotted the number of
frequencies of Eq(2). Nonetheless, they compensate thecondensed atoms as a function&b,, all other parameters
second-order(quadrati¢ term of the Zeeman shift, and being kept unchanged. This is a good indication of the effi-
should work under certain conditions discussed below. ciency of the evaporation. The curve shows a maximum at

At the position where the three-photon transition is reso-dw= 27X 0.45 MHz. This value verifies Eq4) for a mag-
nant, the carrier frequenay,; will verify netic field of 56.6 G. This magnetic field corresponds to the

TABLE I. Zeeman effect for different magnetic fields, calculated from the Breit-Rabi formula.

B (G) 56 110 207
(wo— dwh)/2m (MHz) 39.058-0.434 76.255-1.621 141.800-5.398
wol27 (MH2) 39.058 76.255 141.800
(wo+ dwo)/2m (MHz) 39.058+0.449 76.2551.732 141.800-6.096
(Swo— dwl)/2m (kHz) 15 111 698

021601-2
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T ] TABLE II. Experimental results: lowest temperature achievable

-
N
|

T T
") _ with and without sideband activated, and highest phase-space den-
g sity achieved for different bias fields. At a bias field of 56 G, our
® o0sl 4 three-frequency scheme yields BEC, while a single frequency
o L * _ scheme fails because of interrupted evaporative cooling.
* 0.4} -
} * By (G) 56 110 207
| |
05’&. 0 ‘ o.iz 0.44 0.46 )€ 050 T1treq (1K) 10 50 100
T3-treq (1K) 0.1 0.5 15
O0ge 12 (MHZ) M\ freq >2.612 0.1 10°

FIG. 2. Bose-Einstein condensation with the three-frequency rf

knife: number of atoms in the condensate versus the sideband fre- | | h L. fth . .
quencydw,. The width of the curve is of the order of the Rabi COP ed cloud. At the beglnnlr.lg of t _e evaporatlon,. !.e.,
frequency of a one-photon rf transition. “high” temperatures, the relative heating stays negligible

[18]. Close to the end, i.e., “low” temperature, when heating

. . should give rise to hampered evaporative cooling, evapora-
position of the f knife at the end of the ramp. We ConC|Udetion is fully efficient and the intermediate levels are com-

that frequgncy matching is mostly i.mportant in the Igst par letely depleted. This could explain the success of BEC ex-
%tﬂa r?glcl)f-freg?hentc% rﬁmp. 'I_'he ;}V'th.OLthe curve '3 a?ou eriments. To verify these assumptions, more theoretical
z(hall wiath at halt maximum which corresponas to- o for instance in the spirit df7], is needed.

pov_\r/e[)lbrﬂadenlr;m?]. . tal data showi itativel In conclusion, we have demonstrated a scheme to circum-
abe 1l reports experimental data showing quantitalively, o i 1he hindrance and interruption of evaporative cooling in
the efficiency of our simplified three-frequency knife

; . : the presence of the nonlinear Zeeman effect. We implement
sqhgme, W't.hOUt which BEC could not be obtained _at .56 Cf'a three-frequency evaporative knife by a modulation of the rf
It is interesting to note that, even when the magnetic field i

too large to allow our simplified three-frequency knife

zfnr:elrgeotr?er_?ghugfcc' ;:Affene;’ﬁ’]tze:f?lgnv\?sreuiﬁ'tgerrgatsﬁn A a bias field of 56 G, where the standard one-frequency rf
Imp¥ q y ' ; vaporation scheme fails. Our observations also support the
significantly lower temperature. It is also remarkable that arbhysical ideas presented in our previous work to explain the

e_fﬂueg: ek\)/appra_tlon ;’ﬁs obtalnedt_ at tali)las T'eld .Of 5|6 Ghindrance and interruption of evaporative cooling in a high
since the beginning of the evaporation takes place in a larg agnetic field, as well as the qualitative discussions of this
magnetic field(of the order of 200 Gwhere the condition paper

(4) does not hold, and the detuning of the intermediate one* The success of this simplified scheme and the comple-

BhOt(X:t;rans:'finﬁ IS mtugh Iargetr_ thgn theh Rab|_ fr.Fque.?c¥nentary observations reported in this paper indicate that a
i ough 1t has not been noticed much, a simiar situ- ., sophisticated multifrequency evaporation scheme

?tlon IS enli:o_lfmtered n tr.gotsg BEClgxperlzmeMSlng f?net- i should work at larger bias field, provided that the resonance
requency knite evaporationin€ noniinéar zeeman etiect at ., o jntermediate steps of the multiphoton transition is

the begir)ning of the evaporation is ofter_1 much Iarggr thalrlachieved within the Rabi frequency of the one-photon tran-
the Rabi frequency, and the evaporation hampering de'itions at the end of the evaporative ramp

scribed in[6] is certainly happening then. The success of®
these experiments as well as of our three-frequency scheme The authors thank S. Rangwala for helpful discussions
shows that whether the evaporation is hindered or not onland M. Lecrivain for the elaboration of the iron-core electro-
matters at the end of the evaporation ramp. To qualitativelynagnet. This work is supported by CNRS, MENRT gRm
understand this observation, we can note that the heatinge de France, DGA, and the European Community. S.M.
induced by the atoms populating the intermediate levelsicknowledges support from the Ministedes Affaires Ean-
should not vary drastically with the temperature of thegeres. Y.L.C. acknowledges support from the DGA.

Sield, yielding two sidebands. This scheme allows us to ob-
tain BEC of 8'Rb atoms in the F=2,m=+2) ground state
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Understanding the production of dual Bose-Einstein condensation with sympathetic cooling
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We show, both experimentally and theoretically, that sympathetic coolifgRi§ atoms in thgF =2mg
=2) state by evaporatively cooled atoms in tife= 1,mz=— 1) state can be precisely controlled so as to
produce a condensate in either or both states. We also study the thermalization rate between two species. Our
model renders a quantitative account of the observed role of the overlap between the two clouds and verifies
that sympathetic cooling becomes inefficient when the masses are very different. Our calculation also yields an
analytical expression of the thermalization rate for a single species.

DOI: 10.1103/PhysReVvA.63.051602 PACS nuntber03.75.Fi, 05.30.Jp, 32.80.Pj, 51.30.

Evaporative cooling has proved to be an efficient routecal trap into the magnetic trap. During the transfer, an optical
toward Bose-Einstein condensatitBEC) [1]. However, not pumping pulse allows us to transfer most of the atomE in
all the species are eligible for evaporation. For instance, the=1 (buffer), while keeping an adjustable fraction =2
elastic cross section may be sm@|3] or may be forbidden (targel. Our iron-core loffe-Pritchard trap operates with a
as for fermions at low temperatufd]. In the case of a rare high bias fieldB, between 50 and 250 G, and the magnetic-
species, one may also want to avoid the large loss of atonfégld curvatureC along the dipole direction is linked B,
inherent to evaporative cooling. Sympathetic cooling is po{the ratioBy/C is fixed by construction to 1 cfj. After
tentially a very good solution in those cases, and may also badiabatic compression, the magnetic-field gradient in the
used to enhance “standard” cooling technjé&s. It consists ~ strong (quadrupolg directions is G=1 kG/cm. To cool
in putting the target sample we want to cool in thermal con-downF =1, we use standard rf forced evaporation. We char-
tact with a buffer gas that can be cooled to the desired temacterize both species simultaneously by absorption imaging
perature. This cooling can be done either by conventionagfter turning off the magnetic trap. During this release, the
cryogenicy 6,7], or by evaporative cooling as demonstratedatoms experience a magnetic kick due to a Stern-Gerlach
by Myatt et al. [8]. These authors have produced dual BECeffect that allows us to spatially separate atomg inl and
by sympathetic cooling of a gas &fRb atoms in thdF  atoms inF=2. We probe on thé&==2—F'=3 transition
=2mg=2) state(target gas, note@ =2 hereafter by the  after repumping the atoms frof=1 to F=2. With usual
use of an evaporatively cooled gas HRb atoms in the¢F analysis, we derive the temperature of the two clouds from
=1,me=—1) state(buffer gas noted =1). In their experi- the image.
ment, the number of target atoms, although almost constant In a first experiment, we have studied sympathetic cooling
during the initial phase of the cooling, decreases significantlyat a bias of 56 G, with initially 19 atoms inF=1 at a
near the condensation. In this paper, we investigate a situ#emperature of 300uK, and various initial numbers of at-
tion similar to the one of Myatet al, but thanks to a high oms inF=2. We observe no loss of target atoms during the
bias field, the number of atoms in the target gas remainwhole cooling procesgLO]. Indeed, the atoms iR=2 see a
constant in the last cooling stage, all the way down to BECtrapping potential twice as steep as for1, and as if8],
This allows us to quantitatively study how the production ofvery few target atoms are evaporated at the beginning of the
dual BEC relies on a precise control of the initial conditions.evaporation sequence. Moreover, at our high bias field, the
We also study the effect of the interspecies thermalizatiomonlinear Zeeman effect prevents rf coupling of tfe
rate on sympathetic cooling efficiency, by changing the over=2,mg=2) trapping state to any nontrapping state at the end
lap between the buffer and the target gas. Our experimentalf the evaporatiorf9,11]. When starting with a very small
observations agree with the results of a calculation of thd<3x10*) number of atoms ifFF=2, we get aF=1 con-
thermal contact between the atomic species. This calculatiodensate with typically 10atoms. If we continue the evapo-
not only shows the crucial role of the overlap, but also whyration, another condensate appear§&n2 at a lower tem-
sympathetic cooling is very efficient for equal masses of theperature. For % 10* atoms inF=2, both gases condense
target and buffer gases. In addition, it allows us to recover irsimultaneously at a temperature of 200 nK, as shown Fig.
an analytic way a result previously found numerically for thel1(a). If we start with a larger number of target atortimit
thermalization rate of a single species. smaller than & 10%), a condensate appears firstAr=2 at
Our experimental apparatus has been described in a pr&=>200 nK, and then ifF=1 at T<200 nK. For a yet
vious publication[9]. After a laser cooling sequence, we larger number of target atoms, we can obtain a condensate in
transfer the®’Rb atoms from a dark spontaneous-force opti-F=2 and no condensate = 1. If the number of atoms in
F=2 is more than X 10°, BEC is observed in neither hy-
perfine state.
*Electronic address: guillaume.delannoy@iota.u-psud.fr, http:/ These experimental observations can be explained with a
atomoptic.iota.u-psud.fr simple model based on an energy budget. We assume that
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FIG. 1. Sympathetic cooling of’Rb atoms in|F=2m-=2) A y — — — 5
(upper imagesby evaporatively cooled atoms |F=1mg=—1) 1 10 100 10 10 10
(lower imageg effect of the thermal contact(a) Small sag Remaining atoms in the buffer gas N,/N;

(7 wm) between the two clouds: sympathetic cooling yields BEC
for both species(b) Larger sag (26um): below 400 nK(third
snapshot the temperature of the target does not decrease anymo
while completely evaporating the buffer.

FIG. 2. Phase-space densities of the bumlid line) and the
jarget gagdashegias a function of the evaporation progress, char-
acterized by the ratitl; /NT" of remaining buffer atoms. This plot
corresponds to the caser3 1>(w;/w,)3. The horizontal line is

. . . the critical value 2.612 above which BEC occurs. Here, the target
both species are always thermalizéske last part of thiS 5. then the buffer will condense.

papej, and that the numbeX, of target atoms is constant.
The total energy of the\, buffer andN, target atoms in - a¢ the very end of the evaporation; this is becabiseis
harmonic traps is thereforB=3(N;+N;)kgT. The buffer  constant and the temperature always decreases. We also ob-
gas is evaporatively cooled with an energy cutgkis T. We  gerve that the buffer-gas phase-space der®ityfirst in-
denotedN; the elementarynegative variation of the num- crease$14] to a maximumD "™ that we write

ber of buffer atoms. The correspondirigegative energy

variation iISdE=dN;(#+ «)kgT, wherex €[0,1] is a func-

tion of 7 [1,12]. After rethermalization at a lower tempera- DTaX:D?a"(
ture T+dT, the total energy becomds+dE=3(N;+dN;
+N,)kg(T+dT). Keeping only the first order, we have
dT/T=adN;/(N;+N,) with a=(n+«)/3—1. Assuming
that » is constant, we get

&)3(3a1)(3a1) (3)

(Sa)Sa

w2

and then decreases to zero. At the intersection of the two
curves, the phase-space densifizsand D, have the same

value
wo 3
w3

We note that a modification of the various parameters only
changes the relative position of the two curves, in particular
the ordering ofD(=), D' andDJ®. This is what deter-
nes the outcome of sympathetic cooling.

—3a

[e3

with T™n=T™

4

. N, | =)_ yma
T—min _2> Y D) =D] *{1+

N

Ny
—+
N, 1

In this formula, T and N{" are the initial valuesN, is
constant and has been neglected with respedtitoin the ;
expression off ™" (as the temperature has to be reduced by™ o e )
several orders of magnitude, the initial fraction of atoms in ¢ spemflcall%ajocu.s on the situation whete o

the target gas must be very smalThe temperaturg™n js  reéached beforeD ™ [this happens if &—1>(w1/wp)"],
reached when all the buffer atoms have been evaporatédhich corresponds to the case of Fig. 2 and to our experi-
(N;=0). To understand the different regimes experimentalI)mem”ial parameters. The target gas can condense only if
observed, we first study the evolution of the phase-spac@za >2.612, and in the same way, the buffer gas can con-
densitiesDr = 2.1MNg (% wg /kgT)® [13] (F=1 for the buffer ~ dense only ifD T'¥>2.612. If these two conditions are satis-
and F=2 for the target gags in harmonic traps of mean fied, the buffer condenses firstfif(=)>2.612, otherwise the
frequencieswr , during the evaporation. Equati¢h) allows  target condenses first. These three conditions can be written
us to expres®,; andD, as functions oN;. Figure 2 repre- as conditions on the numbeét, of target atoms. This leads
sents the evolution of; and D, during the evaporation U to define three critical numbeg, N3, andN$ of target
(while N; is decreasing We observe that the phase-spaceatoms, for whichD (=), DT andDJ** are, respectively,
density of the target ga®, always increases to reach its equal to 2.612. Although each of these numbers depends on

maximum value all initial conditions, the ratiosN3/NS and N5/NS are inde-
pendent of the initial valueN™ andT™ becauseD "D J'
217 | hay | and D 5)/D 7 do not depend on the initial conditiofisee
D= (3a_1)< in ﬁ) (2)  Egs.(3) and(4)] and becaus® §@=NS 3% [see Eq.(2)].
N3 kgT These ratios are represented in a diagram of the energy cutoff
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N5/N5 NEINS N5INS buffer atom during the collision isM/2)vg- (v—V’). At low
n ‘ ' ‘ ' temperature we only considsiwave scattering and the term
9 vg- V' averages out to zero. After integration over positions
and velocities, we geW=kg(T,—T,)I', whereT is the
o ] number of interspecies collisions per unit of time, found
TARGET equal to
7 BEC MO N, N A2
6 | 0n1y BEC | F=—2 Lz UlZVeX% __2 . (5)
T PxPyPz 2p
5 In Eq. (5), o1, is the interspecies elastic cross sectitaken
independent of the temperatyreV=kg(T{+T5)/M
4y is the rms sum of thermal velocities, ang,

‘ . ‘ . =(kg/M)(T1/w%,+ T,/ w5,) is the rms sum of the vertical
0 0.2 04 0.6 0.8 1 NyINS sizes of the clpud(;vvith similar exprgssions fop, andpy).
The exponential term in Eq5) describes the overlap of the
FIG. 3. Outcome of sympathetic cooling as a function of thetwo clouds. Thus the energy exchange rétevill become
number of target atom, /N5 . The evaporation parameteris the  vanishingly small ifp, becomes smaller than the gravita-
ratio of the energy cutoff to the thermal enerigyT. Trap param- tional sagA. We can now analyze the role of the thermal
eters are fixed taw, /w,= J2. The lines represent the critical num- contact in the experiments. At a bias field of 207(<agA
ber ratios N3/NS, N5/NS, and NS/NS. They separate regions =26 wm), and high temperatur@bove 400 nk the effect
where either dual, single, or no BEC can be formed. Black dOtQ)f the sag is neg||g|b|e and the clouds are thermalized. Dur-
indicate the critical number found in our experiment. ing the cooling, the sizes of the clouds and thereforele-
crease. At the temperature of=T,=400 nK, where we

7 versus the number of target atoNs /N5 in Fig. 3. We  observed that sympathetic cooling stops, we haxe

can identify four regions on this diagra5], corresponding =12 wm and the exponential term in EG) takes the value

to the different regimes of sympathetic cooling. From the0.1, so that the energy exchange rate is reduced by an order
experiment, we measuf3=3x 10", Nb=8x10%, andNS  Of magnitude. In contrast, at a bias field of 56 G, whare
=2x 10, which is in good agreement with the calculated =7 ~M, the parametep, at the temperature of condensa-
values for a typical value of the evaporation parameger 10N 300 nK (o,=8 nm) is still bigger tham, the collision
~6.5 (see Fig. 3 rateI" is only reduced by 30% because of the overlap, and

In a second experiment, we have studied the role ofympathetic cooling works until reaching BEC.
thermalization in sympathetic cooling by changing the Starting from the interspecies energy exchange Vife
bias field from 56 G to 207 G. In this range of bias field @1d using the total energy conservation, we can derive evo-
we can condensé=1 when no target gas is present. Iqtlon equations for the temperaturés gr)d']’z of each spe-
This reduces the vertical oscillation frequencies-, Ci€S taken separately at thermal equmlbrlum. .Denomﬂj.
={(— 1) Mg ug(G¥By— C)/2M}*2 whereM is the mass of =T1—T_2 a_nd T=(T1+'_I'2)/2, we obtain an interspecies
the atom angkg the Bohr magneton, and therefore increasedhermalization rate, which, for equal trapping frequencies
the relative gravitational safy= g/ w?,— g/w2, between the (@1~ ®2=w), takes the simple form
two clouds[8]. Figure Ib) represents successive absorption 3
images while decreasing the final frequency of the evapora- E: _ i daT _ (N1+N3) 0 oM
tion ramp, at a bias field of 207 Q\(=26 wm). We initially T AT dt 3kgT 272
observe sympathetic cooling of the target gas until a tem-
perature of about 400 nK is reached. Then sympathetic coolFhis result is remarkable, by analogy with the individual
ing stops. This is in contrast with the first experiment at athermalization rate of a single species’=y/3 [17], where
bias field of 56 G, where the relative sag is smalldr ( y=Nw30cM/27%kgT is the average elastic collision rate in a
=7 um), and sympathetic cooling works all the way down harmonic trap. For®’Rb, the three elastic cross sections
to the BEC of the two specidsee Fig. 13)]. o1, o, andoy, are nearly equall18], and we haver !

To render a quantitative account of these observations, we: 7, *+ 7, !, wherer; * and, ! are the thermalization rates
study how the thermal contact between the two cloudsf each species considered separately. This means that ther-
evolves during the cooling. For that, we calculate the energynalization between the two species happens faster than ther-
exchange rat&V via interspecies elastic collisions. We as- malization of each species. So, if the evaporation ramp is
sume Maxwell-Boltzman distribution at temperatufigsfor  adapted to cooling of the buffer alone, interspecies thermal-
the buffer andr, for the target gaéwe neglect the cutoff due ization will be efficient.
to possible evaporation and quantum effddi]). Introduc- If the masses are different, Eq46) remains valid at
ing the notationy for the center-of-mass velocityandv’ lower order in AT/T, if we replace M by M
for the relative velocities, respectively, before and after the=[8(M;M,)2]/[(M;+M,)®], which is symmetric in the
collision, the energy received in the laboratory frame by amassesvl; of the buffer and\M, of the target. The effective
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massM is maximum forM ;=M as in our experiment, and rate, and sympathetic cooling is very effici¢at19]. In con-

decreases for uneven massé®r significant different trast, we predict a strongly diminished interspecies rether-
masses M is much smaller than the smallest mads is  malization rate for very different masses of the buffer and
interesting to note that if Eq6) is applied to any arbitrary target. Our approach allows one to derive an analytical ex-
partition in a single species, wheMy;, andN,=N—N; at-  pression of the intraspecies thermalization rate in surpris-
oms are taken at different temperatures, then the thermalizéngly good agreement with previous numerical calculation.
tion rate between the two subsamples is exactly equald3p  Although our modeling is very simple and does not take into
in agreement with the numerical simulations[®7]. To our  account quantum statistics effects near condensti6f it

knowledge, such an analytical result has not been publishegs a useful tool that can easily be generalized to plan or

To conclude, we have first presented a simple analysignalyze experiments using sympathetic cooling.
allowing one to quantitatively predict the outcome of sym-

pathetic cooling, in the case of no losses in the target. We

have then obtained an expression of the thermalization rate The authors thank M. laivain for his contribution to the
between the buffer and the target that quantitatively deexperimental setup. This work is supported by CNRS,
scribes the effect of the overlap between the two cloudsMENRT, Region lle de France, DGA, and the European
Moreover, when the overlap is good, the interspecies ther€ommunity. S.G.M. acknowledges support from Ministe
malization rate is the same of the intraspecies thermalizatiodes Affaires Erangees.
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We report on measurements of the critical temperature of a harmonically trapped, weakly interacting
Bose gas as a function of atom number. Our results exclude ideal-gas behavior by more than two
standard deviations, and agree quantitatively with mean-field theory. At our level of sensitivity, we find
no additional shift due to critical fluctuations. In the course of this measurement, the onset of
hydrodynamic expansion in the thermal component has been observed. Our thermometry method

takes this feature into account.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.92.030405

Degenerate atomic Bose gases provide an ideal testing
ground for the theory of quantum fluids. First, their
diluteness makes possible first-principles theoretical ap-
proaches [1]. Second, thanks to the powerful experimen-
tal techniques of atomic physics, static and dynamic
properties can be studied quantitatively through a wide
range of temperature and densities. Furthermore, the
inhomogeneity induced by the external trapping potential
leads to entirely new behavior, when compared to bulk
quantum fluids.

Atomic interactions have previously been found to
affect deeply the dynamical behavior of trapped Bose
gases at finite temperatures [2,3]. By contrast, the influ-
ence of interactions on thermodynamics is less pro-
nounced [4], and has been less studied experimentally.
Pioneering work on thermodynamics [5] concentrated
essentially on the ground state occupation, and the role
of interactions was somewhat hidden by finite-size effects
[1]. Though several such measurements have been re-
ported [3,6], to our knowledge a decisive test of the role
of interactions is still lacking.

In this Letter, we focus on the critical temperature T, of
a harmonically trapped 3’Rb Bose gas to demonstrate the
influence of interactions on the thermodynamics. We
study the behavior of T, as a function of the number of
atoms at the transition, for a fixed trapping geometry.
We find a deviation from ideal-gas behavior, towards
lower critical temperatures, whose significance will be
discussed below. In the course of this study, we have
observed that collisions induce an anisotropy in the free
expansion of the cloud even far from the hydrodynamic
regime [7,8]. We correct for this effect in our temperature
measurement.

For an ideal Bose gas in a harmonic trap, the critical
temperature is [1]

kBTédea] ~ ﬁw[ N j|1/3_ 5(2)

— Z—— jw, +2w,). (1)
{03 6/3) < H

The first term on the right-hand side is the transition
temperature 7 in the thermodynamic limit, and the

030405-1 0031-9007/04/92(3)/030405(4)$22.50

PACS numbers: 03.75.Hh, 03.75.Kk

second represents finite-size corrections. Here N is the
total atom number, w, and w, are the trapping frequen-
cies, w = wi/ 3 a);/ 3 is their geometrical average, and { is
the Riemann zeta function.

As stated earlier, the main goal of this paper is to probe
the role of two-body repulsive interactions on 7.
Corrections to the ideal-gas formula depend on the ra-
tio between the s-wave scattering length a and Ay =
(27h?/MkgT?)'/2, the de Broglie wavelength at the tran-
sition. In a trapped gas, the dominant effect of interac-
tions can be understood using a simple mean-field picture
[4]: Interactions lower the density in the center of the trap
n(0), and accordingly decrease the temperature that meets
Einstein’s criterion n(0)Aj = {(3/2). The magnitude of
this reduction has been calculated to leading order [4],

__ 7rideal
TeZ T _ %~ —1362N15, ()
Tg )\0 g
where a; = 3.426 [4,9], and & = //i/M® is the mean
ground state width. In this work, the finite-size correction
in Eq. (1) changes T? by at most 2%, whereas the inter-
active shift (2) can be as high as 10%. The measurements
presented below are in quantitative agreement with the

prediction of Eq. (2).

As discussed in [9-14], critical fluctuations that de-
velop in the system near T, are expected to favor the
formation of the condensate and thus to increase 7. In
the case of a uniform Bose gas [12—14], this is the leading
effect, because the critical temperature is not affected at
the mean-field level. The correction 87, /T? = +cya/ Ay,
with ¢; = 1.3 [14], can be traced back to density fluc-
tuations with a wavelength much larger than the corre-
lation radius r, ~ )\(2)/ a [13]. This upwards trend, which
has been observed experimentally in a dilute sample of
“He adsorbed in a porous glass [15], is quite sensitive to
the presence of an external potential [9,11]. In the trapped
case of interest here, the contribution of long wavelength
excitations to the shift in 7, scales as a higher power
of a/A,, making it negligible when compared to the
“compressional” shift given by Eq. (2). The quantitative

© 2004 The American Physical Society 030405-1
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agreement we find with the mean-field result can be
considered evidence of this effect, and highlights the
important role played by the trapping potential.

Our experimental setup to reach Bose-Einstein con-
densation in the |F = 1;mg = —1) hyperfine ground
state of 3Rb is similar to that used in [16]. The trap-
ping frequencies are w, /27 = 413(5) Hz and w, /27 =
8.69(2) Hz in the present work. To reduce nonequilibrium
shape oscillations that occur in such anisotropic traps
upon condensation [8,16], the last part of the evaporation
ramp is considerably slowed down (to a ramp speed of
200 kHz/s) and followed by a 1 s hold time in the pres-
ence of a radiofrequency shield. We ensure good repro-
ducibility of the evaporation ramp in the following way.
We monitor regularly (typically every four cycles) the
radiofrequency v that empties the trap. This allows us to
detect slow drifts of the trap bottom, and to adjust in real
time the final evaporation radiofrequency v to follow
them. In this way, the “trap depth” v, — vy, is kept con-
stant within =2 kHz. Since we measure 7 = h(v, — vy)/
kgT = 11 in this final evaporation stage, we estimate the
temperature stability to be =10 nK.

We infer the properties of the clouds by absorption
imaging. After rapid switchoff of the trap (1/e cutoff
time of about 50 us), a 22.3 ms free expansion, and a
repumping pulse, we probe the ultracold cloud on reso-
nance with the |F = 2) — |F' = 3) transition [17]. The
images are analyzed using a standard procedure, de-
scribed, for instance, in [18]. For an ideal thermal cloud
above the transition point, the evolution of the density in
time of flight is related to the initial density profile by
simple scaling relations, so that the column density (in-
tegrated along the probe line of sight, almost perpendicu-
lar to the long axis of the trap) is

_ _ x? z?

R e T ey e
where g,(u) = Y~ u//j?, and x and z are the coordinates
along the tight and shallow trapping axes, respectively.
For mixed clouds containing a normal and a (small)
Thomas-Fermi (TF) condensate [1], we describe the bi-
modal distribution by an inverted parabola on top of an
ideal, quantum-saturated thermal distribution [Eq. (3)
with u = 0]. The condensed number N, is then deduced
from the TF fit, and the total atom number N from
integration over the entire image. We estimate that con-
densed fractions as low as 1% can be reliably detected by
the fitting routine. Absolute accuracy on atom number
relies on the precise knowledge of the absorption cross
section of the probe laser, which depends on its polariza-
tion and the local magnetic field. This cross section is
calibrated by fitting the radial sizes of condensates with
no discernible thermal fraction to the TF law R, « Né/ >
[1,7,18,19]. We find a reduction of 4.00(14) compared to
the reference value oy = 3/\%/ 29 [17].

We will now discuss the more complex issue of ther-
mometry in some detail. The temperature is usually in-
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ferred from the sizes of the thermal cloud after a time of
flight ¢, assuming a purely ballistic expansion with iso-
tropic mean velocity, vy = +/kgT/M, as appropriate for an
ideal gas. We show in Fig. 1 that the observed aspect ratio
of noncondensed clouds, in a wide range of temperatures
and atom numbers (corresponding to 1 < T/T, < 1.8), is
actually larger than the value (0.773) expected for an
ideal gas and w,t = 1.23 that corresponds to our parame-
ters (dotted line in Fig. 1), in contradiction with the
assumption of an isotropic velocity distribution.

In a very elongated trap, this could be explained by two
distinct collisional effects. First, the initial mean-field
energy of the nondegenerate cloud converts almost com-
pletely into radial kinetic energy during time of fight
[20], as for an elongated condensate [7,19]. The magni-
tude of this effect is controlled by the ratio y of the mean-
field energy to the temperature. In our case, the parameter
x does not exceed 0.02, too low to explain the observed
anisotropy (dashed line in Fig. 1, calculated along the
lines of [20]).

Second, as studied theoretically in [7,21,22] and ob-
served in Bose [8] and Fermi gases [23], anisotropic
expansion occurs for a cloud in the hydrodynamic re-
gime, i.e., when the mean-free path at equilibrium is
smaller than the dimensions of the sample. In our very
elongated cloud, the mean-free path is typically smaller
than the axial length, but much larger than the radial size.
Hydrodynamic axial motion of the thermal particles
results in energy transfer from the axial to the radial
degrees of freedom. For weak deviations from ballistic
expansion, this collisional dynamic creates a velocity
imbalance proportional to ., the equilibrium collision
rate, in agreement with the trend observed in Fig. 1.

In [22], a set of scaling equations was derived to
investigate how collisions affect the expansion of a non-
condensed cloud. Numerical solution of these equations,
which also include the weak mean-field effect, agrees
well with our data (solid line in Fig. 1). The calculation

0.82F
£ 080
o
g
o 0.78
[7)
<
076 C1 1 1
0.0 0.1 0.2
'Ycoll/ [OT%

FIG. 1. Onset of hydrodynamic expansion for trapped clouds
above threshold. Measured aspect ratios after expansion (filled
circles, with statistical error bars) are plotted versus the colli-
sion rate vy, and compared against several hypotheses: a
ballistic expansion (dotted line); a mean field dominated ex-
pansion (dashed line); and a collisional expansion for a non-
condensed Bose gas (solid line).
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makes use of the results of [24] for the collision rate of a
noncondensed, almost ideal Bose gas, in general larger
(by as much as 70% close to T,) than the classical colli-
sion rate with the same N and T [25]. In view of the
satisfactory agreement of our data with the scaling theory,
we conclude that the observed anisotropy is a signature of
the onset of hydrodynamic expansion.

In the regime vy, = o |, where the anisotropy is weak
and increases linearly with 7y, kinetic energy conser-
vation suggests that mean square expansion velocities
take the form (v2)/v3 = 1 + By.u/2w ], and (v2)/v3 =
1 = BYcon/ w1, where B depends in general on w |, w,, t
(fixed for the measurement presented here). These simple
forms are confirmed by the numerical calculation de-
scribed above. Provided the expansion velocities along
both axes are measured, they allow to infer the initial
temperature T\, independently of the coefficient 8 [26].
Were this correction not applied, a systematic 10%—15%
discrepancy between the axial and radial temperature
would remain. We estimate the remaining systematic un-
certainties on T as =5% [27].

Having identified an appropriate thermometric tech-
nique, we turn to the measurement of the critical tem-
perature as a function of atom number. Data were taken
in a narrow range around 7. From the two-component
fit, we extract the number of condensed atoms, the tem-
perature, and the total atom number as a function of
the trap depth, as shown in Figs. 2(a)—2(c), respectively.
The trap depth at which the transition point is reached,
(v, — Vo)., 18 taken to be the point at which a linear fit to
the condensed number data crosses zero (a linear ap-
proach towards 7, is consistent with the simulations
reported in [28]). The temperature and total number are
also fitted assuming a linear dependency on v, and from
the value (v, — vy), we extract the critical atom number
N, and critical temperature T..

In Fig. 3, we plot T, as a function of N., measured in
ten independent data sets. The ideal-gas value 7ideal

oof 18, 9. . g--@n-

No (10*
[ ]

550

_________ o=
500f O..-A-.-""""'_'@.__*_ | Te

450 . . . . (b)

1.8 -
B

108 112 116 120
Trap depth V-V (kHz)

T (nK)

N (10°)

FIG. 2. Procedure to locate the transition point. We plot the
condensed number (a), temperature (b), and total atom number
(c) as a function of the trap depth, fixed by the final rf
frequency v, and the trap bottom »,. The transition point
(hollow circle, with statistical error bars) is found from a
piecewise linear fit [dotted curve in (a)], and reported in (b)
and (c) to find 7, and N,.
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(dashed line) lies two standard deviations above our
data. Including the mean-field correction (2) yields a
much better agreement (solid line), which we quantify
by assuming that the interactive shift in 7, can be written
as 86T, /T? = aN'/°, with a free coefficient a. A fit to the
data yields @ = —0.009(1)*3:007, whereas Eq. (2) predicts
a = —0.007 for a scattering length ¢ = 5.31 nm [29] and
o = 1.00 um. The first uncertainty is statistical, while
the upper and lower bounds reflect calibration and analy-
sis uncertainties. The shaded area in Fig. 3 delineates the
resulting 1o confidence interval compatible with the ex-
perimental results.

The data shown in Fig. 3 reasonably exclude any addi-
tional shift of the same order of magnitude as the com-
pressional effect given by Eq. (2). In particular, if the
(positive) critical shift in 7 predicted in the uniform case
[12] were directly scalable to the trapped one, one would
expect an overall @ = —0.004, a value not consistent with
our findings within the estimated accuracy. This observa-
tion is in line with recent theoretical studies [9,11], which
point out that, instead of being delocalized over the
entire system as in the homogeneous case, critical fluctua-
tions in the trapped gas are confined to a small region
around the trap center. This reduces corrections to the
equation of state by a factor ~(a/Ay)? < 1, correspond-
ing to the ratio of the volume of the fluctuation region to
the volume of the thermal cloud. Corrections to the criti-
cal temperature are thus fixed by the equation of state of
the whole interacting cloud, and deviations from mean-
field behavior enter only to second order in a/ A [30]. For
our experimental parameters, we calculate from [9] an
upwards correction to 7, smaller than 1%, below the
sensitivity of the measurement.

In summary, we have measured the critical tempera-
ture of a trapped, weakly interacting 8’Rb Bose-Einstein
gas. Our results exclude ideal-gas behavior by two stan-
dard deviations, and we find satisfactory agreement with

600

500

IS
o
o

w
o
o

Critical temperature (nK)

0.5 1.0 1.5 2.0 2.5
Critical atom number (1 06)

FIG. 3. Critical temperature as a function of atom number at
the transition. The experimental points (circles) are lower than
the ideal gas law Eq. (1) (dashed) by two standard deviations.
The shaded area is the range of acceptable fits taking statistical
and systematic errors into account. Our results are consistent
with the shift due to the compressional effect given by Eq. (2),
indicated by the solid line. The filled circle represents the data
of Fig. 2.
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mean-field theory. We find no evidence for critical behav-
ior close to T, within our experimental sensitivity, in line
with recent theoretical estimates for the trapped case. We
have also observed hydrodynamic behavior in the expan-
sion of the thermal cloud, and shown how to correct for it
in the thermometry procedure. We note to conclude that
measuring corrections to 7, beyond the mean field for our
typical experimental parameters would require thermom-
etry with an accuracy of 1% or better. A more direct route
to investigate such effects might be to measure the critical
density near the center of the trap, directly sensitive to
the presence of critical fluctuations. Alternatively, these
many-body effects could be enhanced in the vicinity of a
Feshbach resonance.
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Bose-Einstein condensed gas
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We have investigated experimentally the finite-temperature properties of a Bose-Einstein condensed cloud of
87Rb atoms in a harmonic trap. Focusing primarily on condensed fraction and expansion energy, we measure
unambiguous deviations from ideal-gas thermodynamics and obtain good agreement with a Hartree-Fock
description of the mixed cloud. Our results offer clear evidence of the mutual interaction between the con-
densed and thermal components. To probe the low-temperature region unaccessible to the usual time-of-flight
technique, we use coherent Bragg scattering as a filtering technique for the condensate. This allows us to
separate spatially the condensed and normal components in time of flight and to measure reliably temperatures
as low as O.Ig and thermal fractions as low as 10%. Finally, we observe evidence for the limitations of the
usual image analysis procedure, pointing out to the need for a more elaborate model of the expansion of the

mixed cloud.
DOI: 10.1103/PhysRevA.70.013607 PACS numbgs): 03.75.Hh
I. INTRODUCTION trapped®Rb Bose gas below,, where both a condensed

Trapped, dilute atomic gases offer an opportunity to study?Nd @ thermal component are present. We focus on two quan-
the interplay between quantum-statistical phenomena and ifiiii€s, the condensed fraction and the expansiametic plus
teractions in Bose systeni]. A third ingredient, the exter- Mean-field energy in the radial direction. We find that the
nal trapping potential, also plays a key role in understandingondensed fractiomo/N is S|gn|f|cantl30/ 3reduced C‘,’Y'th re-
the properties of these gasgd. At finite temperatures, it SPeCt o the ideal-gas laMy/N=1-(T/T;)*, whereT;is the
leads to spatially distinct condensed and thermal phases,ig@eal-gas condensation temperature in the thermodynamic
new behavior when compared to bulk quantum fluids, inlimit, and that the expansion energy is increased, even for the
which both components overlap everywhere. This spatiathermal atoms.
separation allows in particular a clear identification of the Our measurements thus clearly exclude ideal-gas behav-
condensed fraction through absorption imaging, in stark conior, and to assess the importance of interactions, we compare
trast with superfluidHe, where condensed fraction measure-them with two mean-field theories of the interacting cloud
ments are only indiredt3]. that assume a condensate in the TF regime. The simplest one

Much work has been devoted to the properties of conis the so-called “semi-ideal” modgl0,11, which considers
densed gases at very low temperatum@sich smaller than the thermal cloud as a quantum-saturated gas evolving in the
the critical temperatur&;), where the noncondensed fraction combined trapping plus condensate-mean-field potential. Al-
is negligible. Then, in the so-called Thomas-Fe(if¥) re-  though the general trend of our observations is well repro-
gime [2], the static and dynamic behavior of the condensatgyced by this model, finer details are not. To take interac-
is essentially determined by the interplay between the trapons within the thermal cloud and between the thermal cloud
ping potential and the atomic interactions. At higher tem-3nd the condensate into account, we use a self-consistent
peratures, less than but comparablélipa significant ther- Hartree-Fock(HF) description of the mixed clouftL2—18,
mal component is also present, typically much more dilutgyhich yields good agreement with the data. We are able to
than the condensate. In this situation, the kinetic energy pe&fonfirm experimentally its validity over a wide range of tem-
thermal atom is larger than the mean-field energy, and devigseratures and atom numbers, and to show that despite the
tions from ideal gas behavior are smgdi-9]. Although sev-  gjjuteness of the thermal cloud, its mean-field energy affects
eral key thermodynamical properties, such as condenseghth the condensed and noncondensed atoms. Such system-
fraction and average energy, are readily measurable expetitic measurements of the mutual interplay between the con-
mentally, a detailed comparison of experiments with finite-qensed and noncondensed components have not been re-
temperature theories of the interacting cloud is to our knowlported before, although evidence for repulsion of the thermal
edge still lacking. _ _ - atoms by the condensate has been providgd ®h through

The goal of this paper is to contribute to fill this gap by 3 careful study of the interface region between the two com-
investigating experimentally the thermodynamics of apgpents.

Our measurements rely on the standard time-of-flight
technique to observe the mixed cloud. A limitation arises at
*Present address: Institut fir Physik, Johannes Gutenberdew temperatures, where the condensate appears broader than
Universitat, 55128 Mainz, Germany. Electronic address:the thermal cloud in time of flight. This limits our measure-
gerbier@uni-mainz.de ments with this technique tﬂi/T8>O.3 (condensed fraction
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<80%). To overcome this limitation, we use coherent Braggfrequency(rf) evaporation ramp considerably slowed down
scattering to spatially separate the coherent and incohere(to a ramp speed of 200 kHz/and followed by a 1-s hold
components of the cloud in time of flight. We apply it for time in the presence of an rf shield. This is done in order to
low-temperature thermometry and measure in this way conallow the system to cross slowly the quantum degeneracy
densed fraction larger than 90% and temperatures below 1gbreshold and to relax towards equilibrium. In particular,
nK (T/TS::O.Z). nongthbnum shape oscnlz_atlons that occur in such aniso-

The paper is organized as follows. Section Il first de-{ropic traps upon condensati¢3,24 are strongly reduced.
scribes the experimental apparatus used for condensate pri? €nsure the reproducibility of the temperature in the ex-
duction. Then, after reviewing the widely used procedure o €iment, the radio frequenay that empties the trap is mea-
time-of-flight imaging, we introduce the improved method sured every five .experlr_nental qycles, and the rf sh!eld fre-
based on Bragg diffraction to filter the condensate out ofhueeggi/t’g;nlsofr?ﬁedjzifdlr:ntr:ga\llvgr;ihtg Igg?)\l\é;l)m,_dsfi of

. ; ) g 0
D ey esuls of e paper e presente Fonvold withn <2k, Since e measiers 1 o1
: ‘ Co . = 11 in this final evaporation stage, we estimate the tempera-
temperature dependence of the condensed fraction. In S re reproducibility to be +10nK
VL ) : y to be +10nK.

IV, the Bragg filtering scheme is applied to a measurement o
the expansion energy of the thermal component. Both mea- B. Time-of-flight imaging
surements clearly confirm the HF predictions in the whole |nformation about the atomic cloud is obtained through
temperature range. Further evidence for mutual interaction igme-of-flight absorption imagingsee[25] for a detailed ac-
provided in Sec. V, where we analyze the behavior of the:ount of imaging techniques an@6] for details of the
mixed cloud in time of flight and measure a compression Oﬁmplementation in our experimentThis widely employed
the condensate axial length by the thermal cloud. For commethod will be referred to as the “standard method” in the
pleteness, we review br|efl_y in the Appendix | the three We”-fO”OWing_ Here, two important quantities are measured
understood models to which we compare the data: namelyyrough a fit to absorption images: the condensed fraction
the ideal-gas model, the semi-ideal model, and the selfynq the temperature. To find the condensed fraction, we use

consistent HF model. the fitting method described if25], which assumes that the
atomic density can be described by a parabolic TF profile
Il. EXPERIMENTAL METHODS describing the condensate plus an ideal Bose-Einstein distri-

bution with zero chemical potential describing the thermal

This section reviews the experimental techniques used igloud. The condensed numbidy is taken to be the number
this work. After a brief description of our experimental ap- of atoms integrated under the parabolic profile, while the
paratus(Sec. Il A), we discuss in Sec. Il B condensed frac- total atom numbeN is found by integration over the entire
tion and temperature measurements via time-of-flight abprofile.
sorption imaging and point out the limitations of this  The temperature is measured through an independent fit to
technique for high condensed fractions. In Sec. Il C, wea thermal Bose-Einstein distribution, restricted to the wings
show how they can be overcome using coherent Bragg scadf the thermal distribution only, in order to minimize the
tering [20,21. effect of interactiongsee[4,5] and Sec. 1V. One typically
assumes that the high-energy atoms selected by this proce-
dure behave as if the gas were ideal and extracts effective
temperatured, and T, from the cloud sizes—for instance,

Our experimental setup employs the standard combinatiogBTX:Mwinh/[l +(w, 1)?], with Ry, the radial size. We ob-
of laser and evaporative cooling to reach Bose-Einstein conserve a systematic variation of the temperaffyeneasured
densation in a sample 6fRb atoms, spin polarized in the along the long axis with the size of the exclusion region. This
[F=1;me=-1) hyperfine ground state. A Zeeman-slowed gffect was more pronounced with increasing condensed frac-
atomic beam loads a magneto-optical trap in 4 s. After spatiagon and disappeared abowe. On the contrary, the radial
compression(125 mg and cooling in optical molasse$  temperatureT, was barely affected by the actual size of the
ms), the laser-cooled sample is repumped in [fie1) hy-  exclusion region, provided it was chosen larger than the con-
perfine manifold and loaded into an loffe-Pritchard-typedensate radius and sufficiently small to conserve a reasonable
magnetic trap. The trap, an iron-core electromagnet, is a sp&jgnal-to-noise ratiq5% or less variation For this reason,
cific feature of our experimeri22]. The guiding of magnetic e infer the initial temperature from the radial vaftigonly
flux lines along the ferromagnetic body of the magnet pro{2g. This thermometry procedure assumes a nearly ballistic
duces strongwhen compared to macroscopic, coil-based deexpansion. Collisional effects in time of flight may invalidate
viceg radial gradients(1.4 kG/cm), while using a modest  thjs assumption, and it is important to estimate their impor-
current of 30 A. This produces a cigar-shaped, very elontance to quantify the accuracy of our measurements. We de-
gated harmonic potential of the forM., =M’ (X*+y?)/2  fer this discussion to Secs. IV and V.
+Mw§22/2. In this work, differently from[23], radial and
axial trapping frequencies are, respectively, /2 C. Selective displacement of the condensate using coherent
=4135)Hz andw,/27=8.692) Hz at a 10-G bias field. Bragg scattering

The combined compression and evaporation sequence The method described in the last subsection rests on the
typically lasts for 16 s, with the last part of the radio- clean distinction between the condensed and thermal compo-

A. Condensate production
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nents. However, for cold sampléksT=< ), the condensate
radius after time of flight is larger than the extension of the
thermal cloud. The details of the thermal distribution are
therefore “buried” under the condensate density profile, and
a reliable fit is not possible. We have found no difficulties for
No/N~60% (T/T2~0.5), while still being able to extract
valuable information for condensed fractions close to 80%
(T=0.3Ty). For higher condensed fractions, the signal to
noise on the wings is too low to perform a reliable fit.

In this section, we describe an improvement of the time-
of-flight technique that exploits the dramatic difference be-
tween the two components in momentum sp§ze0,21.

Our primary motivation for introducing this method is to
improve the resolution at low temperatures, a key advantage
in the condensed fraction measurements presented below. nassores ) Vi s
The principle of the technique is to transfer the whole con- -400  -200 0 200 400
densate to a center-of-mass momentum state with two photon

recoil velocities (we define the recoil velocity awg
=h/M\_=5.8 mm/s, where\ =780 nm is the Bragg laser
wavelength, while leaving the thermal atoms essentially un-
affected. As shown in Fig. 1, after a subsequent time of flight
(typically 20 mg, the condensate has moved away from the
center of the thermal cloud, allowing us to perform separate . . . 20
fits and revealing previously hidden information about the 500N 00O OV 0U
thermal component. This technique is related to the filtering axial distance (um)
scheme used ip29] to study collective modes in the pres-
ence of a weak optical lattice at finite temperatures.

Momentum transfer is achieved by exposing the sample t
two counterpropagating laser beams detuned with respect

FIG. 1. Bragg diffraction as a condensate filig, (b), and(c)
Borrespond to 92%, 85%, and 30% condensed fraction, respectively
/ngo.z, 0.35, and 0)8 Two-dimensional absorption images are

. . . shown, with a cut along the direction of the trap weakest axis
each other. The moving lattice formed this way can Bragg (“axial cut”). The top images show regular absorption images for a

diffract the atoms, promoting them to & two-recoil momen-,, o7 v o flightdashed lines in the cutThe bottom im-
tum state. In principle, Bragg scattering is sensitive to the

A S . ages, also shown as the solid line in the axial cut, corresponding to
atomic momentum distributiof20,21. However, if the g b 9

. ) S the same temperatures and atom numbers within experimental re-
spectral width of the Bragg pulse, Fourier limited by the ,.,q,cibiiity, have been taken after applying a moving optical lat-

pulse durationT to Ave~1/T, is much larger than the con- tice tuned to realize ar Bragg pulse, transferring two photon re-
densate Doppler widtA vy~ 2vg/L, the momentum sensi- ¢ojls to almost all condensed atongselocity 1.1 cm/s The
tivity of Bragg diffraction is lost and almost complete trans- gistance traveled by the condensate is verified to bex2Bpcor-
fer of the condensatér pulsg is achieved. On the other responding to a free flight of 22.27 ms after the Bragg pulse. As can
hand, if the thermal component spectral widthyy,  be seen, the thermal cloud is barely affected, due to its much larger
~ 2ul Nt (\t=\27h2/mk T is the thermal de Broglie wave- extent in momentum space.
length is much larger tham\vg, Bragg diffraction is then a
momentum-selective process, and most of the thermal atoms, A
being off resonant with the Bragg beams, stay at rest in the <ﬂ> ~ <&> A (1)
laboratory frame. This filtering technique thus makes pos- Avp/1oF keT
sible independent manipulation of the condensed and non-
condensed atoms. and remains smaller than 1 even at very low temperatures.
The experimental setup that we use to generate the Braggote that this would not have been the case for Bragg beams
beams is identical to the one used28]. Ther Bragg pulse parallel to a radial axis, where the momentum width is larger
is applied after a sudden switch-off of the trapping potentiaby a factor(w, / w,) due to the released mean-field energy.
and a 2-ms time of flight. This decreases the condensate and To find the condensate fraction, we simply count the num-
thermal cloud densities by a factor of ordéw, t)?~ 30, ber of diffracted atoms and identify it with the condensed
making any further mutual interactions negligible. This number. To obtain a meaningful measurement of the con-
avoids in particularsswave collisions between atoms with densed fraction, two conditions have to be met. First, almost
different momentg30] and suppresses the equilibration of all condensate atoms should be diffracted. Transfer efficien-
the thermal cloud with the displaced condensate. The Braggies as high as 97% were observed for the coldest clouds we
beams are counterpropagating and parallel to the elongatdwhve produced, indicating that only a few percent of the con-
axis of the trap. Since the condensate mean-field energy @densate population remains at rest; this is comparable to the
then almost entirely released in the transverse directions, pet2% root-mean-square fluctuations of the diffraction effi-
pendicular to the diffraction axis, the ratio between the con<iency that we have measured experimentally. Second, the
densate and thermal cloud spectral widths is diffracted number of thermal atoms should be small to obtain

Wy
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FIG. 2. Condensed fraction as a function of reduced temperdirén) Experimental data after averaging are shown as solid circles,
with statistical error bars. Data {i@) were taken using the standard time-of-flight technique, while datl) iwere measured with the Bragg
filtering scheme and extend to lower temperature, dowh#d.2To, Whereas the standard method is limitedTts 0.4T. Lines show
theoretical expectations according to an ideal gas calculation, including finite-size éffested ling a “semi-ideal” model that neglects
interactions within the thermal cloudotted ling, and a self-consistent HF calculati¢solid line). Due to a different average atom number,
the parametem, that controls the importance of interactions is different in each Ggs6,49 andz,=0.47 for(a) and(b), respectively. The
variation in total number due to evaporative cooling across the data &tisishown in(c), and the corresponding variations pfin (d)

(note the vertical scale, extending over no more than 5% of the average. vidheeaveragé=0.49 is shown by the dashed line.(g), we
show an enlargement @¢&) around the critical temperature, to highlight the importance of making the full HF calculation to reproduce the
trend seen in the data.

a sensible measurement of the condensed number. We estant improvement over the standard method, as we will see
mate the diffractedraction of thermal atomdy, in the im-  in the next sections.

pulse approximation discussed[Bi]. In this approximation,

well justified for the low densities considered here, the num- ;. CONDENSED FRACTION OF THE INTERACTING

ber of atoms diffracted from the thermal cloud is taken to be GAS VERSUS TEMPERATURE

proportional to the thermal part of the momentum distribu-

tion, integrated over the directions perpendicular to the axis With the tools of Sec. Il in hand, we can investigate the
of the Bragg beams. Treating the thermal cloud as an idedl€havior of the condensed fraction as a function of tempera-
Bose gas in a first approximation, we find for a resonant ture. This quantity is of primary importance: the possibility

pulse, to measure it directly in trapped gases is in stark contrast
with the situation in traditional, bulk superfluids where such
7 [gso(1) = gsfex— 32 v/ Av)2]}] measurements are intrinsically difficli8]. We have done
fin= AT ol ) , (2)  this measurement in two steps, first by using the standard

method and second by taking advantage of the enhanced

— resolution of the Bragg filtering scheme.
where Avy,=2vr/v2m\1. Here and below, the Bose func- 99 9

tions are defined bgu(u):EPlui/j“. The second term in ) )

brackets arises from off-resonant excitations, which are neg- A. Standard time-of flight measurements

ligible for the condensate but sizable for the thermal compo- Using the standard analysis techniqiie. no Bragg fil-
nent. The quantity,, varies from 6% at 400 nl(l'~0.8l’2 or  tering), we investigate in this section a temperature interval
No/N~20%) to 20% at 150 nKT~0.2T2 or No/N~90%).  ranging from T~1.1T? down to T=0.3T%, with approxi-

The ratio between the number of thermal atoms to the nummately 2x 10° atoms at the transition. Figure 2 shows the
ber of BEC atoms in the diffracted peak is given By = measured condensed fraction as a functionTng. Each
—fo/f.fy, wheref,=NgN is the condensed fraction, and it point results from an averaging over sevetgpically five)
should remain small for the technique to work. All in all, we realizations under identical conditions. The expectation for
estimate from this simplified calculation that the Bragg filteran ideal gas, including finite-size effedi], lies distinctly

is a useful technigque in a window 5%N,/N<95%, the above our experimental data. The difference can be attributed
upper bound being set by the first conditi@mmplete con- to interactions, as shown by the far better agreement with the
densate transfgand the lower by the secorgthe number of  self-consistent HF calculatiogsolid line). The observed re-
condensed atoms larger than the number of thermal atoms ttuction of the condensed fraction contrasts with the homo-
the diffracted peak Outside of this window, it becomes sus- geneous casg32], where the condensed and normal compo-
pect to identify unambiguously the diffracted order with thenents overlap everywhere and where it is energetically
condensate. Despite this, the technique represents a signifavorable toincreasethe condensed fraction to diminish the
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exchange interaction energy among excited states. ness parameteyny(0)a® significantly could this regime be-
An interesting property, first pointed out {i33], is the come observable experimentally with the techniques de-

scaling behavior of all thermodynamical quantities, whichscribed here.

depend only on the reduced temperatmiél'g and on the

parametern which controls the magnitude of two-body re-
pulsion [34]: IV. MEASUREMENT OF THE OVERALL AND THERMAL

EXPANSION ENERGIES

_ mrelNo=N] _ a\?® s . . .
=T 0 < 15 = NH=2. Q) Another quantity that can be measured from time-of-flight
Ble expansion is the release enef@y4,5, the sum of the kinetic
Alternatively, one can expresgas the ratio between the two and interaction energy released at the trap cutoff and avail-
characteristic lengths in the uniform problem—the scatteringable for the expansion of the whole cloud. In an anisotropic
lengtha and the de Broglie wavelengtty, for T:T‘C’ — as trap such as our$w, /w,~51), almost all the interaction
nzl.O?(a/)\o)z’f’. The power 2/5 reflects the presence of theenergy converts into radial expansion velocity. The radial
trapping potential. A typical value in our experimentss expansion of the cloud far>w’", observed in the direc-
=0.5, while previous experiment$or instance,[4]) corre-  tion, proceeds at an overall speed fixed by the expansion
spond ton~0.3-0.4. Thus, the effect of two-body interac- energy
tions is stronger in the work reported here, which explains to
some extent the clarity with which we observe deviations 1o, 1 1
from ideal-gas behavior. By = Moy = §Ekin * 5 Eine (4)
In the experiment, because the total numikeirops with

T due to evaporation and lossegdecreases slightly across \hich, if scaled by the characteristitks TS, is a universal
the temperature range, from 0.51 abdkgto 0.47 at low  fynction of » and T/ T2. We discuss in the Appendix | how to
temperature[see Figs. &) and 2d)]. To compare with cgjculate the kinetic and interaction energies in the HF ap-
theory, we use the average number of atoms across the daé?oximation.
set,N~1.2x 10, and the corresponding=0.49. This does "~ Experimentally, one measur directly from the root-
not lead to a discernible variation of the HF prediction at themean-square cloud radius accordingy@)):vyt [4,5], with-

5 ’ 1 ’
scale of the graph, because of the wedk® dependence of ot resorting to a detailed fitting model. This expression as-
7. This behavior emphasizes the scaling behavior exhibited ;e negligible relaxation between the axial and radial

by trapped Bose gases with large atom numipas;. degrees of freedom. We have plotted the measured value of
Finally, we note that the data in the vicinity ®f, shown g 5, Fig. @) for same data as those shown in Figb)2

in Fig. 2(e), emphasize the necessity of the full HFtreatmentv\,yhere the Bragg filter has been useg~0.47 for these

of the thermal component to understand quantitatively th%lata). As expected, the kinetic energy of the thermal cloud

thermodynamic properties. As a matter of fact, the semi-idealsminates close t@,, with a small contribution of the mean-

model(dashed lingpredicts a condensed fraction systemati-fq|q energy, whereas the interaction energy of the conden-

cally higher_ than the one we observe. This is clear ewdencgateEO is the most important term at low temperature. The

for mutual interaction between the condensed and NoNCOM{E cyrye connects these two limiting cases and reproduces

Qense_d components. We will return later to thls.pomt, whichyell our observations.

is an important conclusion to be drawn from this work. A key advantage in our situation is the ability to analyze

separately the condensate and thermal cloud thanks to the
B. Enhanced resolution of low thermal fraction Bragg filtering scheme and, therefore, to measure the release
As discussed earlier, at low temperatufes 0.4T¢, the energy_of the thermal cloudlone.To avoid_ the conden_sate,

standard procedure is unable to extract faithfully the properve estimate the thermal cloud rms radius from a fit to a

ties of the thermal cloud. Thanks to the Bragg filtering tech-r2dial cut to the imagg¢see inset in Fig. ®)]. The release

nique introduced in Sec. Il C, this difficulty can be overcome€Nnergy of the thermal cloud measured this way is shown in

and a very small thermal fraction can be detected. The corf-19- (), together with the calculated value:

densed fraction measured this way is plotted in Fidp),2

along with the7=0.47 curve that corresponds the valNe t _ 1 ) ke T

~8 : ; : Fj/ - Ek|n+ (§0+§th)- (5)

~8 X 10P for this set of measurements. Again, we find good 3 2

agreement with the prediction of the HF model within our

uncertainty, even at very low temperatures. One could wonThe quantitie, and ;, represent the scaled mean-field en-

der whether the contribution from collective excitationsergy corresponding to the repulsion felt by a thermally ex-

(quantum and low-energy thermal depledi@ould be mea- cited atom due the condensate and to the remaining thermal

sured by this techniquéhe analog of the phonon regime in atoms, respectively. They are defined more precisely in the

superfluid®He). Unfortunately, according to the estimations Appendix I. Although the difference with the noninteracting

of [18], they are always small when compared to the contri-curve is less pronounced at very low temperatures, where the

bution of single-particle excitations in the temperature rangehermal energy is very low, close T, these results empha-

we explore and compared to the estimated sensitivity of theize the important role of interactions and the good agree-

Bragg techniquéSec. Il Q. Only by increasing the dilute- ment with HF theory once again.
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FIG. 3. Expansion energy in the radiadirection as a function of temperature. Solid circlegancorrespond to the whole cloud and
open circles inb) to the thermal component only. The data are taken from the same set as igbyid.r2 solid lines on the graphs show

the same quantities predicted by the self-consistent HF modelmwith47. The dotted line is the expansion endiiggetic only) of an ideal
cloud.

V. FURTHER EVIDENCE FOR MUTUAL INTERACTION momentum distribution, which does not display the “hole”
BETWEEN THE CONDENSED AND THERMAL present in the density distribution in the treggee the Appen-
COMPONENTS dix | for further discussion This is indeed the case: the

F . K loving the B filteri h measured profiles show a monotonic behavior near the center
__rromimages taken emp oylngt.e ragg filtering SCNEMEp¢ the cloud[35]. Nevertheless, the density distribution we
it is also possible to examine a radial cut to the profile of the

h ol h O he initial Kineti observe is somewhat flatter in the central region than the
thermal cloud, as shown in .F'g@)' As the Initial kinetic ._ideal-gas distribution used in the analysis, as shown by the
energy of the thermal cloud is typically much larger than itSrasiduals of a fit to the radial profilEFig. 4b)]. Above T,

mean-_field energy, one expects that the c_lensity diStr.ib.u.tiOﬂ\e effect disappears, which indicates that a flatter profile is
after time of flight reflects at least approximately the initial not simply an artifact of our measurement method. Further-

more, such a behavior is to be expected if the condensate
mean field repels the thermal cloud in the early stage of the
expansion, since interactions tend in general to make the
density profile more uniform.

A. Evidence for nonballistic expansion

As stated in Sec. Il, this repulsion effect is not taken into
account in our fitting procedure, which assumes an ideal
Bose distribution to fit the profile and ballistic expansion to
deduce temperature from the cloud sizes. To investigate fur-
ther the validity of the analysis, we begin by plotting in Figs.
5(a) and %b) the aspect ratio of both components, as a func-
tion of the reduced temperature. One sees from these graphs
(b) that the simple model of a TF condensate on top of an ideal
i . Y, NS = thermal background is not sufficient to account for the data.
Indeed, for our trapping frequencies and for the time of flight
t=22.3 ms used in these measurements, one would expect
from this model an aspect ratio of 1.17 for the condensate
~Nm——Al N m T and 0.77 for the thermal cloud. Both deviate from these val-

, ues and vary with temperature, indicating that the expansion
dynamics is more complex than assumed by the analysis
model. Note that although this model fails to describe fully

FIG. 4. Radial density profile of the thermal cloud. The dashedthe expansion dynamics, the observed deviation from ballis-

line in the inset shows the axis along which the profiles are takenfiC €xpansion remains small. .

(a) Radial cut of the column density profile of the thermal cloud ~AS already pointed out, the obvious weakness of the

after 24.3 ms time of flightsolid line) and the best fit to an ideal analysis model is the neglect of collisional effects. We recall

Bose-Einstein distributiotdashed ling The Bragg filter has been that the expansion model is basically motivated by the ab-
employed to separate the thermal and condensed components. Tence of a more elaborate theory to which we could compare
condensed fraction is indicated in each cabgResidual of the fit our observations. It is, however, of interest to quantify the

for each case ifa). error level on temperature measurements, which we will do

Density (u.a.)

Residuals

100

=1 (.)0 0
Radial distance y (um)
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FIG. 5. Deviation from ballistic expansion. The aspect ratios of the cond€asadd therma(b) components of mixed clouds, after 22.3
ms of free expansion, are plotted as a function of the reduced temperature. The aspect ratios for noncondensed clouds, analyzed in more
detail in[27], are also shown for comparison. The horizontal dashed lines indicate the aspect ratio of a TF condensate and an ideal thermal
gas, respectively, and the vertical dotted lines show the critical temperature including mean-field and finite-size effects.

in the remainder of this section at the gross estimate level.we measure. A quantitative comparison can be made only by

Interaction-driven forces that affect the expansion can beaking into account the slow axial expansion. In the absence
divided into two distinct classe86]: hydrodynamic forces of a complete theory, we assume that the axial length is
on the one hand, predominant abokgin [27], and mean- rescaled from the equilibrium length by the same factor as a
field repulsion on the other, which play a minor role abovecondensate in the TF regimb1~1+ww§t/2wlzl.04 for
T, but become increasingly important with decreasindue  our parameter$39,4Q. With this assumption, we find our
to the presence of the condensg8¥]. Both effects are data to be in reasonable agreement with the HF length,
roughly speaking comparable in magnitude, and from ouwhereas the TF prediction is found systematically too high
observations abové&. and HF calculationgsee the ), we  (see Fig. 6. This reduction can be attributed to the thermal
estimate an upper bound on the systematic error on temperaloud compression discussed in the I: at equilibrium, the
ture measurements, from 10% close Tp (mostly due to  shell of thermal atoms surrounding the condensate exerts a
hydrodynamic behavigrto 20% well below(mostly due to  force towards the trap center, reducing its extension when
repulsion by the condensateompatible with the observed compared to a “free” TF condensate.
deviation from the ideal gas expansion.

This is an upper bound because the temperature is found
through a fit to the wings of the distribution the only, which
is expected to reduce effect of mean-field repulsion. The |n this paper, we have investigated experimentally the
close agreement we find between the calculated release effrermodynamics of a trapped, interacting Bose gas over a
ergy and the measured one in Figb3 where we recall that  wide range of temperatures, frofp down to 0.2.. We have
the radial size used to deduce the expansion energy Waged the standard time-of-flight analysis, complemented by
found through a fit to the full profile, seems to indicate thatthe use of coherent Bragg scattering, to filter the condensate
fitting to the wings avoids counting most of the repulsiongyt of the thermal cloud. The latter technique allows us to
energy in the determination of the temperature, as expectegeach lower temperatures and higher condensed fractions
However, this need not be true for the hydrodynamic relaxthan those accessible by the usual method. We have investi-
ation, which affects directly the momentum distribution. Justgated primarily two quantities: the condensed fraction and
as aboveTl, hydrodynamic forces are thus likely to be the
dominant source of systematic error in most of the tempera-
ture range in elongated traps such as ours.

VI. CONCLUSION

e
8 3

B. Compression of the condensate by the thermal cloud

We conclude this section by examining the axial length of
the condensate, which is reasonably immune to the effects
discussed above because axial expansion of the condensate is
very slow: the measured length thus stays close to the in-trap o5 06 0'7 o8 00
length. From condensed fraction measurements, it is clear ’ T ’
that the semi-ideal model is not sufficient to reproduce our c
results, meaning that the mutual interaction between con- |G 6. Compression of the condensate by the thermal cloud.
densed and noncondensed atoms is observable. This is al$ge axial length of the condensate as measured in the absorption
seen from the length of the condensate inferred from th@mages is shown, with the TRlashed lingand the HF predictions
two-component fit, which is reduced when compared to théor the trapped condensateotted ling and after rescaling by the
TF length calculated with the number of condensate atomsame factor as a TF condenséselid line).

condensate
axial length (um)
8 8

-
(=]

2
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the (radial) release energy. The data display without ambigutemperatures, where the condensed fraction is almost unity,
ity an interacting gas behavior and are in agreement at a fewhis gives the condensate dengiy=ng as

percent level with a Hartree-Fock description of the mixed

cloud. This highlights the pertinence of this simple descrip- Nre(r) = [pre = VN1V, (A1)

tion of the interacting, trapped Bose gas at finite temperaturgyhereU =4x7%2a/M is the mean-field coupling constant. The
Moreover, this gives evidence for a mutual interaction be-TF chemical potential isure=(hw/2)(15Nya/7)?>. For the
tween the condensate and the thermal cloud cloSe.t8l-  thermal cloud, we assun(@) ksT> % w, for the semiclas-
though these effects are small, they are measurable angcal approximation to hold anii) use a mean-field de-
should be taken into account in precise comparisons to thgcription which treats thermal atoms as independent particles
theory of finite-temperature, Bose-Einstein condensed gasegyolving in a self-consistent static potent\dly(r) (see be-

A more thorough quantitative test of theory for ground-|o\) The distribution function in phase space for thermal
state occupation and similar thermodynamic properties iSparticles then reads

however, hindered by the lack of theory to understand the
expansion of a mixed cloud. For instance, the data in Fig. _ 1

2(a) lie systematically slightly below the theory, which may f(r.p) = g
be due to an underestimation of the condensed fraction or the _ ) o
temperature: as described above, we use an ideal Bose diith the semiclassical ~Hamiltonian(r,p)=p*/2M
tribution to fit the thermal component. This assumption con-*Ver(r), the chemical potentigk, and =1/kgT. The par-
tradicts the principal conclusion of this paper, that ideal-gadicle density distribution for the thermal componemy is
approximations are far from sufficient at the desired level offound by integration over momenta and reads

accuracy. Although the experiments described in this paper 1

suggest an accuracy on temperature of order 10% at least, we (M) =5 gafexd Bl = Ver(r) ]} (A3)
have also shown that the density profile deviates from an T

ideal gas hear the center of the CIO.Ud and stres;ed that hiep ok model detailed below is thus specified by the precise
drodynamic and mean-field effects in the expansion are ngf, of v

| df ; h il b o IN the ideal-gas modeW; reduces to the trap-
properly accounted for. Systematllc errors may thus S.t' ing potential, in the semi-ideal model, it includes the mean
present, and a better accuracy is not guaranteed with t

! . . . Id of the condensate only, and in the HF model, it also
methods used in this paper. Numerical work—for INStance;ayes the mean field of the thermal atoms into account.
along the lines off41]—may help study the expansion of

mixed clouds and improve the standard analysis procedure.

(A2)

1. Ideal-gas model
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APPENDIX: SIMPLE MODELS OF A TRAPPED
BOSE-EINSTEIN CONDENSED GAS 2. Semi-ideal model

AT FINITE TEMPERATURES . .
The repulsion of the thermal cloud by condensed atoms is

In this appendix, we briefly summarize the three differenttaken into account in the so-called “semi-ideal” model
models to which we compare our observations. We use as[d0,11, which considers a TF condensate contairfiag< N
temperature scale the critical temperature of an ideal gas iastoms plus a quantum-saturated, ideal thermal gas moving in
the thermodynamic limif2], kBT(c’:ﬁGgng(s)]”?', where/  the combined trapping plus condensate mean-field potential:
is the Riemann function an@=w?3w!? is the geometrical
mean of the trapping frequenciés. We makeg three key as- Ver(1) = = Vex(r) + 2Un7e(r) = pre. (A5)
sumptionglabeled(i)—(iii ) in the following] to simplify the  The factor of 2 accounts for exchange collisions between
theoretical description. For the condensate, we suppose thatoms in different quantum stat¢g]. Note that the con-

(i) the conditionNga/a> 1 holds, wherez=\#%/Mw is the  densed atom numbeél, should be found self-consistently for
mean ground-state width aral the scattering length. This a givenT under the constraint that the total atom number be
ensures that the condensate is in the TF regime. At very lovixed.
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The semi-ideal model correctly predicts the most impor- U
tant feature in the static density profile of trapped interacting b= 7 f d®rng(rng(r), (A9)
Bose gases. As soon as the condensed fraction is larger than B
a few percent, the density of the condensate greatly exceeds

the density of the thermal component. Therefore, the conden- Ln= Yy J' d3r ng(r)2. (A10)
sate mean field is stronger and repels the thermal cloud from N kg T !
the center of the trap, digging a hole in the thermal densit

¥'he kinetic energy is entirely due to the thermal cloud in the

distribution. TF approximation and reads

3. Self-consistent Hartree-Fock model £ = 1
s . kin~ | 13
Although qualitatively correct and appealing because of h
its simplicity, the semi-ideal model is not sufficient to de-  Numerical solution of the HE model displays two addi-
scribe precisely ourexp_eriments. Interactions among thermalyna| features compared to the semi-ideal model. First
atoms and the backaction of the thermal cloud on the conmean-field interactions lower the critical temperature for
densate have to be taken into account, which we do here igyse-Einstein condensati¢®7—32. Second, there is a back-
the HF approximation[12-1§, corresponding to a self- 4ction of the thermal cloud on the condensate: the mean field
consistent potential: exerted by the shell of thermal atoms surrounding the con-
Vgit(F) = s = V(1) + 2UNg(r) + 2Ung(r) — . (AB) densate acts in return to compress it, increasing its density
and reducing its axial lengthy according to
The equilibrium condensate density is no longer simply

given by the TF profile, but depends also on the thermal L(z):ﬂ{no(o)+3{93/2(6—%(0)/kBT)_93/2[1]}}
3 .
3

2
@) 43P
d“rd psz(r,p). (A11)

density through Mo?
No(r) = 1= Vexd(r) = 2Uny(r) (A7) (A12)
0 u ' This compression effect is directly observed in Sec. V B and
indirectly through the measurements of condensed fraction in

A self-consistent numerical solution with a fixed atom num-
ber N fixes the finiteT chemical potential, u=Uny(0)

+_2Unth(0), f_rom which aII_ other _quantities can be de‘ef' fects in the model. However, Ref42] points out that low-
E:Q:g tgﬁ;;”;ggﬁg}nth?hlgtfnrjgmniﬂi;ggé \évp,'[ﬁz ggg:jaéﬂ?nergy, collective excitations cause a minute change in the
sate and the therma? cloud. can be written - thermodynamic properties of the system even at relatively
ks T(220+Zy), Where ' B%=Eo low temperature§ < u. Another approach, based on quan-
sT(240* &), tum Monte Carlo calculationg!3,44, has confirmed that the

Sec. Il
A further step forward would be to include collective ef-

U HF approximation could reproduce tlieermodynamic®f
Eo= > f d®rng(r)?, (A8)  the trapped clouds to a very good accuracy.
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CHAPITRE 4

Un Faisceau Cohérent d’atomes : le

Laser a Atomes

Les atomes dans un piege magnétique constituent un analogue aux photons dans une cavité
optique. Le phénomeéne de condensation est caractérisé par une population macroscopique
d’atomes dans le méme état quantique. C’est la statistique de Bose a basse température qui va
stimuler les atomes a se placer dans cet état. Cette stimulation bosonique est une conséquence
de la symétrisation de la fonction d’onde d’un systeme de bosons par échange de particules,
tout comme 1’émission stimulée. Il existe cependant une différence entre la condensation de
Bose-Einstein et I'effet laser. Ce dernier, qui nécessite une inversion de population, est es-
sentiellement une situation hors équilibre alors que la condensation est obtenue a 1’équilibre
thermodynamique. L’effet laser est quant a lui un peu différent, car il s’agit d’un phéno-
mene hors de I'équilibre thermodynamique, créé par une inversion de population du milieu
amplificateur de lumiere. Il est désormais trés bien compris et maitrisé, et 'avenement des
lasers a été au cours de ces 40 dernieres années a l'origine d’un renouveau spectaculaire du
domaine de l'optique. Les deux principales caractéristiques du rayonnement laser qui sont
utilisées dans les tres nombreuses applications sont la cohérence du rayonnement, et sa forte

luminance.

Les propriétés des lasers a atomes sont elles aussi tres prometteuses pour 'optique atomique ;
cohérence transverse et longitudinale, grande brillance de la source (flux tres élevé de parti-
cule par unité d’angle solide) et laissent a penser que 'optique atomique peut suite a cette
découverte subir une révolution analogue a celle de 'optique apres la découverte de Ueffet la-
ser, ol les condensats peuvent constituer des sources cohérentes et lumineuses pour ’optique
atomique [I], comme le sont les lasers pour 'optique photonique. Afin de produire un faisceau
laser a atomes, on va donc vouloir faire sortir les particules du piege ou elles sont confinées.
Plusieurs solutions sont possibles et ont été réalisées, mais aucune ne permet actuellement
de réaliser un faisceau laser atomique réellement continu et on dispose aujourd’hui de la-
sers quasi-continus, qui, comme les premiers lasers a rubis, s’éteignent une fois le réservoir
d’atomes épuisé [2, B]. Ces premiers lasers a atomes, réalisés en extrayant d’un condensat un
flux continu d’atomes [4], a permis de mesurer la cohérence de deux jets ainsi obtenus par
mesure de battements [5]. De méme, la mise en ceuvre d’un amplificateur cohérent d’ondes

de matiere [0, [7] a démontré le potentiel de ces sources atomiques cohérentes. En outre,
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meéme faibles, les interactions entre atomes du condensat offrent une forte non-linéarité pour

I'optique atomique, un mélange a 4 ondes a par exemple été observé dans un condensat de

Sodium [8].

Dans ce chapitre, je présente les travaux que j’ai effectués pour comprendre et maitriser le

laser a atomes :

— L’étude théorique du processus de couplage de sortie utilisant un couteau radiofréquence a
permis de mettre en évidence 'importance de la gravité pour extraire un faisceau cohérent
d’atomes.

— L’étude de la propagation d’un faisceau laser atomique a travers le condensat de Bose-
Einstein a permis de mettre en évidence l'effet de lentille divergent dii aux interactions.

— Enfin, I’étude de différents régimes pour le coupleur de sortie a permis d’obtenir ’équivalent

d’un laser a blocage de modes pulsé.

4.1 Comment extraire les atomes du condensat de ma-

niere cohérente

MIT ‘97 Yale'98  NIST '99 Munich "99

Fig. 4.1 : Différents lasers atomiques produits dans des laboratoires a travers le monde. a) Au MIT,
des impulsions RF intenses envoient une partie des atomes dans un état non piégé. Ils tombent alors
sous Ueffet de la gravité. b) A Yale, le condensat est chargé dans un réseau optique. L’effet tunnel
entre les puits de potentiels, sous leffet de la gravité, produit des impulsions cohérents d’atomes. c)
au NIST, des impulsions Raman trés fréquents expulsent les atomes dans une direction controlée.
Quand les impulsions se recouvrent les uns avec les autres, on a un laser quasi-continu. d) a Munich,
un coupleur radio-fréquence continu et de faible puissance extrait un fluz continu d’atomes jusqu’a
épuisement des atomes du condensat.

Le premier laser a atomes a simplement consisté a couper le piege magnétique et a laisser
tomber les atomes du condensat sous l'effet de la gravité. Cette technique d’extraction est
analogue au cavity dumping, ou tous les photons sont extraits de la cavité laser en une seule

fois.
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En lachant ainsi un condensat de Bose-Einstein, nous obtenons un laser pulsé a tres faible

cadence de répétition (inférieure a 0,1 Hz).

L’étape suivante a consisté a coupler des atomes vers un état non piégé tout en conservant
un nuage condensé dans le piege. Le premier coupleur de sortie a été réalisé au MIT [9]. Dans
cette expérience, une impulsion radio-fréquence bréve (quelques micro-secondes) et intense
(Qrr > 10kHz) transfere de facon cohérente une partie importante du condensat vers un
état non piégé (fig. a). A Yale [10], un condensat a été chargé dans un réseau lumineux
vertical. Les atomes s’échappent des puits de potentiel optique par un effet tunnel induit par
la gravité. Cette technique réalise un couplage continu vers plusieurs modes. De plus, ces

modes sont verrouillés en phase. Les atomes sortent alors par impulsions, comme le font les
photons d’un laser & modes-bloqués (fig. [4.1] b).

L’équipe du NIST [11] a réalisé 'extraction des atomes du condensat grace a une succession
d’impulsions Raman tres breves, synchronisées avec un piege TOP. Cette méthode ressemble
aux précédentes dans son principe (succession d’impulsions d’extraction). Cependant, elle
permet aux paquets d’ondes de chaque impulsion de se recouvrir, et donc d’obtenir un fais-
ceau pratiquement continu lorsque la fréquence des impulsions Raman est suffisamment
élevée (fig. ¢). De plus, elle permet également de transmettre une impulsion aux atomes
extraits, de sorte qu’ils ne se propagent pas nécessairement suivant la gravité. Nous avons
nous-méme également réalisé un tel laser quasi-continu par application d’un coupleur RF
modulé en fréquence. Cette technique permet de générer des impulsions d’atomes extraits
de fagon cohérente. Quand la fréquence de modulation est assez importante, les impulsions
se recouvrent les uns avec les autres, et ’on obtient un flux continu d’atomes jusqu’a vidage

du condensat.

Pour sa part, le groupe de Munich [4] a réalisé et utilisé un laser atomique quasi-continu
avec un coupleur de sortie radio-fréquence de faible puissance (Qrp < 100 Hz). L’extraction
a alors lieu contintiment jusqu’au vidage complet de la cavité (fig. d). Le faisceau est
continu pendant toute la durée d’application de la radiofréquence (typiquement quelques
dizaines de ms). De plus, on s’attend a ce que le faisceau extrait ait une largeur spectrale
bien plus faible dans le cas quasi-continu que dans le cas pulsé [12]. Grace a cette technique,
de nombreuses expériences ont pu étre réalisées dans ce groupe [, 12, [13, [14] ainsi que dans
le notre [15, [16], [17]. On peut aussi noter que récemment, une technique similaire a été utilisée
pour réaliser un coupleur de sortie par déversement progressif a partir d’'un piege optique
[18].

La technique d’extraction par radiofréquence dans le régime quasi-continu est particuliere-
ment prometteuse car le couplage de sortie radiofréquence reste simple & mettre en ceuvre
expérimentalement. L’utilisation de cette technique pourrait a terme mener a la réalisation
de laser a atomes réellement continus. En effet, I’équipe de W. Ketterle au MIT [19] a réussi

a charger un condensat de fagon cyclique a ’aide d’une pince optique connectant une région
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de production et une région de stockage bien séparées. Nous menons des études similaires

pour mettre au point un transport par pince optique [20]'.

Lors de nos recherches sur les lasers a atomes, nous avons démontré que théoriquement, le
probléme se compare a celui du couplage d’un état lié discret (le mode du condensat) avec un
continuum d’états libres, dont la résolution est bien maitrisée. Pour les parametres utilisés
dans nos expériences et dans celles du groupe de Munich, la gravité joue un role prépondérant
dans la dynamique d’extraction et le mouvement longitudinal [22]. Dans les études théoriques
antérieures, ce point était souvent mésestimé, et les propriétés des lasers a atomes étaient
discutées dans le cadre d’une propagation dans 'espace libre |23 24], 25, 26] 27, 2§]. La
gravité n’était traitée que dans le cadre de simulations numériques 1D, dont ’accord avec

'expérience était médiocre [29].

4.2 Le laser a atomes continu

On peut réaliser un laser a atomes quasi-continu en appliquant un champ magnétique os-
cillant (coupleur radiofréquence (RF), a environ 38.6 MHz dans notre premiére expérience)
pour faire basculer le moment magnétique atomique dans I’état non couplé mp = 0. Lampli-
tude de ce coupleur doit étre faible; approximativement 0.1 uT et appliqué pour une durée
relativement longue (¢, = 10 ms). On peut ainsi transférer les atomes du condensat de I'état
piégé |F = 1,m = —1) vers I'état en chute libre |FF = 1,m = 0) (fig avec un taux

suffisamment faible pour étre dans le régime quasi continu.

Fig. 4.2 : Représentation schématique du
couplage de sortie a partir du potentiel de
piégeage V)i 1y vers le potentiel de chute
libre V|1 gy par lintermédiaire d’un photon
de rf @ wyt. La direction verticale est notée
z. Les courbes montrées incluent ’effet des
potentiels magnétiques, de la gravité, et de
la répulsion entre atomes.

4.2.1 Modele analytique du laser a atomes

Pour décrire le coupleur de sortie, nous considérons un condensat d’atomes de *'Rb dans
I’état hyperfin FF = 1 & une température T = 0 K. L’état |FF = 1,m = —1) est piégé
dans un potentiel magnétique harmonique Virp = 3m Y-, (wir?). Le coupleur rf By =
Bt cos (wyrt)e, induit des transitions vers |F' = 1, m = 0) (état non piégeant) et |F = 1,m =

+1) (état anti-piégeant). Le condensat peut étre décrit par un spineur & trois composantes

1 existe une autre approche non moins intéressante, qui consiste & condenser directement un jet atomique
refroidi [21].
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’ !

W = [¢),,)m=—1,0+1 qui obéit & un ensemble d’équations de Schrodinger non linéaires couplées.
On peut en fait considérer uniquement les états |[FF = 1,m = —1) et |FF = 1,m = 0) (la
population dans I'état |F' = 1,m = +1) est supposée négligeable). De plus, le couplage étant
faible, on peut considérer que la densité atomique dans 1'état |F' = 1,m = 0) reste treés
faible. On peut alors écrire la densité atomique totale n(r) | v_i(r,t) |?. En appliquant
I’approximation du champ tournant et en passant dans le référentiel tournant a w,¢, on obtient
un ensemble de deux équations couplées pour les composantes v, = ¢/',,,e"* du nouveau

spineur (ces équations sont trés similaires a celles déja étudiées au chapitre [2)) :

L 0P he,

ih g}t ! = [h(grf + h_1]¢_1 + 5 f@/Jo (41)
L0 hed,

1 % = hoty + 5 f¢_1 (4.2)

avec b1 = P’lom + Vipap + U | 1 %, ho = P’/om — mgz et U = 4xh*aN/m. La longueur
de diffusion pour les atomes dans Pétat | FF = 1;m = —1) vaut @ ~ 5 nm. N est le
nombre d’atomes initialement piégés. Le coupleur RF est caractérisé par deux parametres;
son désaccord hé,s = Vog — hwye avec la fréquence de résonance au minimum de potentiel et

sa fréquence de Rabi hQy = upBri/2v2, en prenant le facteur de Landé gr = —1/2.

Expression analytique du mode du laser & atomes

Fig. 4.3 : Couplage d’un condensat de

Fonction d'onde Bose vers un continuum (potentiel affine).

du CBE (Thomas-Fermi)

\/-\/étatpiégé fonct L’approximation quasi-classique (WKB)

cBE onction propre )

. du continuum (Airy) est wvalable en tout point z sauf au-
\/ 77777 Approximation tour du point de rebroussement classique

quasi-classique (WKB)

(z=zel/t < 1). Dans la région z > zg,
la pseudo-période est la longueur d’onde
. de de Broglie \gg = "p ou Uimpul-
) ston p est donnée par les équations clas-
) stques du mouvement. Le paramétre | =
/4 A /\ /\ /\ /\ / P [2mU’ (zg) donne lordre de grandeur

de l’extension spatiale de la premiére arche
de la fonction du continuum vers laquelle
le couplage s’effectue. Note : L’extension
statnonpicge  spatiale du condensat de Bose a été treés
LD fortement réduite par rapport au cas réel
par souct de clarté.

—
Voisinage du point de
rebroussement classique

La fonction d’onde pour la composante piégée 1_; est décrite par une fonction d’onde dans
l'approximation de Thomas-Fermi (TF) [22]. Elle est définie par les dimensions du condensat

sont alors Ry, ,=(2/mw?)? ot p=("/2)(15eN-1/)/> est le potentiel chimique. Comme le
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nombr m _1 diminue au cours du tem nction 1 n particulier a
ombre d’atomes N_; diminue au cours du temps, cette fonction d’onde, en particulier a

travers la variation de pu, va évoluer au cours du temps.

Pour létat |F = 1, m = 0) qui représente le mode en chute libre, il faut résoudre 1’équation
en prenant {2,y =0. Le hamiltonien peut alors étre séparé en une partie horizontale et une
partie verticale indépendantes. Dans le plan horizontal (x, y), les états propres sont des ondes
planes de vecteurs d’onde k,.k,. Dans la direction verticale z, les états propres s’écrivent
(()ZEZ): A.Ai(—Cg,), ou Ai est une fonction d’Airy calculée a 1’abscisse réduite (g, = (#=25:)/1.
L’énergie E, de 1'état propre permet de définir le point de rebroussement zp, = —F:/mg qui
correspond a la position pour laquelle une particule classique d’énergie F, atteint le sommet
de sa trajectoire. La longueur caractéristique [ = (7’/2m?¢)"/* correspond approximativement
a la taille du premier lobe de la fonction d’Airy au point de rebroussement. Dans le cas du
STRb, | ~ 0.28um< R, Ry, R,.
Les modes du laser a atomes sont donc le produit des fonctions d’onde transverses (dans
le plan horizontal) et longitudinale (suivant la verticale) soit qﬁé")(r):%L(x,y) E)zEz)(z), ol
n représente un choix possible du triplet de nombres quantiques (kg, ky, z5.) (la densité de
modes? est alors psp=L2@i/2x31). 1l est possible d’obtenir une expression analytique de ce
mode [31], au premier ordre, on obtient (voir Figl4.4p) :

30 . B_qt
pr2—ifL

o ¢'316m
Am l¢—1(x7yazE_1)
g \/ T | CE—1 |1/2

avec zg_, =(0rr+1)/mg. Le "col” du faisceau laser atomique est alors zoy = Ry (1— (2F-1/a)2)"2

bolr,t) ~ —2im (4.3)

et Yous = Ry (1 — (26-1/a)2)"/%, out A = mgR:/p est la largeur sur laquelle on peut efficacement

coupler le condensat.

Le coupleur de sortie

Fig. 4.4 : Laser a atomes dans le régime
de couplage faible (Q = 300 Hz). (a) :
Evolution temporelle de l'intensité de la-
ser obtenue par une intégration numérique
des équations et [£.9, avec N ~ 2000
atomes. (b) : Profil spatial d’intensité du
laser & atomes a t > t. (Eql4.3)

Intensity (arb. units)

00 g
Coupling time (arb. units)

/ ;
\ /
%0 =
g@@) 8p

Pour comprendre le fonctionnement du coupleur de sortie, constatons d’abord que I'extrac-

tion du laser a atomes consiste a coupler 1'état piégé |F' = 1,m = —1) d’énergie E_1=hd,t+ p

2Le calcul de la densité de modes peut poser quelques probléemes [30] qui nous ont conduits initialement &
la sous-estimer d’un facteur 2. Cette erreur tient dans la maniére de compter les modes « gravitationnels ».
Bien que la fonction d’Airy, fonction propre du hamiltonien gravitationnel, puisse étre considérée comme une
onde stationnaire, il est incorrect de diviser la densité de mode par 2 pour ne prendre en compte que le flux
se propageant vers le bas.
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vers 'état final |F' = 1,m = 0) qui est en fait un continuum d’états dont I'énergie est centrée
autour de BSV=R2k2+K)/am — mgzp. .

Dans le régime de couplage qui nous intéresse ici (couplage faible), la population des états
|FF = 1,m = —1) et |[FF' = 1,m = 0) commence a osciller pendant ¢t < t.="/a puis la
population de I'état |F = 1,m = —1) décroit de maniére monotone (Fig[d.2h). Le taux de

départ I' pour t > t. est alors simplement donné par la regle d’or de Fermi :

T 16mh, ot hég

212

~N——[1 - (———— 4.4
Q2% 32 A[ ( A2 ] (44)
De I'équation (4.4), on peut extraire une fréquence de Rabi critique Q5 ~ 0.824/r au-dessus
de laquelle cette décroissance monotone de la population de |F' = 1,m = —1) n’a plus lieu

(on est alors dans un régime d’oscillations de Rabi).

Fig. 4.5 : Laser a atomes dans le régime
de couplage faible (a) et fort (b) obtenus
sur le nouveau montage de pince optique.

Il est intéressant de noter que comme hl' < mgR,, la région de ’espace qui correspond a un
couplage efficace du laser & atomes a une extension Az ~ "'/mg qui est tres inférieure a la
taille du condensat : le couplage s’effectue donc essentiellement au point de rebroussement
classique zp, . En fait, a cause de la gravité qui décale le condensat par rapport au minimum
de champ magnétique, cette région de couplage est simplement un plan horizontal [4] dont

la hauteur zg_ obéit a la relation :

2
S =g —wy = —AZL _E (1 - Zi) . (4.5)

20 h 22

On a choisi wy arbitrairement pour que 6, = £A quand zp, = F2p.

4.2.2 Etude expérimentale d’un faisceau laser atomique

Nous avons réalisé I’étude du laser & atomes & partir du condensat de Bose-Einstein de 8 Rb
décrit dans le chapitre précédent. Les fréquences d’oscillation de la cavité magnétique utilisée
dans cette expérience sont w, = w, = 27 x 144 Hz et w, = 27 x 9 Hz= Aw,. Environ 5 x 10°

atomes sont piégés initialement dans ce piege magnétique.
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Fig. 4.6 : Gauche : Nombre d’atomes restant dans le piege magnétique aprés 20 ms de couplage.
Le nombre d’atomes initial dans le condensat est N ~ 7.2 x 10° et la fréquence de Rabi du coupleur
Q=312 Hz. Nous comparons ici les données expérimentales de Bloch et al. []|], avec notre modéle
théorique en prenant leurs paramétres expérimentaux (6 un facteur deuz prés pour la fréquence de
Rabi [30]). Droite : Les instabilités du champ magnétique de biais résultent dans un élargissement
de la largeur du couplage radiofréquence. La largeur sur laquelle le couplage a lieu est de ’ordre
de 80 kHz, alors que l’élargissement attendu a cause de la taille du condensat est seulement de 20
kHz. Méme en prenant en compte [’élargissement du couplage du a la présence du nuage thermique
(22 kHz), on obtient une largeur de couplage de 30 kHz, 'excés de 50 kHz est donc le résultat de la
convolution de ces deux effets avec l’élargissement causé par les instabilités du biais magnétique.

taux de couplage

Le champ de biais étant dans cette premiere étude® de By =5.4mT, la fréquence du coupleur
RF sera donc centrée autour de 39 MHz, de telle maniere que la hauteur qui correspond
au couplage maximal soit située a l'intérieur du condensat. Connaissant la taille verticale
du condensat, cette condition de résonance implique que la fréquence du coupleur RF soit
déterminée & mieux que &/u ~ 10 kHz, et que les fluctuations relatives entre la fréquence du
coupleur et la fréquence de transition uBj soient inférieures a cette valeur. Cette condition de
stabilité implique dans notre cas expérimental une contrainte forte : la stabilisation relative du
biais & mieux que ~ 107*. On peut estimer précisément les fluctuations du biais en observant
Pefficacité du couplage en fonction de sa fréquence. Pour cela, on mesure le nombre d’atomes
restant piégés dans 1’état |1, —1) apres avoir appliqué le coupleur RF pendant 10 ms (Fig.
b). Une estimation qualitative de la stabilité & court terme (sur quelques millisecondes)
est aussi réalisée en observant la qualité du faisceau laser de sortie (Fig. et Fig. a).
Les meilleurs résultats en terme de stabilité du biais magnétique ont été obtenus en utilisant
une alimentation ultra-stable ou une batterie de voiture (seulement 1.3 A sont nécessaires

pour assurer le piégeage des atomes grace a l'utilisation des noyaux ferromagnétiques dans

I’électroaimant).

Pour observer la propagation du laser a atomes, nous avons utilisé deux dispositifs d’ima-

gerie différents. Le premier (« imagerie horizontale ») permet d’observer le condensat avec

3La fin de cette section traitera de résultats obtenus sur un nouveau dispositif & biais plus faible.
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Fig. 4.7 : Imagerie verticale d’un laser a
atomes. A gauche, le vecteur d’onde kg
de la sonde de l'imagerie fait un angle 0
avec I'axe long x du condensat. La coor-
m =-1 donnée horizontale dans le plan image est
r. Comme l'image reflete une intégration
le long de cet axe, d’éventuelles structures
dans le mode du laser (suivant I'un ou
lautre axe) sont masquées par Deffet d’in-
tégration. Le vecteur d’onde de la sonde
d’imagerie horizontale se propage perpen-
diculairement & cette figure. A droite, une
image typique de laser & atomes. A la cou-
\ pure, le centre de masse du condensat se
m.=0 trouve a lextrémité du laser. Pendant le
temps de vol, un gradient de champ ma-
= gnétique parasite a la coupure du piége
g donne une vitesse d’ensemble au conden-
sat qui est dans le sous-niveau | F =
1,m = —1) sans perturber le laser, insen-
sible & leffet Zeeman au premier ordre.
Il agit donc comme un filtre de Stern-
Gerlach pour séparer spatialement les dit-

férents sous-niveaux Zeeman [32)].

RS
1

une ouverture numérique, et donc une résolution importante. Cependant, pour des raisons
d’encombrement de I'expérience, la sonde se propage presque parallelement a la gravité, et
ce systeme est donc peu adapté a 1’étude des lasers a atomes. Il est essentiellement utilisé
pour I’étude du couplage. Une autre géométrie (« imagerie verticale ») permet de visualiser
le laser & atomes lui-méme (voir Figure : la sonde se propage dans un plan horizontal, ce
qui donne acces a la propagation du laser sous l'effet de la gravité. Par contre, le laser étant
notablement plus long que le condensat, cet angle de vue ne permet pas de faire des analyses

fiables sur le condensat lui-méme, qui ne couvre que quelques pixels carrés de la caméra.

Propriétés de collimation du faisceau laser

Nous pouvons maintenant nous intéresser plus en détail au mode du laser a atomes. Pour
cela, on peut directement analyser les images des lasers & atomes (par exemple Fig. a)
et en extraire allure du mode, l'intensité du laser a atomes (le flux d’atomes extrait par le

coupleur de sortie), ainsi que la qualité de collimation (divergence) du faisceau laser.

A partir de 'image en absorption du faisceau laser (Fig. a), on peut extraire les profils
de celui-ci au cours de sa propagation, a différentes hauteurs de chute z, (figures b a
d). Chaque profil a I'allure d’une parabole inversée [22l [33] 34] ( la densité colonne est
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b) ) T Fig. 4.8 : Pour étudier le laser a atomes,

on observe sur une caméra CCD [image
de labsorption par les atomes d’une sonde
a résonance (la sonde est appliquée 6 ms
-400 0 400 ' apres la coupure du coupleur RF et du

e

(=]
T
1

E

c) E ob i piége magnétique). Comme z:ndiqué en dé-
z tail (Fzg., l’angle de prise de vue est
% de ¢ = 55° par rapport a laze long x
T 1.5F 1 du condensat. La figure (a) représente un

-400 0 400 laser obtenu aprés 10ms de couplage a

d) 2.0F 1 38.557MHz. (b)-(d) Ezemples de profils
intégrés transverses du faisceau laser. La

25k 4 position relative a chaque profil est indi-

L quée sur la figure (a). (e) La divergence

-400 0 400 0 200 du faisceau laser est calculée a partir d’un
position (um) width (um)  gjustement linéaire de la taille {R,} des

profils étudiés.

alors ajustée par p,(1 — 7°/r2)** o p, est la densité pic et R, la taille du col du faisceau
a la position z,. On peut ainsi déterminer le flux [ a partir de la définition du mode du
laser (Eq[4.3). Pour vérifier la qualité de la collimation, la divergence du faisceau peut étre
mesurée a partir des données de R, et z, (Fig. [4.8p).

Il y a plusieurs effets qui vont influer sur la divergence du faisceau laser a atomes : la
diffraction, l'effet de lentille magnétique di aux champs magnétiques rémanents et enfin
I'effet, des interactions au sein du faisceau laser et entre le faisceau laser et le condensat.
Pour analyser plus précisément la contribution de chacun de ces effets, nous avons suivi
une approche similaire & l'optique gaussienne traditionnelle [35]. Pour cela, on utilise un
formalisme similaire a celui utilisé pour le calcul du mode du laser en supposant en plus que
I'approximation paraxiale (découplage entre les degrés de liberté transverses et longitudinaux
[36]) était valide. En supposant de plus qu'une bonne approximation du profil de Thomas-
Fermi est un profil gaussien, on peut alors décrire les distributions spatiales dans les directions
x et y par U(z,y,t) = Yoexp[—iP(t) + i%°/2q.(t) + 1¥"/24,(t)], avec P(t) V'amplitude et la
phase globale du faisceau et ou les rayons gaussiens /g, ,(t) = w2 (t) + ¢yy(t) décrivent
les tailles wy, w, et les rayons de courbures c¢;,c, du faisceau (la largeur mesurée w(t) =
(w2(t) cos? (¢) 4+ wlsin® (¢))"/*, correspond & Dintégration suivant la direction d’observation
¢ comme indiqué Fig. [4.7). Les tailles initiales w?(0) = 2/5(R%—2¢) et wy(0) = w=(0)/x résultent

dans des tailles rms identiques pour la gaussienne et pour les profils Thomas-Fermi.

Cette approximation gaussienne nous permet de faire évoluer ¢, et g, grace a des matrices
ABCD [35, B1] : ¢ = (A4+B)/(cq+D), avec A, B, C, and D calculés pour transformer les
positions classiques (x,?/n) en (x',7'/n).

Trois effets vont alors entrer en jeu pour calculer 'expression finale de I’évolution du mode
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Fig. 4.9 : Demi-angle de divergence du
laser a atomes en fonction de la fréquence
du coupleur de sortie. Les points expé-
rimentauz sont comparés avec le modéle
théorique wutilisant les matrices ABCD
(traits pleins). La courbe en pointillé re-
présente le méme calcul sans tenir compte
de Ueffet de linteraction avec le conden-
sat. Insert : Fluz du laser a atomes en
-5 0 5 fonction de la fréquence du coupleur de

Outcoupler detuning (kHz) sortie

w
=

[a—
S

Divergence (mrad)
(@]
S

-

du laser. Dans un premier temps, le faisceau traverse le condensat duquel il est émis. L’inter-
action entre les atomes du faisceau laser et ceux du condensat induit une variation d’énergie
locale Uyy | ¥_; |* avec Uy = 4mh*aoi/p le coupage collisionnel entre |1,0) et |1, —1). Nous
avions préalablement négligé cet effet dans 1’analyse théorique du couplage de sortie (eq.
[4.2)). La matrice ABCD correspond alors & une lentille mince divergente

1 0
Mg(2p.) = ( % 5 ) 1) (4.6)

2
hzg

pour la direction x, avec une matrice similaire M, pour la direction y. On constate que cet
effet de lentille divergente ne dépend que de zp_, la hauteur a laquelle le laser a atomes est

couplé avec le condensat.

A sa sortie du condensat, le laser évolue dans un potentiel magnétique résiduel qui varie
quadratiquement Uqzp(r) &~ —#8B3/Bur — 1/2mQ%(2? + 2%), avec Q = 27 x 30.3 £ 0.1 Hz. La
matrice ABCD correspondant & cet anti-guidage est bien connue (lentille divergente épaisse

a gradient d’indice parabolique) et vaut

(4.7)

My(ty) = ( cosh(Qp) L sinh(Q1y) ) |

7 sinh(Qts)  cosh(Qts)

avec 0 < ty < 1, le temps d’évolution dans cette lentille épaisse. Cette lentille n’est effective

que dans la direction x et le rayon g, évolue lui suivant la matrice ABCD

Mg (t2) = ( (1) ﬁt21/m ) 7 (4.8)

qui représente ’évolution dans I’espace libre. Finalement, le laser évolue ensuite dans I'espace
libre pendant le temps de vol g apres coupure du piege. Son évolution est alors décrite par

les matrices ABCD Mpp(tg). La forme du faisceau laser a un instant quelconque est alors
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décrite par Pévolution des rayons gaussiens initiaux ¢,(0) = —iw,(0)? et ¢,(0) = —iw,(0)?
par la combinaison des différentes matrices ABCD élémentaires : Myg(tp) Mo (t2) M. (2E.)
etMFF(tQ + tF)Mly(ZEZ)-

4.2.3 Structure du mode transverse en présence d’interactions

La divergence du laser a atomes n’est en principe pas le seul effet observable apres la traversée
du condensat. Il a en effet été prédit [37] que I'addition cohérente des diverses fonctions
d’ondes associées aux atomes extraits du condensat devaient conduire a un certain profil
transverse faisant en particulier apparaitre des structures brillantes sur les bords du faisceau,
semblables a des « caustiques ». Etant donné que cette structure transverse est due a l'effet de
champ moyen dans le condensat, elle dépend fortement des parametres du piege : fréquence
d’oscillation et densité atomique. De fait, pour observer ces structures, il est nécessaire d’avoir
un fort confinement, un grand nombre d’atomes, et d’avoir la bonne direction d’observation,

¢’est-a-dire suivant la direction de faible confinement.

Toutes ces conditions ont été rassemblées dans le nouveau dispositif que j’ai démarré en 2001,
puisqu’il permet d’obtenir des condensats purs de 10 atomes, pour une fréquence d’oscil-
lation moyenne de 330 x 330 x 8 Hz3. Le systéme d’imagerie étant cette fois directement
installé suivant 'axe le moins confinant de I'électroaimant (voir figure [£.10)), on observe « de
facto » l'extraction du laser dans sa direction la plus confinée. On observe alors clairement
’analogue des structures prédites dans [37] (caustique), sans toutefois, pour l'instant, obser-

ver les sous-structures dues a la diffraction, sans doute a cause de problemes de résolution

4,182 MHz

en cours de traitement.

4,175 MHz

Fig. 4.10 : Images en absorption de lasers a atomes pour une extraction haute (radio-fréquence a
4.175 MHz) ou basse (radio-fréquence a 4.182 MHz). La durée du couplage est de 10 ms et le temps
de vol de 3 ms. A coté des images expérimentales sont présentées deux graphiques en densité des
trajectoires suivies par les atomes extraits d’un condensat et soumis a la gravité ainsi qu’au champ
moyen créé par les atomes du condensat.
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4.3 Lasers a multimodes cohérents et interférences ato-

miques

w 7 Fig. 4.11 : Les différents régimes de fonc-

- . ' tionnement d’un laser pulsé. (a) faible fré-

; o i quence de modulation (v, = 230 Hz).

- - = * (b) laser quasi-continu avec vy, = 2000

= /' Hz. (¢) Image agrandie d’un laser quasi

i = continu avec vy, = 3000 Hz. (d) A vy =

@ ®) © @ 17000 Hz, effet de lVinstabilité du couplage

sur intensité laser

Les lasers a couplage de modes ou a modes bloqués permettent en photonique de produire des
impulsion laser ultracourtes et d’autres formes utiles de signaux périodiquement modulés.
Dans ces lasers, n’importe quel arrangement d’un ensemble de bandes latérales en fréquence,
ou de modes axiaux dans lesquels les bandes latérales sont exactement équidistantes en
fréquence, produit une enveloppe du signal de sortie qui est périodique temporellement, avec
une période fondamentale égale a I'inverse de l’espacement entre les bandes adjacentes. Ce
« couplage de modes » , ot tous les modes sont couplés avec une amplitude et une phase
fixées (mais pas forcément réguliers), peut étre amélioré quand les bandes latérales ont en
outre toutes la méme phase, ou presque, indépendamment de leurs amplitudes. Cette derniere
situation mene aux impulsions courtes des lasers a modes bloqués. 1l est possible de produire
similairement un laser a atomes a couplage de modes en utilisant un peigne de coupleurs
radiofréquence au lieu d’un seul coupleur radiofréquence (Fig. Le peigne de fréquences
peut par exemple étre créé par une modulation en fréquence ou en amplitude du coupleur

de sortie rf, autour de la fréquence de la porteuse vi.

4.3.1 Analyse du coupleur de sortie modulé

Comme pour les lasers photoniques a modes bloqués par AM ou par FM, on peut comprendre
le fonctionnement du coupleur de sortie modulé par une analyse dans le domaine temporel.
Par exemple, pour le laser FM de la figure la fréquence de la porteuse v, est modulée
sur une largeur de bande § a la fréquence v, et le coupleur de sortie traverse le condensat
deux fois par cycle de modulation. On peut alors distinguer trois régimes de modulations
a partir des données expérimentales : aux basses fréquences de modulation (c.-a-d. v, <
1000 Hz), les atomes du condensat sont couplés chaque fois que le coupleur de sortie est a
résonance (deux fois chaque cycle). Les atomes extraits forment alors des copies distinctes
du condensat (fig. [4.1Th) qui tombent sous l'effet de la gravité. Si on augmente la fréquence
de modulation, ces répliques finiront par se recouvrir pour donner en sortie un faisceau

quasi-continu (Fig. b & c). A une fréquence de modulation encore plus élevée,
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nous pouvons voir réapparaitre une non-uniformité du faisceau laser qui peut étre attribuée
a l'interférence entre les différents atomes successivement extraits du condensat et dont la
phase est modulée par les fluctuations du champ magnétique (Fig. d).

Interférences entre

deux pulses succe’ssifs\ZOO Hz

2000 Hz

Pulses succéssifs
\ 800 Hz
M\f“\ -

400 Hz 2000 Hz

o
N
3
3

Fig. 4.12 : Calcul numérique 1D (a gauche) et données expérimentales (a droite) pour différents
espacements entre les dents du peigne de fréquence. Pour un écart entre deux dents consécutives
inférieur a 1 kHz environ, les impulsions sont bien séparés. Au dela de 1 kHz environ, les impulsions
commencent & se recovvrir les uns les autres (voir calcul pour 1200 Hz), jusqu’a devenir indiscer-
nables (voir calcul 2000 Hz). Les interférences entre impulsions résultantes ne sont pas résolues
expérimentalement. Les conditions pour les calculs numériques comme pour les expériences sont :
10ms de couplage, puis coupure piége, puis 6 ms de temps de vol libre avant imagerie. Rayon du
condensat R, =3.9 um, potentiel chimique #/n = 1400 Hz.

On peut aussi effectuer une analyse plus quantitative en terme d’interférences entre plusieurs
lasers a atomes. Dans cette analyse, on remplace le coupleur modulé par un peigne de fré-
quence, soit une série de coupleurs de sortie équidistants. Si ce peigne de fréquence est tres
dense, ce qui est le cas aux petites fréquences de modulation (v, beaucoup plus faible que la
largeur spectrale du condensat), beaucoup de lasers seront extraits de la cavité magnétique.
Chaque laser aura une phase et une amplitude qui refletent la phase et 'amplitude de la
dent correspondante du peigne, de sorte que le modele d’interférence résultant montre la

modulation de densité (c.-a-d. intensité) a la fréquence de modulation du coupleur de sortie.

Pour comprendre la modulation d’intensité, nous pouvons exprimer le mode laser dans 1’ap-
proximation de champ lointain, c¢’est-a-dire dans le régime de Fraunhoffer de 'optique tradi-
tionnelle. Le mode laser résulte alors de la somme de toutes les amplitudes des lasers mono-
modes. On peut calculer, dans le cadre d’approximation de type WKB, le mode longitudinal
d’un laser atomique d’énergie E pour les parametres expérimentaux de nos expériences (Eq.
. Chaque amplitude aura I’énergie, I’amplitude et la phase appropriées correspondant
respectivement a la fréquence, a 'amplitude et a la phase de la dent relative du peigne. La

combinaison de plusieurs de ces modes d’énergies F différentes donne lieu a un phénomene
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d’interférence. Assez loin de la région de couplage, nous pouvons alors exprimer simplement

I'intensité laser :
Nout (2, 1) = /Y1225, | / flw— wc)e_i(w_wff)'(t_ VE Vg)(dw — wrf)|2). (4.9)

ol f(w — we) est le produit de la distribution de peigne de fréquence par la distribution de
densité du condensat. Nous voyons que le mode de sortie résultant est la transformée de
Fourrier du peigne de fréquences pondéré par la distribution spatiale (i.e. en énergie) du
condensat. Ceci nous permet de comprendre les différentes configurations de lasers a modes
bloqués observées sur les figures et comme le filtrage du peigne de radiofréquences

par le condensat.

800 Hz 1200Hz  1900Hz 3800 Hz 7000 Hz 9000 Hz

Fig. 4.13 : Calcul numérique de la figure d’interférence obtenue pour la combinaison de plusieurs
lasers a atomes dont les énergies sont en progressions arithmétiques. Le mode longitudinal est celui
calculé dans le texte. Le mode transverse résulte du calcul analytique a l’aide des matrices ABCD.
Les conditions expérimentales sont : 10ms de couplage, puis coupure piége, puis 6 ms de temps
de vol libre avant imagerie. Rayon du condensat R, =3.9um, potentiel chimique #/n = 1400 Hz.
On fait ici un calcul a 2D uniquement, ou la direction transverse est celle du quadrupéle (direction
radiale). Echelle verticale : 1.8 mm, horizontale : 0.5 mm. On a représenté symboliquement en bas la
répartition des différents coupleurs radiofréquence a lintérieur de la fonction d’onde du condensat.

Le calcul du mode transverse du laser a atomes utilise une expression similaire a 1’équation
en utilisant maintenant & la fois 'expression du mode longitudinal (Eq. et le mode
transverse calculé par la méthode des matrices ABCD. On obtient la figure d’interférence
entre les différents lasers a atomes, y compris selon les directions transverses. La figure [4.13
présente une application numérique a 2 dimensions, basée sur les calculs analytiques dans la

direction verticale (mode longitudinal) et dans la direction radiale.
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On constate que, pour une fréquence entre deux dents du peigne inférieure au kilo-Hertz, les
impulsions atomiques produites sont bien séparés sur toute I’étendue de I'interférogramme.
Pour une fréquence supérieure, les impulsions commencent a se recouvrir, et donnent lieu a
des franges d’interférences. Si les impulsions se recouvrent beaucoup, ils deviennent indistin-
guables les uns des autres, et on obtient une structure interférentielle complexe et variable
en fonction de I'écartement entre les dents du peigne de fréquence. La plupart du temps,
les figures d’interférences sont plus petites que la résolution de I'imagerie, et donc difficile a
observer. Cependant, dans certains cas (3800 Hz par exemple), il serait envisageable de les
observer. La courbure des structures observée est liée aux termes de « courbures du front
d’onde »des différents lasers a atomes qui interferent. Nous n’avons cependant pas encore eu
I’occasion de mettre en ceuvre les études permettant de mettre ces structures en évidence.
En fait, quand on augmente assez la fréquence de modulation, on peut atteindre la condition
ou seulement une dent de peigne est disponible pour le couplage (image & 9000 Hz sur la
fig. [£.13), et ainsi obtenir un laser & atomes monomode. On peut observer un flux continu
pour une plus basse fréquence, quand beaucoup de modes sont encore couplés. Dans ce cas,
leffet de filtrage mentionné plus haut entraine un lissage de la modulation et on peut par-
ler de laser multimode. Bien que de cohérence longitudinale réduite, ce fonctionnement du
laser a atomes présente toujours des propriétés intéressantes telles qu’une tres bonne colli-
mation transverse comparée aux sources atomiques classiques, accompagné d’une sensibilité

beaucoup plus faible aux imperfections expérimentales que le laser monomode.

4.3.2 Effet de la cohérence entre les impulsions et des interactions

Le couplage multimode peut également étre réalisé avec des atomes juste au-dessus du seuil

de condensation ( 200 nK). Dans ce cas-ci, la longueur de cohérence du nuage atomique
2pih
mkpT

alors encore une structure périodique, mais la taille des pics sera beaucoup plus large (i.e. le

est Ay = ~ 0.4pm, beaucoup plus petite que pour un condensat. On observera
contraste sera réduit [5]). Au contraire, dans le cas d’un condensat de Bose-Einstein, tous les
lasers sont cohérents entre eux, c.-a-d. que leur phase relative est fixe. La figure d’interférence
résultante est donc une succession de pics étroits, la taille étant alors limitée par un déphasage

relatif entre lasers dus aux interactions avec le condensat dont ils sont extraits [20].

4.4 conclusion

Nous avons étudié dans ce chapitre une méthode pour créer un laser a atomes a ’aide d’un
coupleur radiofréquence qui extrait les atomes condensés du piege magnétique. Nous avons
d’une part développé un modele analytique permettant de décrire le processus de couplage
a l'aide de la regle d’or de Fermi, en considérant un état discret (le condensat) et le « conti-

nuum » ot se propage le laser. Ce modele s’applique bien dans le cas des faibles densités
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Fig. 4.14 : En haut : calcul dans le régime de Fraunhoffer de la figure obtenue pour un peigne
RF (modulation de fréquence a 200 Hz en « dents de scie »). Le calcul se base sur les solutions
analytiques développées dans le chapitre. Temps de couplage 10 ms, image prise 6 ms aprés coupure
des champs magnétiques, rayon du condensat R, =3,9 um, potentiel chimique #/h = 1400 Hz. En
pointillé : on ne tient pas compte des interactions entre les atomes dans le continuum et ceux du
condensat. En trait plein : ajout du terme de phase expli.A®in(E)] correspondant a Ueffet des
interactions. La courbe en pointillé a été divisée par § selon son ordonnée pour faciliter la lecture.
En bas : Les données obtenues expérimentalement pour un tel couplage ()On a intégré ici selon la
direction transverse l’image obtenue).

atomiques, c’est-a-dire lorsque les interactions atomiques entre le condensat et le laser a
atomes, caractérisées par p jouent un role négligeable devant I’énergie gravitationnelle. On
peut en fait rapidement sortir de ce régime (mgAz ~ 10 kHz et p ~ 5 kHz dans la plupart
des cas) et nous avons déja observé une modification de la puissance de couplage critique
(figure . Cet aspect est trés important pour d’autres mises en ceuvre de se processus de
couplage, avec des atomes plus légers ou dans un guide atomique par exemple. Grace a la
stabilité de notre montage initial, encore amélioré dans le montage de Source Cohérente
Versatile, nous avons pu observer l'effet de la traversée du condensat par le faisceau laser
atomique : effet de lentille divergente di aux interactions et dernierement effet de caustiques.
Tout ceci montre que beaucoup de travail est encore nécessaire avent de pouvoir parfaite-
ment maitriser et comprendre le laser a atomes, une question particulierement importante,
la cohérence du faisceau, n’étant encore pratiquement pas résolue. Notons enfin que cette
technique de couplage radiofréquence est tout a fait adaptées au couplage d’un faisceau laser

dans un guide atomique monomode optique, ce que nous sommes en train d’étudier.
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Fig. 4.15 : Images en absorption d’un laser a atomes couplé dans un guide atomique réalisé a
Vaide d’un faisceau laser (A = 1064 nm) focalisé sur 25 pm.
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I LE CONTEXTE W En 2001, Eric Cornell, Carl Wieman et Wolfgang  Bose-Einstein ». Grace a des techniques perfectionnées de refroi-
Ketterle ont recu le prix Nobel de physique pour la fabrication, six ~ dissement des gaz d’atomes, ils avaient forcé tous les atomes a
ans plus tot, d’'un nouvel état de la matiére : le « condensat de  adopter le méme comportement, a U'instar des photons dans un

laser 2

en quéte d'un

LE PIC ETROIT QUI SE FORME progressive-

ment ci-dessus est caractéristique d’un conden-

sat de Bose-Einstein, dans lequel tous les atomes pos-
sedent les mémes propriétés et se comportent de la méme
maniére. Quand on laisse ces atomes s’échapper du piége
ou ils sont formés (ci-contre, page 41), ils tombent sous
l’effet de la gravité et forment alors un faisceau d’atomes
identiques, c’est-a-dire un laser a atomes.
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laser. Les physiciens en ont immédiatement relevé l'intérét pour
plusieurs applications pratiques. Aujourd’hui, plus de 100 équipes
travaillent sur ce sujet. En outre, alors que les lasers avaient

PHYSIQUE

mis plus de vingt ans a sortir des laboratoires de recherche, les
lasers a atomes commencent a intéresser les industriels a peine
huit ans aprés leur découverte.

atomes

futur industriel

Dans les années soixante, les physi-
ciens domestiquaient la lumiere dans
les lasers. Depuis 1995, ils savent
également apprivoiser la matiere dans
les « condensats de Bose-Einstein »,
dans lesquels il est impossible de dis-
tinguer les atomes les uns des autres.
En les laissant s’échapper, on crée un
laser a atomes. A quand les applica-
tions pratiques ?

aisses de supermarché, lecteurs de DVD,
imprimantes de bureau, etc. : les lasers sont
omniprésents. Les qualités de la lumiere laser
ont fait son succes. Par exemple, le seul fait
que tous les photons émis par un laser soient
rigoureusement identiques permet que sa longueur d’onde
soit parfaitement définie et que le faisceau reste tres fin
sur de longues distances.
Utiliserons-nous tout aussi naturellement des « lasers a
atomes » dans quelques années ? Ces dispositifs, qui émet-
tent des jets d’atomes tous rigoureusement identiques les
uns aux autres, existent déja dans quelques laboratoires
de recherche fondamentale. Ils sont toutefois encore rudi-
mentaires. Comme les premiers lasers mis au point dans les
années soixante, ils sont volumineux, cotiteux et difficiles
a maitriser. Mais avec quelques progres, et pour peu que des
industriels s’y intéressent, les lasers & atomes pourraient,

dans les années a venir, devenir indispensables dans de
nombreuses applications.

Comme pour beaucoup de découvertes reposant sur les
lois de la mécanique quantique, c’est Einstein qui a éla-
boré les principes qui sont a la base du laser a atomes. En
Poccurrence, il s’est appuyé sur les travaux théoriques du
physicien indien Satyendranith Bose. En 1924, ce dernier
lui avait envoyé un article dans lequel il expliquait une
propriété du rayonnement lumineux (le « rayonnement
du corps noir ») par le comportement statistique étrange
des photons. Bose prévoyait que, au lieu de se répartir au
hasard comme des billes, les photons avaient tendance
a s’agréger. Einstein a étendu ce raisonnement aux atomes.
Il a montré que, dans certaines conditions, les atomes
d’un gaz peuvent de la méme fagon se « condenser » et
former une seule entité, qui se comporte comme une onde
géante.

Dans cette nouvelle phase de la matiére, nommée « conden-
sat de Bose-Einstein », les atomes sont tous rigoureuse-
ment identiques. Bien entendu, ils correspondent tous au
méme élément chimique mais, de surcroit, leurs caracté-
ristiques individuelles sont les mémes : ces atomes se dépla-
cent a la méme vitesse et occupent un minuscule espace
dans lequel ils se confondent les uns avec les autres. Ils
sont absolument indiscernables.

En 1925, le physicien d’origine autrichienne Wolfgang
Pauli a montré que cette condensation n’est possible que
pour les photons et pour les atomes ayant un nombre pair
de particules (protons, neutrons et électrons), qualifiés de
« bosons ». Les autres atomes, ainsi que les électrons, sont
des « fermions », qui tendent au contraire a s’éviter les uns
les autres. Ces derniers peuvent étre considérés comme
« individualistes », alors que les bosons seraient plutdt =
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* Les alcalins sont
une famille
d’éléments chimiques
aux propriétés
semblables situés

sur la premiére
colonne du tableau
de classification
périodique

de Mendeleiev.

Fig.1 Les quatre étapes de production d’un faisceau laser a ato

"

> des moutons de Panurge. Les physiciens Enrico Fermi
et Paul Dirac ont établi en 1926 les lois statistiques du
comportement de ces fermions.

Dans un condensat de Bose-Einstein, les atomes sont donc
dans la méme situation que les photons dans un laser :
toutes les particules sont identiques et possedent les mémes
propriétés quantiques. De ce point de vue, un condensat
d’ott 'on extrait des atomes est donc un laser a atomes
(lire « Le condensat qui venait du froid », ci-contre).

Les fondements théoriques du laser a atomes ont ainsi été
posés dans la premiere moitié du XX¢ siecle. Mais le passage
de la théorie a application s’est révélé tres long, de la
méme facon que le laser : le principe fondamental qui per-
met de fabriquer des photons tous identiques, 'émission
stimulée, avait été imaginé des 1917 mais n’a été mis en
ceuvre que dans les années soixante. Il avait fallu surmon-
ter de nombreuses difficultés scientifiques, et technolo-
giques, qui ont fait I'objet de deux prix Nobel.

Le pari risqué de ’hélium

Pour le condensat de Bose-Einstein, les difficultés ont été
encore bien plus grandes. Premier obstacle : la condensa-
tion nest possible qu’a tres basse température, de quelques
milliardiemes de kelvin. 1l fallait donc apprendre a refroi-
dir suffisamment des atomes. Ce n’est quen 1995 quEric
Cornell et Carl Wieman, de I'institut JILA (Colorado), ont
obtenu un condensat d’environ 2 000 atomes de rubidium,
a une température de 20 nanokelvins. Quatre mois apres,
de fagon indépendante, Wolfgang Ketterle, au MIT, en a
formé un autre, de plusieurs centaines de milliers d’atomes

- Atomes
~ Atomes refroidis

'

1. Refroidissement optique

de sodium. Ils ont partagé le prix Nobel de physique en
2001 pour ces réalisations.

Tres vite, Wolfgang Ketterle, qui disposait de suffisamment
d’atomes dans son condensat, a tenté d’en extraire un fais-
ceau. Il a pour cela manipulé 'aimantation des atomes a
l'aide de champs magnétiques oscillants, afin de permettre
a une partie d’entre eux de sortir du piege magnétique
quil utilisait pour les confiner et les refroidir. Ces atomes,
en tombant par gravitation, formaient un faisceau qui suf-
fisait a définir un laser a atomes.

Pour notre part, au laboratoire Charles-Fabry, a Orsay,
nous nous sommes intéressés aux condensats de Bose-
Einstein des 1995. Cela en compétition vive — mais néan-
moins amicale — avec le laboratoire Kastler-Brossel de
I’Ecole normale supérieure. Notre choix s’est porté sur le
rubidium et ’hélium, car nous possédions déja des expé-
riences du refroidissement de ces atomes, que 'on peut
manipuler avec des lasers conventionnels. Le rubidium, déja
condensé par 'équipe de JILA, nous a permis d’apprendre
les techniques de condensation et de mettre au point
de nouvelles expériences sur un atome connu. En 1998,
nous sommes ainsi arrivés a produire un condensat de
rubidium.

Miser sur Phélium était en revanche un pari risqué : jusque-
la — et C’est encore vrai aujourd’hui —, tous les autres élé-
ments avec lesquels on avait fabriqué des condensats étaient
de la famille des alcalins* (hydrogene, lithium, sodium,
potassium et rubidium). Or, ’hélium ne fait pas partie de
cette famille : C’est un gaz rare. Nous n’étions donc pas du
tout certains qu’il se laisserait condenser. En effet, lorsque

2. Piégeage magnétique

© INFOGRAPHIES : CHRISTOPHE CHALIER

En présence d’un champ magnétique créé par des bobines, les six lasers exercent
une « pression de radiation » sur les atomes pour les refroidir et les pousser vers le
centre du piége. A droite, représentation du piege a deux dimensions : les atomes les
plus lents (froids) restent piégés ; les plus rapides sont ralentis ou passent au travers
du piege.

Un champ magnétique puissant confine les atomes au centre du piege. En
effet, chaque atome posséde un petit dipéle magnétique. A droite, la repré-
sentation de I’énergie des atomes dans le piege : seuls les atomes possédant
un dipole magnétique orienté dans le bon sens sont retenus dans le piege
et ralentis, les autres s’échappent.
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I'on refroidit les atomes en « évaporant »
les plus chauds d’entre eux, il arrive sou-
vent que 'on en perde trop. Toute la diffi-
culté de Pexpérience consiste a trouver la
bonne allure de refroidissement pour
minimiser les déperditions. Mais, pour cer-
tains atomes, les pertes sont par nature
toujours trop importantes pour obtenir
un condensat. On a longtemps cru que
Cétait le cas pour le césium, sur lequel des
équipes ont échoué de nombreuses fois
dans le passé, avant de réussir a la fin 2002.
Or, nous ne savons pas calculer a prioriles
pertes d’atomes. En cas d’échec, donc, nous
ne savons pas si celui-ci est d a expé-
rience — qui dans notre cas n’était pas
encore au point — ou s’il est physiquement
impossible d’obtenir un condensat avec
I’hélium.

En février 2001, apres plusieurs années de
recherches intensives pendant lesquelles
nous avions construit et testé notre expé-
rience, le résultat est apparu subitement.

PHYSIQUE

BRI Le condensat qui venait du froid

ILOBTENTION D’UN CONDENSAT DE BOSE-EINSTEIN,
PRECURSEUR DU LASER A ATOMES, nécessite de refroidir
ces derniers a des températures extrémement basses,
de quelques milliardiemes de kelvin [fig.1]. Refroidir équi-
vaut a ralentir ces atomes le plus possible. Paradoxa-
lement, ce sont les lasers, pourtant capables de bri-
ler fortement la matiére, qui ont permis de réaliser des
refroidissements tres poussés. Dans les années quatre-
vingt, plusieurs équipes ont développé des techniques
de refroidissement fondées sur les lasers, qui for-
maient un piege optique. Des températures tres faibles
ont ainsi été atteintes, de quelques microkelvins
(2076 kelvin, soit quelques millioniemes de degrés
au-dessus du zéro absolu). Mais les atomes restaient
encore trop chauds. Pour aller plus loin, il faut arré-
ter des lasers. C’est peut-étre pourquoi ce ne sont pas
les équipes les plus avancées dans le refroidissement
par laser qui ont obtenu les premiers condensats de
Bose-Einstein : difficile d’éteindre les lasers qui avaient

apporté tant de résultats ! Les physiciens ont rajouté
un piege magnétique, formé par un champ magnétique
inhomogeéne, nul au centre du dispositif et croissant
au fur et amesure que 'on s’éloigne du centre, empé-
chant les atomes de sortir du piege. La derniére
étape, dite de refroidissement évaporatif, consiste a
laisser s’échapper les atomes les plus chauds, pour
refroidir 'ensemble. Exactement comme [’évapora-
tion au-dessus d’une tasse de café refroidit le breu-
vage. Pour chasser les atomes chauds, on ajoute un
champ magnétique oscillant quitronque le piege a une
énergie bien définie. Les atomes les plus chauds (donc
les plus rapides) s’échappent ainsi du piége, alors que
les plus lents sont rattrapés par le champ
attractif avant d’avoir pu étre éjectés par le champ
répulsif. En diminuant peu a peu la hauteur du piege
(en changeant la fréquence du champ oscillant), on
permet a des atomes de moins en moins rapides de
s’échapper, et seuls les atomes les plus froids restent.

Depuis quelques semaines déja, nous détections quelques
atomes refroidis commengant a s’agréger. Mais le signal
grossier représentant la densité d’atomes au centre du
piege disparaissait aussitot, et nous ne comprenions pas
pourquoi. Un soir, alors que la majorité des membres de
I’équipe était déja partie, Olivier Sirjean, alors en premiere
année de these, a décidé de continuer a refroidir les atomes

Energie

Un champ magnétique oscillant (au-dessus des atomes) change l'orientation des
dipoles magnétiques aux bords du piége. Les atomes les plus chauds (a droite, en rou-
ge) s’échappent ainsi du piege : ils s’« évaporent ». Les plus froids (en violet) restent
piégés. ’énergie moyenne des atomes diminue. La difficulté consiste a refroidir
suffisamment les atomes (afin d’obtenir un condensat) sans en perdre trop.

sans chercher a comprendre pourquoi le signal dispa-
raissait. Tout & coup, il a vu un signal plus fin, montrant
quenviron 100 000 atomes étaient dans le méme état. 1l
nous a téléphoné immédiatement. Le temps que nous
arrivions, le condensat était la. Une semaine apres, le labo-
ratoire Kastler-Brossel parvenait au méme résultat [1].

Ce succes nest pas simplement un condensat de plus >

Con

Gravité
terrestre

densat de Bose-Einstein

Faille dans la cavité

l I Faisceau

d’atomes identiques

Le champ magnétique oscillant (au-dessus du condensat) est réglé pour
changer l’orientation de quelques dipoles magnétiques et libére les atomes
au centre du piege. On obtient ainsi un « trou » dans le piege (a droite). Les
atomes ainsi libérés forment le faisceau d’un laser a atomes. Ils sont comp-
tabilisés par le détecteur situé au-dessous du condensat.
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[1] La Recherche, 343, 10,
2001.
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LE DISPOSITIF EXPERIMENTAL DE FABRICATION D’UN CONDENSAT de Bose-Einstein d’atomes
d’hélium.

PN

> dans la gibeciere des physiciens ! En effet, nous avons
utilisé des atomes d’hélium dans un état excité : ils conser-
vent, « cachée » en eux, une énergie considérable, équi-
valente a une température de quelque 200 000 kelvins.
Nous obtenons cet état en bombardant préalablement les
atomes d’hélium par des électrons. Bien que ces atomes
excités aient une durée de vie finie (d’environ deux heures),
ils sont bien plus faciles a manipuler avec des lasers que les
atomes d’hélium dans leur état fondamental. En outre,
ces atomes excités sont plus faciles a détecter : lorsqu’ils
frappent une surface, ils liberent cette énergie en y arra-
chant des électrons, ce qui revient a créer un courant élec-
trique, facilement mesurable avec une grande précision.
Sans cette technique de détection, la seule maniere de dis-
tinguer les atomes du laser est de les éclairer avec un fais-

MIIE]II La « couleur » du laser a atomes

HUN LASER OPTIQUE EMET UNE LUMIERE de couleur bien définie : tous les photons pos-
sedent la méme longueur d’onde, qui définit la couleur. Quelle est la couleur d’un
laser a atomes ? La réponse se trouve dans les travaux du physicien francais Louis de
Broglie, qui a montré au début du XXe siécle que chaque particule pouvait aussi étre consi-
dérée comme une onde, dont la longueur est inversement proportionnelle a sa vitesse.
Un atome d’hélium d’un condensat, évoluant par exemple a une vitesse de 10 centimétres
par seconde, possede ainsi une longueur d’onde de 1 micrométre : sa couleur corres-
pond donc a Uinfrarouge. Lorsque les atomes du laser tombent sous l'effet de la pesan-
teur, leur vitesse augmente et leur « couleur » change, passant du rouge au bleu.

44 \n RECHERCHE | SEPTEMBRE 2003 | N2 367

ceau lumineux et d’observer leur ombre (voir photo p. 41).
En parallele avec ce travail sur ’hélium, nous poursui-
vions notre travail avec le condensat de rubidium. En par-
ticulier, nous cherchions a mieux maitriser ’extraction
des atomes. En effet, lors des premieres expériences de
laser & atomes au MIT, les atomes sortaient par bouffées.
Nous avons réussi a mieux controler les champs oscil-
lants, et a extraire plus régulierement les atomes pour
obtenir un seul faisceau régulier.

Le défi de la continuité

Lun des principaux aspects de la mise au point de lasers
a atomes concerne aujourd’hui la possibilité d’émettre en
continu des jets atomiques. Un laser a atomes qui fonc-
tionnerait sans discontinuer constituerait une avancée
importante. De la méme fagon, les premiers lasers optiques
n’émettaient que des impulsions bréves, entre lesquelles il
fallait « recharger » le laser. Mais il n’avait pas fallu plus
de six mois pour concevoir des lasers continus : la création
de photons a partir d’énergie électrique ne pose pas de
probleéme. En revanche, dans un laser a atomes, nous ne
créons pas ces derniers : ils préexistent, évidemment. 11
faut donc en apporter de extérieur si nous voulons rechar-
ger nos condensats de Bose-Einstein d’ou1 sont extraits les
faisceaux. Toute la difficulté est de le faire sans détruire
le condensat lui-méme.

Pour fabriquer des lasers a atomes utilisables en continu,
deux stratégies sont aujourd’hui a 'étude. La premiere
consiste a fabriquer des condensats, puis a les déplacer
vers un réservoir d’ott les atomes sont extraits en continu.
Nous savons en effet fabriquer des « pinces optiques »,
formées d’un laser exercant une action mécanique sur les
atomes et capables de déplacer les condensats sans les
détruire. Notre équipe a entrepris la construction d’'un
montage expérimental dans ce but.

Lautre stratégie intéressante, étudiée notamment au labo-
ratoire Kastler-Brossel, est de mener de pair la formation
du condensat et I'’écoulement du laser a atomes. Les cher-
cheurs introduisent des atomes dans un guide, sorte de
long tuyau guidant magnétiquement les atomes, et les
refroidissent pendant leur traversée selon les méthodes
classiques de refroidissement évaporatif (lire « Le conden-
sat qui venait du froid », p. 43). Leur difficulté principale
est de charger le guide en continu. Bien entendu, lorsque
l'une de ces deux approches (ou les deux) aura réussi, il
faudra ensuite augmenter le flux d’atomes, puis miniatu-
riser ces dispositifs, qui mesurent encore plusieurs metres
de long.

Toutefois, des applications sont d’ores et déja accessibles
aux lasers a atomes pulsés. Ceux-ci sont capables d’émettre
des atomes pendant une fraction de seconde avant d’étre
rechargés en quelques dizaines de secondes. Plusieurs dis-
positifs fonctionnant déja grice aux sources d’atomes
froids ont tout a gagner des lasers a atomes. Cest le cas
notamment des horloges atomiques, qui permettent de



mesurer le temps avec des précisions inégalées et sont uti-
lisées aussi bien en astronomie ou en physique atomique
que dans les télécommunications ou le systéme de repérage
GPS. Leur principe : mesurer le plus exactement possible
les oscillations naturelles du noyau de césium, qui vibre
9192 631 770 fois par seconde. Or, le mouvement des
atomes de césium perturbe cette mesure. D’ou l'intérét
de les refroidir davantage, en formant un condensat de
Bose-Einstein. Les progres seraient alors comparables a
ceux qu’ont apportés les lasers optiques par rapport aux
faisceaux lumineux traditionnels.

Autre application trés prometteuse : les gyrometres, qui
sont tres utilisés pour la navigation, pour les mesures
géologiques ou pour vérifier expérimentalement avec une
grande précision des effets prévus par les théories. Un
gyrometre mesure une vitesse de rotation en analysant
la modification du trajet d’un faisceau lors des change-
ments de direction. Les faisceaux d’atomes sont plus
sensibles aux mouvements a cause de leur masse, et sont
potentiellement bien plus précis que les faisceaux laser.
Déja, les gyrometres utilisant les atomes froids sont
comparables aux meilleurs gyrometres a laser optique.
Un projet spatial baptisé Hyper, prévoyant d’installer des
gyrometres a atomes froids dans I'espace, est actuelle-
ment a ’étude & ’Agence spatiale européenne (ESA).
Il servirait a vérifier expérimentalement certains effets
prévus par la relativité générale, détectables a proximité
d’une masse en rotation comme la Terre. Lorsque les
lasers a atomes seront utilisables dans de tels projets,
ils offriront une bien meilleure précision, car ils seront
alors mieux focalisés et plus intenses.

Une nécessaire miniaturisation

Les lasers a atomes semblent également prometteurs dans
un domaine trés prospectif : l'informatique quantique,
dans laquelle chaque unité d’information (bit) est portée
par un atome individuel (contre plusieurs centaines de
milliers d’atomes aujourd’hui). Une des propositions pour
fabriquer un ordinateur quantique consiste a disposer
régulierement les atomes sur une surface et a controler
les échanges d’informations entre eux. Or, I'interaction
entre un faisceau organisé de lumiere (laser optique) et
un faisceau organisé de matiere (laser a atomes) peut per-
mettre de piéger préférentiellement des atomes sur des
sites régulierement espacés, et former ainsi la trame d’un
futur ordinateur quantique.

Les applications des lasers a atomes ne seront pas néces-
sairement celles prévues au départ. De méme, pour les
lasers, qui avait prévu que 'une des principales applica-
tions serait lenregistrement audiovisuel ? Toutes ces appli-
cations nécessiteront une importante miniaturisation des
techniques de manipulation des atomes. De nombreux
efforts sur la fabrication de « puces a atomes », dans les-
quelles le condensat serait contenu dans un centimetre
carré, portent leurs fruits : nous savons fabriquer des cir-
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CETTE « PUCE A ATOMES », d’une surface de 1 cm2, permet de fabriquer et de guider
les condensats, ouvrant la voie a la miniaturisation des lasers a atomes.

cuits imprimés par micro-lithographie dans lesquels des
champs magnétiques piegent et guident les atomes
condensés. Grace a nos puces atomiques, nous envisa-
geons de créer des milliers de pieges par centimetre carré,
joints par des zones de guidage.

Le condensat de Bose-Einstein connait aujourd’hui un
succes qu’Einstein n’aurait certainement pas imaginé,
lui qui semblait sceptique sur sa découverte. Trois groupes
travaillaient sur ce sujet en 1995. Nous sommes aujour-
d’hui plus de cent, dont plusieurs laboratoires en France,
cherchant a la fois & mieux comprendre la condensation
et les interactions entre les atomes, mais aussi a fabri-
quer des lasers a atomes continus et a développer leurs
applications : 7 types d’atomes ont été condensés, et ce
n’est pas fini. Plusieurs industriels suivent de pres ces
recherches en co-finangant des theéses, mais néanmoins
sans s’engager plus avant pour l'instant. Les lasers a
atomes ne demandent qu’a sortir des laboratoires pour
conquérir les industries de pointe, voire a plus long
terme notre vie quotidienne. Certes, ’obtention du
condensat n’est pas encore une expérience de routine
mais, au fur et a mesure, nous apprenons a simplifier et
miniaturiser les dispositifs. Il

C.W,P.B.etC. M.
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B Alain Aspect et Jean Dalibard, « Le refroidissement des atomes
par laser », La Recherche, janvier 1994.
http://atomoptic.iota.u-psud.fr

Le site des auteurs de l'article.
www.lkb.ens.fr/recherche/atfroids/

Des explications sur le refroidissement des atomes.
www.colorado.edu/physics/2000/index.pl

En cliquant sur « The atomic lab », puis sur « Bose-Einstein conden-
sation », vous accéderez a des animations trés pédagogiques sur
les condensats et le refroidissement.
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Quasicontinuous Atom Laser in the Presence of Gravity
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We analyze the extraction from a trapped Bose-Einstein condensate to a nontrapping state of a coherent
atomic beam and its subsequent fall, at 7 = 0 K. Our treatment fully takes gravity into account but
neglects the mean-field potential exerted on the free falling beam by the trapped atoms. We derive
analytical expressions for the output rate and the output mode of the quasicontinuous “atom laser.”
Comparison with experimental data of Bloch et al. [Phys. Rev. Lett. 82, 3008 (1999)] is satisfactory.
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Bose-Einstein condensates (BEC) of dilute alkali vapors
[1] constitute a potential source of matter waves for atom
interferometry, since they are first-order coherent [2]. Vari-
ous schemes for “atom lasers” have been used to extract a
coherent matter wave out of a trapped BEC. Pulsed devices
have been demonstrated by using an intense spin-flip radio
frequency (rf) pulse [3], gravity-induced tunneling from an
optically trapped BEC [4] or Raman transitions [5]. Qua-
sicontinuous output has been obtained by using a weak rf
field that continuously couples atoms into a free falling
state [6]. This “quasicontinuous” atom laser promises
spectacular improvements in application of atom optics,
for example, in the performances of atom-interferometer-
based inertial sensors [7].

Gravity plays an important role in outcoupling: in the
case of rf outcouplers, it lies at the very heart of the ex-
traction process, as will be shown in this Letter. However,
most of the theoretical studies do not take gravity into ac-
count (for an up-to-date review, see Ref. [8]). Although
gravity has been included in numerical treatments [9] rele-
vant for the pulsed atom laser of [3], to our knowledge,
only the one-dimensional (1D) simulations of Refs. [8,10]
treat the quasicontinuous case in the presence of gravity,
and the results of [10] compare only qualitatively to the
experimental data of [6].

In this Letter, we present a three-dimensional (3D)
analytical treatment taking gravity fully into account. To
compare with the experimental results of [6], we specifi-
cally focus on rf outcouplers. The extraction of the atoms
from the trapped BEC and their subsequent propagation
under gravity are analytically treated in the case of quasi-
continuous outcoupling with appropriate approximations,
discussed in the text. We derive an expression for the
atom laser wave function and a generalized rate equation
for the trapped atoms that agrees quantitatively with the
experimental results of [6].

We consider a 8Rb BEC in the F = 1 hyperfine level
at T = 0 K. The m = —1 state is confined in a harmonic
magnetic potential Viryp = %M(a)f)ﬂ + wiy? + wld).
A rf magnetic field B, = By cos(w,¢t)ex can induce tran-
sitions to m = 0 (nontrapping state) and m = +1 (ex-
pelling state). The condensate three-component spinor
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wave function W' = [/ ],,——10.+1 obeys a set of cou-
pled nonlinear Schrodinger equations [11]. We consider
the “weak coupling limit” [12] relevant to all experiments
done so far with a quasicontinuous atom laser [6]. In
this regime to be defined more precisely later, the cou-
pling strength is low enough that the populations N,, of
the three Zeeman sublevels obey the following inequality:
Ny; < Nog < N_j. In the rest of this paper, we therefore
restrict ourselves to m = —1 and m = 0, and set the total
atomic density n(r) = |¢_;(r, 1)|?.

At this stage, the components i, = i, e’ obey,
under the rotating wave approximation, the following two
coupled equations:

_ nQ
ih al,b 1 rf

2

= [y + HoaJp-1 + o, (1)

ih (")a_l,/;() = ﬂolﬂg + ﬁ(;rf
with H_| = p2/2M + Vip + Ulgp—1|*> and Hy =
p2/2M — Mgz + Ul—1|>. The strength of interactions
is fixed by U = 47w h?>aN /M, a = 5 nm being the diffu-
sion length, and N the initial number of trapped atoms.
The rf outcoupler is described by the detuning from the
bottom of the trap /6, = Vopr — hiwy and the Rabi
frequency Q) = /.LBBrf/Z\/z (taking the Landé factor
gr = —1/2). The origin of the z axis is at the center of
the condensate, displaced by gravity from the trap center
by Zeae = &/ w?. We have taken the zero of energy at
z = 0in m = 0, so that the level splitting at the bottom
of the trap is Vo = upBo/2 + Mg2/2a)i (By is the
bias field).

The evolution of the m = —1 sublevel at T = 0 K is
described [13] by a decomposition of the wave function
into a condensed part and an orthogonal one that describes
elementary excitations (quasiparticles). As J{_; depends
on time through |¢_1|, both the coefficients and the eigen-
modes depend on time. However, we assume an adiabatic
evolution of the trapped BEC [14], so that the uncondensed
component remains negligible and

p-1, 2)

Yo(t.r) = a(t)py (v, " JlpVmradar 3
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where a(r) = [N—(r)/N]"/2. The time-dependent ground
state ¢_1, of energy u is, in the Thomas-Fermi (TF)
approximation [13], ¢_(r,1) = (u/U)/[1 — 71 —
221172, where 71 = (x/x0)2 + (y/y0)? and % = z/zo
are such that ?i + 72 = 1. The BEC dimensions
are, respectively, xo = Qu/Mw?)'/? and yo = zo =
(2u/Mw?)'/2. The condensate energy is given by u =
(hw/2) (15aN_1/0)?3 [we have set w = (w,w7)/3
and o = (i/Mw)"/?]. The time dependence of ¢_;
is contained in w, xg, yo, and zg, which decrease with
N_i(¢). In the following, we will take typical val-
ues corresponding to the situation of [6] (reported in
[10]): N =7 X 10° atoms initially, @, = 27 X 13 Hz
and w, = 27 X 140 Hz, which gives xo = 55.7 um,
70 = 5.3 um, and w/h =~ 2.2 kHz.

For the m = 0 state, the Hamiltonian of Eq. (2)
with Qs = 0 becomes in the TF approximation [15]:
Hy = p2/2M — Mgz + pmax[0,1 — 71 — #2].
There is a clear hierarchy in the energy scales associated
with each term in JHy. For the atom numbers involved in
current experiments, u/Mgzg is small, and the mean-field
term is only a perturbation as compared with gravity. The
leading term is therefore the gravitational potential that
subsequently converts into kinetic energy along z. By
contrast, the transverse kinetic energy (along x and
y) remains small.  Therefore, we neglect the spa-
tial variations of the mean field potential and con-
sider in the following the approximated Hamiltonian
Hy =~ p?/2M — Mgz.

The eigenstates of Hy are factorized products of one-
dimensional wave functions along the three axes. In the
horizontal plane (x,y), the eigenstates are plane waves
with wave vectors k,, k, that we quantize with periodic
boundary conditions in a 2D box of size L. Conse-
quently, the wave function is ¢y (x,y) = L~ !eikxthy)
and the density of states p,, = L?/47>. Along the
vertical direction z, the normalizable solution of the

1D Schrodinger equation in a gravitational field is [16]
(ZEZ)

o =A-Ai(—{g), where Ai is the Airy function
of the first kind and (g, = (z — zg.)/l. The classical
turning point zg, = —E;/Mg associated with the vertical
energy E, labels the vertical solution; [ = (h2/2M?g)'/3
is a length scale, such that | < xg, yo,zo (for 3’Rb, | =
0.28 um). In order to normalize Ai and to work out
the density of states, we restrict the wave function to
the domain ]—o, H], where the boundary at z = H
can be arbitrarily far from the origin. In ]—o,zg ],
Ai falls off exponentially over a distance /, while it
can be identified with its asymptotic form Ai(—s) =
w2574 cos(2532/3 — 7 /4) for s = 0. To lead-
ing order in H, by averaging the fast oscillating
cos? term to 1 /2, we obtain the normalization factor
A = (wH~'2/1)'/2. The longitudinal density of states
follows from p.(E,) =h 'dV/dE., where V =
[dzdp, 0(E, — p?/2M + Mgz) (with 6 the step
function) is the volume in phase space associated with
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energies lower than E,. We restrict the z space to the
domain defined above, and the p, space to p, = 0.
In this way, we do not count the component of Ai
that propagates opposite to gravity [17]. We obtain
p.(ze.) = (1/2w1)H'?. Finally, the output modes are

given by qb(g”)(r) = ¢g (x, y)(b(()ZEz)(z), where n stands
for the quantum numbers (ky, ky, z¢.), and the density of
modes is p§’3 = (1/873)L2H'?/I.

Thus, the problem is reduced to the coupling of
an initially populated bound state m = —1, of en-
ergy E_| = héys + pu to a quasicontinuum of final
states m = 0, with a total energy Ey’ = R (ky + k3)/
2M — Mgzg.. A crucial feature in this problem is
the resonant bell shape of the coupling matrix element

Wi = (ﬁQrf/z)(gi)(()") | ¢—1). We work out the overlap

integral 1" = (¢ | $_1) in reduced cylindrical coor-
dinates (r,,0,%) and set k%> = (kux0)*> + (kyyo)>. We
integrate over 6 and 77, and transform the sum over z
with the Parseval relation [18] to obtain / ) = 27 Axoyo/
L(u/U)Y2 [T 5k, v)e!@/D0*3=vze/D gy In  this
integral, g is the Fourier transform with respect to
z of g(k,z) = (pcosp — sinp)/k3, with p(k,3) =
k(1 — 2)Y2, and (2m) "1/l /37vie/D the Fourier
transform of Ai. Since zo/I > 1, the integrand averages
to zero out of a small neighborhood of the origin, where
the linear term in v is dominant. We obtain in this way

Al [ ~
1" =27 — | k.zx). 4
T\ xoyog(k, zE.) “4)

This overlap integral is nonvanishing only if the ac-

cessible final energies E((Jn) ~ F_| are approximately
restricted to an interval [—A/2,A/2], where A =
2Mgzo ~ 22.7 kHz. This gives a resonance condition for
the frequency w;s [6,14]:

|7id:] = Mgzo. &)

Two different behaviors can be expected in such a situa-
tion [14,19]. In the strong coupling regime (hl' > A,
where I is the decay rate worked out with the Fermi golden
rule), Rabi oscillations occur between the BEC bound state
and the narrow-band continuum. This describes the pulsed
atom laser experimentally realized by Mewes et al. [3].
Conversely, in the weak coupling limit (k" << A), oscil-
lations persist only for ¢+ < ¢, = h/A, while for r = .,
the evolution of the BEC bound state is a monotonic de-
cay. We have numerically verified this behavior on a 1D
simulation analogous to [10] (see Fig. 1a).

Equation (2) can be formally integrated [14] with
the help of the propagator Gy of Hy: Wy(r,t) =
‘};“ [odt’ [ &P Go(r,t;x', ¢ )W_i(r',¢'). Together with
Egs. (1) and (3), we can derive an exact integro-
differential equation on a?, the fraction of atoms re-
maining in the BEC. In the weak coupling regime, the
condition A" <« A expresses the fact that the memory
time of the continuum ¢ is much shorter than the damping
time of the condensate level. This allows one to make
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FIG. 1. (a) A 1D numerical integration of the time evolution of
the laser intensity starting with ~2000 atoms for ),y = 300 Hz
shows that, for ¢+ > ¢., a quasisteady state is achieved. (b) The
spatial intensity profile of the atom laser according to Eq. (9) is
shown for ¢ > t..

a Born-Markov approximation [14,20], which yields the
rate equation:

dN_,
dt

The output rate I" is given by the Fermi golden rule. By
neglecting the transverse kinetic energy as compared to
E_;, we obtain

I _17zh _ 2P

02 3 A max[0,1 — -], (7
with 3 = —2E_;/A. The rate equation (6) is nonlin-
ear, since I' depends on N_; through A = 2Mgzy. From
Eq. (7) and the condition for weak coupling Al' < A,
we deduce a critical Rabi frequency Q§ ~ 0.8A /7 below
which a quasicontinuous output is obtained. Moreover,
we have assumed from the beginning that the BEC decay
was adiabatic. This requires |0h—1/dt] ~ Tu < 6(2,-)/5,
where €(;) is the energy of the ith quasiparticle level in the
trap. Taking €;) = fiw,, we deduce from Eq. (7) a con-
dition on the Rabi frequency: Q. < 1.6(g/z0)"/2. This
condition turns out to be much more stringent than the con-
dition for weak coupling Q¢ < QF.

To compare our model to the data of Bloch et al. [6], we
have numerically integrated Eq. (6) with the output rate (7)
and their experimental parameters. We show in Fig. 2a (re-
spectively, Fig. 2b) the number of atoms remaining in the
|F = 1,mp = —1) (respectively, |F = 2;mg = 2)) con-
densate after a fixed time as a function of the detuning. In
the latter case, the condensate is coupled to the continuum
via the intermediate state |[F = 2; mp = 1). If we neglect
the mutual interaction between these two bound states, the

= —I'(N-)N-. (6)

o
o

o
(V)

Number of Atoms left (x 106)
o o
o EN

-10 0 10
Detuning (kHz)

T 6 1 '
Detuning (kHz)

FIG. 2. The number of trapped atoms after 20 ms of rf out-
coupling, starting with =~7.2 X 10° condensed atoms, Q;; =
312 Hz for the |1; —1) sublevel (left), and =7.0 X 10° atoms,
Qs = 700 Hz for the |2;2) sublevel (right) is plotted versus the
coupler frequency. Diamonds are the experimental points from
[6]; solid line is the prediction based upon our model using the
experimental parameters. The experimental curves have been
shifted in frequency to match theory, since V¢ is not experi-
mentally known precisely enough (within a kHz uncertainty).

upper level acquires a decay rate ', ~ I',1/2 for near
resonant coupling and for Q.+ > I',; [19]. Here I';; re-
sults from Eq. (7) applied to the relay state.

The quantitative agreement between theory and experi-
ments underlines the importance of gravity and dimension-
ality in this problem. On one hand, the width and depth
of the resonance curve depend directly on the strength of
gravity g. On the other hand, in a 1D calculation, the
output rate is found to be roughly 3 times higher [10].
The discrepancies on the wings might be explained by
the presence of uncondensed atoms near the condensate
boundaries [14].

Finally, we want to point out that, since hI' << A, the
spatial region where outcoupling takes place, of vertical
extension 8z ~ hI'/mg, is very thin compared to the BEC
size. Outcoupling can thus be understood semiclassically,
in analogy with a Franck-Condon principle [21]: the cou-
pling happens at the turning point of the classical trajectory
of the free falling atoms. Neglecting the transverse kinetic
energy in the calculation of I" amounts to approximating
the Franck-Condon surfaces, whose curvature should be
small over the size of the BEC, by planes.

We have analyzed so far the extraction of the atoms from
the trapped BEC. We address now the question of the
propagation of the outcoupled atoms under gravity. For
times t > t., the explicit expression of the propagator G
of Hy is [22]

M
27 hTt

3/2 ) . ,
) etSclm(r,r ,7'=t7t)0(7_) )
3)

Here, the classical action is given by S¢ja(r, v/, 7 = ¢ —
t) = M/2rT)[(x — ¥')? + gri(z + 7)) — g%7%/12]
and @ is the step function. We compute the output wave
function W with stationary phase approximations. This
amounts to propagating the wave function along the
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classical trajectory: in the limit where S¢jass >> £ (this is
true as soon as the atom has fallen from a height /), this is
the Feynman path that essentially contributes. We obtain
the following expression for the outcoupled atomic wave
function i.e., the atom laser mode [23] (see Fig. 1b):

ROy
2Mgl

o(r,1) = Jm

ei2/3|§re<|3/2 —i(8ritran)

\Y |§I‘CS|1/2

X M(t, tean) - &)

X ‘Irfl(rL,ZreSst - tfall)

In this expression, zes = 120 is the point of extraction,
tran = (2/8)Y2(z — zres)'/? is the time of fall from this
point, {res = (2 — Zres)/I, and M(t, tgyy) is unity if 0 <
tran = t and zero elsewhere: it describes the finite ex-
tent of the atom laser due to the finite coupling time. We
can deduce from Eq. (9) the size of the laser beam in
the x direction xoue = xo[1 — (2E_1/A)*]"/2, and a simi-
lar formula for y,,. Because the semiclassical approxi-
mation neglects the quantum velocity spread due to the
spatial confinement of the trapped BEC, this wave func-
tion has planar wave fronts. This property will not per-
sist beyond a distance zg =~ y&, /41> ~ a few mm, analog
to the Rayleigh length in photonic laser beams, where the
transverse diffraction (/i/Myou) (22z/g)"/* becomes com-
parable to the size yoy. Beyond zg, diffraction has to be
taken into account.

In conclusion, we have obtained analytical expressions
for the output rate and the output mode of a quasicontinu-
ous atom laser based on rf outcoupling from a trapped
BEC. Our treatment, which fully takes the gravity and the
3D geometry into account, leads to a quantitative agree-
ment with the experimental results of Ref. [6]. This points
out the crucial role played by gravity in the atom laser
behavior. Generalization to other coupling schemes is
straightforward and should allow one to investigate the role
of gravity in these cases. In more elaborated treatments,
interactions between the trapped and the outcoupled atoms
should be taken into account to describe the transverse dy-
namics. Finite temperature effects [14] might be relevant
as well. Nevertheless, the good agreement with experi-
mental data shows that the present zero-temperature theory
is a valuable starting point to describe experiments with the
atom laser.
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Erratum: Quasicontinuous Atom Laser in the Presence of Gravity
[Phys. Rev. Lett. 86, 4729 (2001)]

E Gerbier, P. Bouyer, and A. Aspect
(Received 28 May 2004; published 29 July 2004)

DOI: 10.1103/PhysRevLett.93.059905 PACS numbers: 03.75.-b, 03.75.Hh, 99.10.Cd

In a recent Letter [1], we analyzed theoretically the extraction of a quasicontinuous atom laser out of a trapped
Bose-Einstein condensate. The explicit expression for the outcoupling rate given in this Letter was underestimated by a
factor of 2, and the correct expression should read (using the notation of [1]):

I' 157k _ op

fo~ 16 AMax[O,l n* P (1)
This mistake follows from an incorrect evaluation of the density of states p, in the gravitational potential, which should
read p.(E,) = (1/wl)H'/? instead of p,(E,) = (1/2al)H"/?. Good agreement with the data of Bloch et al [2] is then
obtained by using a Rabi frequency (), twice as small as the value given in [1]. (Note that this amounts to an overall
rescaling of the curve, whose width and shape are not modified by the present correction.) This lies within the
experimental uncertainty on the magnitude of the magnetic outcoupling field, whose determination is based on a
calibration made at frequencies much lower than the radio frequencies used in the experiment [3]. A similar observation
has already been made in [4]: The 3D numerical calculations reported in this paper showed a similar factor of 2
discrepancy between the calibrated ),; and the one that best reproduces the experiments. A new set of carefully
calibrated data could certainly resolve this issue.
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[2] L Bloch, T.W. Hinsch, and T. Esslinger, Phys. Rev. Lett. 82, 3008 (1999).

[3] T. Esslinger (private communication). Note that eddy currents or similar influence by nearby conductors tend to reduce the
proportionality factor between the true magnetic field and the current in the coil, compared to the one deduced from a dc
calibration. This is consistent with the sign of the deviation we find.

[4] Y. Japha and B. Segev, Phys. Rev. A 65, 063411 (2000).
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Atom Laser Divergence

Y. Le Coq, J. H. Thywissen, S. A. Rangwala, F. Gerbier, S. Richard, G. Delannoy, P. Bouyer, and A. Aspect

Laboratoire Charles-Fabry de I’Institut d’Optique, UMRA 8501 du CNRS, 91403 Orsay, France*
(Received 28 June 2001; published 8 October 2001)

We measure the angular divergence of a quasicontinuous, rf-outcoupled, free-falling atom laser as a
function of the outcoupling frequency. The data are compared to a Gaussian-beam model of laser propa-
gation that generalizes the standard formalism of photonic lasers. Our treatment includes diffraction,
magnetic lensing, and interaction between the atom laser and the condensate. We find that the dominant
source of divergence is the condensate-laser interaction.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.87.170403

A dilute gas of atoms condensed in a single quantum
state of a magnetic trap [1-6] is the matter-wave analog
of photons stored in an optical cavity. A further atomic
parallel to photonics is the “atom laser” [7—10], a coher-
ent extraction of atoms from a Bose-Einstein condensate.
Atom lasers are of basic interest as a probe of condensate
properties [11] and as a coherent source of atoms [12]. Fur-
thermore, just as optical lasers greatly exceeded previous
light sources in brightness, atom lasers will be useful in
experiments that simultaneously require monochromatic-
ity, collimation, and intensity, such as holographic atom
lithography [13], continuous atomic clocks [14], and cou-
pling into atomic waveguides [15].

Initial work on atom lasers has demonstrated several
types of coherent, pulsed output couplers [7-9] as well
as a coherent narrow-band coupler [10,16], which is the
type employed in our work. In this Letter, we address the
nature of propagation of an atom laser outcoupled from
a condensate. Our experimental data show that the laser
beam is well characterized by a divergence angle. We mea-
sure this angle versus radio-frequency (rf) outcoupler fre-
quency, which chooses the vertical extraction point of the
atom laser from the condensate (see Fig. 1a). In choosing
the extraction point, one chooses the thickness of the con-
densate to be crossed by the extracted atoms, as well as the
width of the atom laser beam at the extraction plane. To
interpret these data, we use a formalism that generalizes
the ABCD matrices treatment of photonic lasers [17,18].
This treatment allows us to calculate analytically the diver-
gence of the laser due to diffraction, magnetic lensing, and
interactions with the condensate. We find that, for our typi-
cal experimental conditions, the divergence of the laser is
primarily due to interaction between the atoms in the laser
and the atoms remaining in the condensate. We describe
this interaction as a thin lens. Note that the existence of
such an interactive lensing effect is in stark contrast to a
photonic laser, since photons do not interact. Interactions
were estimated to be similarly important for pulsed atom
lasers [7,9]. In our case, the divergence is also magnified
by a thick-lens-like potential due to the quadratic Zeeman
effect of the magnetic trapping fields.

170403-1 0031-9007/01/87(17)/170403(4)$15.00

PACS numbers: 03.75.Fi, 05.30.Jp, 32.80.Pj, 04.30.Nk

The technique we use to obtain Bose-Einstein con-
densates with 3'Rb is described in detail elsewhere [19].
Briefly, a Zeeman-slowed atomic beam loads a magneto-
optical trap in a glass cell. Typically 10® atoms are
transferred to a magnetic trap, which is subsequently
compressed to oscillation frequencies of w, = w, =
27 X 144 Hz and w, =27 X 9Hz = Aw,; in the
quadrupole and dipole directions, respectively, where
z is vertical. The loffe-Pritchard trap is created with
an iron-core electromagnet, with a typical quadrupole
gradient of 11.7 T - m™~!, and an uncompensated dipole
bias field of By = 5.4 mT. A 40 s, rf-induced evaporative
cooling ramp in the compressed trap results in condensates
of typically 5 X 10° atoms, with a 15% rms shot-to-shot
variation.

Atom lasers are created by applying a rf field at about
38.6 MHz, to transfer condensate atoms from the trapped
|F,mp) = |1, —1) state to the weakly antitrapped |1, 0)
state, which also falls under gravity (see Fig. 1a). The
tf field is weak (approximately 0.1 uT) and applied for a
relatively long duration (¢, = 10 ms) [16]. There is no
significant coupling to the |1, +1) state because the F = 1

b y
¢
e
Ve
r X
kobs Zo

FIG. 1. (a) Schematic representation of outcoupling from the
trap potential V|; -y to the untrapped V|, potential via an rf
photon at w,s. The vertical direction is z. The curves shown
include magnetic, gravitational, and mean-field potentials.
(b) The wave vector K for the absorptive imaging light beam
at an angle ¢ with respect to the weak axis y of the condensate.
The horizontal coordinate in the imaging plane is r. In both
images, the condensate is crosshatched.

© 2001 The American Physical Society 170403-1



VOLUME 87, NUMBER 17

PHYSICAL REVIEW LETTERS

22 OCTOBER 2001

sublevel transitions are split by 0.8 MHz due to the non-
linear part of the Zeeman effect at 5.4 mT. To measure the
spatial distribution of the atom laser, we take an absorptive
image with a pulse of resonant light 6 ms after the moment
when the rf outcoupling ends and the trap is turned off. As
depicted in Fig. 1b, the image is taken at a ¢ = 55° angle
from the weakly confining y axis of the trap. Figure 2a
shows a typical image of an atom laser.

The gravitational sag g/ wzz shifts the entire conden-
sate from the center of the magnetic trap to a region
where isofield surfaces are planes of approximately con-
stant height zo across the condensate [10]. The relation
between rf frequency wo + ;¢ and coupling height z is

20 2 %
Ort A R e <1 ) (1)
where A = MgR,/# is the spectral half-width of the con-
densate, M is the mass of the atom, g is gravitational accel-
eration, and R, is the Thomas-Fermi (TF) radius [20] of the
condensate along z. The radius R; is y/2u/Mw?, and u
is the chemical potential (@ /2) (15a,;N)*>(Ma k)3,
where N is the number of atoms in the condensate, a;; =
5.67 nm is the s-wave scattering length between 3'Rb
atoms in the |1, —1) state [21], and @° = w,w,0,. In
Eq. (1), we have chosen wq such that 6, = £A when
720 = *R,. For our experimental parameters, u/hi < A,
S0 & is roughly linearly dependent on zg, with slope
—Mg/h. Therefore, in choosing the coupling frequency,
we choose the height within the condensate at which the
laser is sourced.
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FIG. 2. Typical continuous atom laser output. (a) Absorptive
image of laser, after 10 ms of output coupling at 38.557 MHz
and 6 ms of free flight. The condensate (the darkest area of
image) is displaced from the beginning of the laser because of
a magnetic kick separating atoms in the mp = —1 and mp = 0
states. (b)—(d) Examples of absorption profiles of the atom laser,
taken from the three regions boxed in (a). Each profile is fit to
find a width R, and density p,. (e) The divergence angle of a
single laser is found with a linear fit to the series of measured
widths {R,}.
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Short-term (ms-scale) stability of the bias field is veri-
fied by the continuity of flux along the laser (Fig. 2a). We
find that the shot-to-shot stability and reproducibility of
the bias field, between each 80 s cycle of trapping, cool-
ing, and condensation, is about =0.4 uT or =3 kHz. This
stability is sufficient to scan through the condensate spec-
tral width of about 20 kHz. In one out of five runs (a run is
a set of about 10 cycles), the data were not self-consistent,
which we attribute to a larger (>1 uT) bias field fluctua-
tion during that run. We could maintain this bias field
stability, typically one part in 10* [22], by using either a
low-noise power supply or a battery, since only 1.3 A is
used to energize the dipole coils during evaporation and
outcoupling.

We analyze the images (such as Fig. 2a) to measure the
flux and divergence of the outcoupled laser. Figures 2b
through 2d show the first step in the analysis, a series of
fits to the transverse spatial profile of the laser, as measured
at several heights z,,, averaging across =140 um. The col-
umn density profile is fit at each z,, by p,(1 — r2/R2)3/2,
where r is the horizontal coordinate in the image plane
(see Fig. 1b), p, is the peak column density, and R, is the
width. This fit function would be the rigorously correct
function for an atom laser without divergence [23] or for
a free condensate undergoing mean-field expansion [24];
here we observe empirically that the fits are good. From
the integral of the column densities at each height, we de-
termine the output flux F with a fit to F/\/2g(z — z0), a
form that assumes constant flux, purely gravitational ac-
celeration, and a density that decreases with the inverse of
the classical velocity, valid when |z — zo| > ¢ ¢» Where
€, = [i?/(2gM?)]'/? is the gravitational length. Finally,
from the series {R,, } and {z,,}, we determine a geometric ex-
pansion angle by a linear fit (see Fig. 2e). We will discuss
below why one would expect a linear rather than parabolic
shape for a laser falling under gravity.

We repeated the above imaging, and analysis for atom
lasers coupled at a variety of rf coupling frequencies. Fig-
ure 3 shows the averaged half-angle divergence versus out-
coupler detuning, from 15 laser images. We see that the
divergence clearly decreases at higher ¢, corresponding
to lower initial heights zo. These divergence data will be
analyzed in more detail below. The inset of Fig. 3 shows
laser flux F versus &y, and is compared to

2
F_(_@\l,_ 2220, 2 (_x
Fo R? AA R, = 3R2A2 R2) |

2
where Fy is the peak flux, and Eq. (1) defines the relation
between zo and &,s. Equation (2) assumes the laser flux is
simply proportional to the linear density of the condensate
at the coupling point. For the solid curve shown in the inset
of Fig. 3, we have used N = 4 X 103 to give A = 27 X
9.1 kHz and R, = 4.2 um. The peak flux is measured
to be about 1 X 107 s~! by the reduction in condensate
number, as in [10]. This is in agreement with the theory
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FIG. 3. Divergence (half-angle) versus output coupler detun-

ing from the condensate center. Experimental points are com-
pared with the theoretical calculation (solid line). The dashed
line represents the same calculation, but excluding the effects
of the condensate-laser interaction. Inset: Output flux (in arbi-
trary units) versus detuning, with the same frequency scale as
the main figure.

of [23], given the applied field strength and uncertainty in
the atom number and field polarization [16].

There are several possible sources of divergence of the
atom laser, including diffraction, magnetic lensing, and
interactions both within the laser and between the laser
and the condensate. In order to understand the diver-
gence with a simple analytical model, we make several
approximations: (1) that the interactions between atoms
within the laser are not significant, valid in the low-flux
limit; (2) that the roughly parabolic density profile of the
atom laser can be approximated by a Gaussian; and (3)
that we can use stationary solutions of the Schrodinger
equation with a paraxial-type of approximation, in which
the fast degrees of freedom [23] are decoupled from the
slow evolution of the transverse degrees of freedom, as
in [25]. We follow a Gaussian optics treatment similar
to that of photonic lasers [17]: the spatial distribution
in x and y described by the wave function ¥(x,y,t) =
Woexp[—iP(t) + ix?/2q.(t) + iy*/2q,(1)], where
P(t) describes the overall phase and amplitude, and
beam parameters 1/q., (1) = i/w3 (1) + ¢, (1) de-
scribe the widths w, and w, and curvatures c, and
cy of the beam. The observable width is w(r) =
[wi(t) cos*(¢) + wy sin?(¢)]"/2, where ¢ is the ob-
servation angle (Fig. 1b). The initial widths w2(0) =
2(R? — z3)/5 and w,(0) = w,(0)/A give the same rms
width as would an initial Thomas-Fermi density profile.

The beam parameters g; and g, follow an “ABCD
law” similar to that for a photon laser beam: ¢’ = (Ag +
B)/(Cq + D), where the coefficients A, B, C, and D are
the four elements in a matrix which transforms ray vectors
(x, p/h) to {x', p' /) according to classical equations of
motion in the same potential. In the following paragraphs,
we will calculate the ABCD matrices for interaction with
the condensate, propagation with the magnetic trap on, and
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free flight after the trap is turned off. Note that even though
the ray matrices can be derived using classical equations of
motion, their application in the Gaussian beam formalism
includes diffraction.

The mean-field interaction potential between an atom in
the laser and the condensate is U;(r) = go;p.(r), where
go1 is the s-wave coupling strength 47 h%ag /M between
atoms in the |1, 0) state and the trapped |1, —1) state, and
pc(r) is the condensate density. Here we use ag; = ay.
We calculate the action of this potential treating it as a lens,
and using the thin lens approximation that each trajectory
is at its initial transverse position {xo, yo). In the Thomas-
Fermi limit, the potential Uy (r) is quadratic, and thus gives
an impulse (Ap., Ap,) = [2ut(x0, yo)/R%] (x0, A%y0) af-
ter an interaction time f;. The on-axis power of the lens
is given for xg < R, and yg < R,, with which assump-
tion we find t% =~ 2(R; + z9)/g. This gives the thin lens
ABCD matrix for the x direction

1 0
Midteo) = ( Ho AR + 20 1 ) )

When applied to the beam parameter g, the nontrivial term
in Eq. (3) is the wave-front curvature added to the beam. A
similar ray matrix M, (zo) transforms ¢,, but with a curva-
ture term multiplied by A2. For both M1, (z0) and M 1y(20),
the curvature is positive for all zg, since the interaction is
always repulsive. A positive curvature corresponds to an
expanding wave, and thus the condensate with repulsive
interactions (go; > 0) is always a diverging lens.

When the atom laser falls [26], it evolves in the anti-
trapping potential due to the quadratic Zeeman effect of
the |1, 0) state, Ugzp(r) = —upB?(r)/Bur, where up is
the Bohr magneton, and Byr = 0.4883 T is the hyperfine
splitting in magnetic units. We can neglect y-dependent
and higher-order terms, since they are several orders
of magnitude smaller for the fields in our experiment,
to get Uqze(r) ~ —upBs/Bur — MQ2(x* + 22)/2,
where () = 27 X 30.3 = 0.1 Hz. Below, we will return
to evolution in y. The classical motion of a particle in
an inverted quadratic potential is given by hyperbolic
functions. In the vertical direction, an elongation of the
laser is evident: we observe a length of 1.84 = 0.09 mm,
while with gravity alone, one would expect a length of
1.33 mm after 10 ms of coupling and 6 ms of free flight.
Including Ugzg(r) and our measured trap parameters, we
calculate 1.87 mm, in agreement with our observations.
The ray matrix for the transverse x direction is

B
37q sinh(Q1,)
cosh(Q 1) )’ )

cosh(Q1,)

M) = ( MTQ sinh(Q1,)

where 1, is the time of evolution, ranging between 0 and
toc. This interaction is a thick lens, since Q. > 1, and
thus there is sufficient time for the laser to change diameter
and curvature during its interaction. During the same time,
the beam parameter g, transforms by the free flight matrix
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Mrr(t) = ((1) ht2]/M>’ )

which is the ) — 0 limit of M»(z;). Note that it is due to
the acceleration in both the z and x directions that make the
atom lasers well characterized by an asymptotic expansion
angle (see Fig. 2e): if there were no acceleration in x, the
laser would have parabolic borders.

The third and final transformation of the laser is free-
flight expansion between turning the trap off and observ-
ing the laser, described by Mgg(fg), where tg is the time
of flight. To find the width of the laser at any position, we
evolve the initial beam parameter ¢,(0) = —iw,(0)? and
gy(0) = —iwy(0)* with the elements of the matrix prod-
uct Mer(te)M>(t2)M1(z0) and Mgg(t2 + tg)M,(z0), re-
spectively. The angle is the ratio of the difference between
the observed rms beam size at t, = 0 and t, = ¢, to the
length of the laser. Note that this theory has no adjustable
parameters since the atom number, output flux, trap fre-
quencies, interaction strength, and bias field have all been
measured.

Figure 3 shows the calculated angle # in comparison
with the data. The primary feature of this curve is its mo-
notonous decrease with increasing &, throughout the range
of the data. This trend is due to the condensate lens, as is
demonstrated by comparison to # without the transforma-
tion M (dashed line in Fig. 3). Simply put, a laser sourced
at lower heights (greater &,¢) interacts for less time with the
condensate. The quadratic Zeeman potential Ugzg acts to
magnify the divergence of the condensate lens, increasing
the slope in this region by roughly a factor of 4. Out of
the range of our data, there are two more salient features:
(1) The angle 6 decreases at 6,y < —5 kHz. This is due to
a reduction in initial width of lasers sourced from the very
top of the condensate, since divergence angle is propor-
tional to beam radius for a constant focal length. (2) The
angle @ increases for &6,y > 5 kHz due to diffraction. A
combination of diffraction and interactions imposes the
minimum divergence possible on the atom laser, in our
case approximately 6 mrad.

In conclusion, we have measured the divergence of an
atom laser. We demonstrate that in our case, interactions
are a critical contributor to the observed divergence. The
strong parallel between atom and photon laser beams, both
fully coherent, propagating waves, is emphasized by the
success of a model obtained by generalization of the stan-
dard treatment of optical laser beams. The understanding
of atom laser propagation provided by our measurements
and model provide a basic tool for future experiments with
atom lasers.
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Résumé. Nous étudions les propriétés des faisceaux cohérents atomique & partir d'un condensat de Bose
Einstein. Gréce & un contrdle précis du coupleur de sortie, il est possible, comme en optique, de produire
des faisceaux laser monomodes, multiples ou mode-lockés. De plus, on peut montrer que la propagation du
faisceau peut étre décrite par des matrices ABCD similaires 4 celles qui sont utilisées en optique. Néanmoins,
les interactions entre atomes, qui sont inexistantes entre les photons, conduisent quelques différences entre
les propriétés de collimation des lasers atomes et photoniques.

1 Introduction

Bose-Einstein condensates (BEC) of trapped atoms {1, 2, 3, 4, 5, 6, 7] can be seen as the atom optics
equivalent to storage of photons in a single mode of an optical cavity. Here, the mirrors are replaced by
fictious soft walls acheived with magnetic fields. In this “magnetic cavity”, the atoms are cooled by the
evaporative cooling technique to temperatures of about 100 nK. At this temperature, if stringent density
conditions are fulfilled, a processus called Bose enhancement, the atomic analog to stimulated emissions,
condenses the atoms in a single quantum mode, the ground state of the magnetic cavity. To produce “atom
lasers”, the analog of the propagating coherent light beam, outcoupling coherently the Bose-condensed atoms
is necessary. Different sorts of outcoupler have been demonstrated 8, 9, 10] for producing series of coherent
atom pulses. Recently, a “weak” radiofrequency coupler has been used to produce a long, continuous (CW),
coherent beam of atoms [11]. As we explain in the first part of this proceeding, the RF outcoupler will
“extract” atoms from the magnetic cavity at a fixed position inside the cavity itself and couple them in a
single propagating mode of free space, thus being a strong analog to photonic lasers. The propagation of this
single mode atom lasers obeys then the atomic analog of ABCD matrices, as demonstrated in the second
part [12]. This technique of outcoupling can also be extended to produce mode-locked lasers. For examlpe,
two-waves interference patterns between two atom lasers of different energy (or wavelength), issued from
the same cavity have been observed [13]. In the last part, we will discuss the production of AM or FM
mode-locked lasers [14] by modulating the outcoupler.

2 CW atom laser

Atom lasers are created by applying a weak rf field (at about 38.6 MHz in our experiment) to transfer
condensate atoms from the trapped |F,m) = |1, —1) state to the freely falling |1, 0} state (see Fig. (1left a).
The 1f field is weak (approximately 0.1 #T) and applied for a relatively long duration (t,c = 10ms).

2.1 Theory of the atom laser

To model the output coupler, we consider that the #Rb BEC in the F = 1 hyperfine level at T =0 K. The
m =-1 state is confined in the harmonic magnetic potential Virap = 3M (w22? + w}y? + w} 2%). The weak
rf magnetic field B.s = By cos (wirt)e, can induce transitions to m =0 (non-trapping state) and m =+1
(expelling state). The condensate three-component spinor wavefunction W' = [th,,]m=—1,+1 Obeys a set
of coupled non-linear Schrodinger equations. We restrict ourselves to m =-1 and m =0, and set the total
atomic density n(r) ~| ¥_;(r,t) |?.
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Figure 1: left : (a) Schematic representation of outcoupling from the trap potential V; _;) to the untrapped
Vi1,0p potential via an rf photon at wy. The vertical direction is z. The curves shown include magnetic,
gravitational, and mean field potentials. (b) The wave-vector ks for the absorptive imaging light beam
at an angle ¢ with respect to the weak axis y of the condensate. The horizontal coordinate in the imaging
plane is r. In both images, the condensate is crosshatched. right : Atom laser in the weak coupling regime
(¢ = 300 Hz). (a) : Time evolution of the laser intensity obtained by a numerical integration of Egs.{1,2),
starting with ~ 2000 atoms. (b) : Spatial intensity profile of the atom laser at ¢ > ¢, according to Eq.(4)

The components i, = U et ohey, under the rotating wave approximation, the following two coupled
equations:

A fildep .

ik éri = [ +h_Jppq+ _2”":“0 e
GOy i L1

ih e = hoyo + 5 V-1 L

with h_; = p%/2M + Vicap + U | 23 |* and hg = p*/2M — Mgz. The strength of interactions is fixed by
U = 4rh?aN/M, with a = 5 nm being the diffusion length for atoms in | F = 1;m = —1), and N the initial
number of trapped atoms. The rf outcoupler is described by the detuning from the bottom of the trap
hép = Vi — hwyp and the Rabi frequency Ay = up B /2v/2 (taking the Landé factor gr=-1/2). The origin
of the z axis is at the center of the condensate, displaced by gravity from the trap center by zg = .q/ug_.
We have taken the zero of energy at 2 = 0 in m =0, so that the level splitting at the bottom of the trap is
Vig = upBo/2+ .-Mgz,('ﬂui (Bq is the bias field).

2.1.1 Expression of the outcoupler mode

11 can be written [15]:

Yo (r t) = alt)d-1(r, 3}6"{-!-”! it yat (3)

where a(t)=(N_1(t)/N)"/%. The time-dependent ground state ¢_;, of energy u, is in the Thomas-Fermi
(TF) approximation, ¢_1(r, t)=(u/U)}?[1 — 73 — #2]}2 where 7 =(z/20)* + (¥/y0)* and F=2/z are such
that 74 + 2% < 1. The BEC dimensions are respectively @o=(2u/Mw?)"/? and yo=2=(2u/Mw?)!/2. The
condensate energy is given by p=(hw/2)(15aN_,/a)*/® (we have set w=(w,w?)/* and o=(h/Mw)'/?). The
time-dependence of ¢_; is contained in y, zo, ¥o and zo, which decrease with N_(t).

For the m=0 state, the hamiltonian of equation (2) with €2,s =0 is separable. In the horizontal plane (x.y),
the eigenstates are plane waves with wavevectors k. k,. Along the vertical direction z, the normalizable

solution of the 1D Schrédinger equation in a gravitational field is qﬁézg‘}: A Ai(—Cp, ), where Af is the Airy
function of the first kind taken for the reduced variable (g, = (z — zg,)/l. The classical turning point
zp, = —E. /Mg associated with the vertical energy E, labels the vertical solution; ! = (h2/2M?g)'/3 is a
length scale, such that { < g, yo, 2o (for 87 Rb, | = 0.28um).

The output modes are thus given by q.bE,"J{r):l;b[ﬂ.r,yjq;ézs‘)(z}, where n stands for the quantum numbers
(kz,ky, zg.), and the density of modes by pap=~L%ai /4n®l. The first order expression for the outcoupled
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atomic wave function, i.e. the atom laser mode [16] (see Fig.(1 right b)):
5

Ay ( )ei§|<g_l|an_‘. (4)
Yolr, 1) = —2in——=¢_1(z, ¥, 2E_, ) — ===
4Mgl - | ¢e_, |12

where zg_,=(hd; s + 1)/Mg. With this expression, we estimate the size of the laser beam in the z direction
Tout = 2o(1 — (2E_1/A)?)}/2, and a similar formula for yout-

2.1.2 Properties of the outcoupler

The outcoupling physics is that of the coupling of an initially populated bound state m=-—1, of energy
E_y=h5,;+p to a quasi-continuum of final states m=0, with a total energy Eé")=h2(k§+k§) /2M—-Mgzg,. A
crucia) feature in this problem is the resonant bell-shape of the coupling matrix element Wg=(h¢/ 2)(¢‘()") |
¢_1) which gives a resonance condition for the frequency wif [11]:

| s — Voig — 12 |S Mgzg (5)

In the weak coupling limit (hI' < A), outcoupling start to oscillate for ¢ < t.=h/A and then, the decay
of the discrete level is monotonous (see Fig.(1 right a)). The output rate at t > . is simply given by the

Fermi golden rule :
r 157 h u + Rorf

a2l - 272
0% 32 A[ ( Af2 )] (6)
From Eq.(6), we deduce a critical Rabi frequency Qﬁ ~ 0.8A/h over which quasi continuous outcoupling

is not achieved. Fig. (2) shows the variation of the coupling ratel’ with the RF frequency as observed in
Munich (left) and Orsay (right).

°o o
o [+
<

o
X

Number of Atoms left {x 10%)

o
[~

-0 0 10 4 0 0
Detuning (kHz) Frequency (Hz)

Figure 2: left : Number of trapped atoms after 20 ms of rf outcoupling, starting with 2 7.2 x 10° condensed
atoms, Qy=312 Hz for the | 1; —1) state . Diamonds are the experimental points from Bloch et al., solid line
is the prediction based upon our model using the experimental parameters. Theoretical and experimental
curves have been shifted in frequency to match each other, since Vg is not experimentally known precisely
enough (a precision of 1072 Gauss for the bias field By is required to know Vog within a kHz uncertainty).
right : Same experiment realized in Orsay in the case of unstable bias field. We clearly see the fluctuations
induced broadening of the spectra.

Since hI' < Mgz, the spatial region where outcoupling takes place, of vertical extension dz ~ hI'/Mg,
is very thin compared to the BEC size. Thus, the coupling happens at the turning point of the classical
trajectory of the free falling atoms. Since gravitaty shifts the entire condensate from the center of the
magnetic trap to a region where iso-field surfaces are approximately planes of constant height zg, across
the condensate[11], this entails that the atom laser wave function, being factorized, has plane wave fronts
[17]. In addition, the relation between rf frequency wo + ;¢ and coupling height zg, is

2
=A% _B () _ZE
6rf-— AZO h(l 2)1 (7)

Z0




Pr5-118 JOURNAL DE PHYSIQUE IV

if we chose wp such that 8y = £A when zg, = Fzp. For our experimental parameters, choosing the coupling
frequency thus results in choosing the height within the condensate at which the laser is sourced.

2.2 Experimental observation of the atom laser mode

2.2.1 Experimental setup

We first obtain a Bose-Einstein condensates with 8”Rb as described in detail elsewhere (18]. Briefly, a
Zeeman-slowed atomic beam loads a MOT in a glass cell. Typically 10® atoms are transferred to a magnetic
trap, which is subsequently compressed to oscillation frequencies of w, = w,; = 27 x 144Hz and wy =
27 x 9Hz= M, in the quadrupole and dipole directions, respectively, where z is vertical. A Ioffe-Pritchard .
trap is created with an iron-core electromagnet, with a typical quadrupole gradient of 11.7 T-m~!, and
an uncompensated dipole bias field of B =5.4mT. A 40s, rf-induced evaporative cooling ramp in the
compressed trap results in condensates with typically 5 x 10% atoms, with a 15% rms shot-to-shot variation.
To measure the spatial distribution of the atom laser, we take an absorptive image with a pulse of resonant
light 6 ms after the moment when the rf outcoupling ends and the trap is turned off. As depicted in (Fig.
(1 left b)), the image is taken at a ¢ = 55° angle from the weakly confining y axis of the trap. Figure 3a
shows a typical image of an atom laser.

2.2.2 Stability Requirements

In order to get stable outcoupling for the atom laser, the coupling height has to stay withing the condensate,
i.e. the fluctuations of the resonance frequency has to be lower than the condensate spectral width A =
MgR,/h, the main source of fluctuations beeing the magnetic field bias. To quantify these fluctuations,
we studied the depletion of the condensate versus the RF out-coupling frequency for various experimental
parameters. The total number of atoms in the combined thermal cloud and condensate is approximately
1x10% of which the condensate fraction varies about 50%. Varying the frequency of the RF coupling,
we measure the atoms remaining in {1, —1) state after 10 ms of out-coupling. This measurement does
not discriminate between the thermal cloud and the condensate atoms in |1, —1). In the example of Fig.
(2b), the measured width of the out-coupled atoms in our case is approximately 80 kHz at the threshold,
where the calculated spectral width for the condensate is approximately 10 kHz and the thermal cloud
has a calculated one sigma width of 11 kHz resulting in an approximately 30 kHz width. The present
measurement is therefore a convolution of the condensate and thermal cloud widths with the experimental
frequency instability, which has the effect of broadening the depletion profile. In order to estimate the
fluctuation in the magnetic trapping field, which corresponds this instability in out-coupling frequency, we
assume that it is consistent with a normal distribution. The convolution of a normal distribution with
a one sigma value of 15 kHz, with the calculated spectral density profiles of the condensate and thermal
cloud gives good agreement with the measured depletion of atoms in |1, -1} ( Fig. (2b)}. At this value we
agree well with both the F.W.H.M. (40 kHz) of the depletion curve as well as with the lower and upper
thresholds for out-coupling (80 kHz). We could maintain better bias field stability, typically one part in
10* [19], by using either a low-noise power supply or a battery, since only 1.3 A is used to energize the
dipole coils during evaporation and outcoupling. With this improvement, we verified short-term (ms-scale)
stability of the bias field by the continuity of flux along the laser (Fig. (3a)). We find that the shot-to-shot
stability and reproducibility of the bias field, between each 80s cycle of trapping, cooling, and condensation,
is about £0.4 4T or £3kHz. This stability is sufficient to scan through the condensate spectral width of
about 20 kHz.

2.3 Propagation of a single mode atom laser
2.3.1 Divergence of the atom laser

We analyze the images (such as Fig. (3a)) to measure the flux and divergence of the outcoupled laser.
Figures 3b through 3d shows the first step in the analysis, a series of fits to the transverse spatial profile of
the laser, as measured at several heights z,, averaging across +140 pm. The column density profile is fit at
each z, by pn(1 —r2/R2)%/2, where r is the horizontal coordinate in the image plane (see Fig. (1 leftb)), p,
is the peak column density, and R, is the width. This fit function would be the rigorously correct function
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for an atom laser without divergence [15] or for a free condensate undergoing mean field expansion [20, 21);
here, we observe empirically that the fits are good. From the integral of the column densities at each height,
we determine the output flux F with a fit to F/y/2g(z — zg,) corresponding to the definition of the laser
mode given in equation 4. Finally, from the series {R,} and {z,}, we determine a geometric expansion
angle by a linear fit (see Fig. (3e)).

LVe ]
=

Divergence (mrad)
= 8

=

Outcoupler detuning (kHz)

Figure 3: left : Typical continuous atom laser output. (a) Absorptive image of laser, after 10 ms of output
coupling at 38.557 MHz and 6 ms of free flight. The condensate (the darkest area of image) is displaced from
the beginning of the laser because of a magnetic kick separating atoms in the mp = —1 and mpg = 0 states,
(b)-(d) Examples of absorption profiles of the atom laser, taken from the three regions boxed in (a). Each
profile is fit to find a width R, and density pn. (e) The divergence angle of a single laser is found with
a linear fit to the series of measured widths {R,}. right : Divergence (half-angle) versus output coupler
detuning from the condensate center. Experimental points are compared with the theoretical calculation
(solid line). The dashed line represents the same calculation, but excluding the effects of the condensate-
laser interaction. Inset: Qutput flux (in arbitrary units) versus detuning, with the same frequency scale as
the main figure.

We repeated the above imaging, and analysis for atom lasers coupled at a variety of rf coupling frequencies,
Figure 3 shows the averaged half-angle divergence versus outcoupler detuning, from 15 laser images. We see
that the divergence clearly decreases at higher ,¢, corresponding to lower initial heights zg, .

2.3.2 ABCD matrices for coherent matter waves

There are several possible sources of divergence of the atom laser, including diffraction, magnetic lensing,
and interactions both within the laser and between the laser and the condensate. In order to understand the
divergence with a simple analytical model, we make several approximations: 1) that the interactions between
atoms within the laser are not significant, valid in the low-flux limit; 2) that the roughly parabolic density
profile of the atom laser can be approximated by a Gaussian; and 3) that we can use stationary solutions of
the Schrodinger Equation with a paraxial-type of approximation, in which the fast degrees of freedom [15]
are decoupled from the slow evolution of the transverse degrees of freedom, as in [22]. We follow a Gaussian
optics treatment similar to that of photonic lasers [23]: the spatial distribution in x and y described by the
wavefunction ¥(z, y,t) = Cpexp [—iP(t) + ix?/2q.(t) + iy* /2¢,(t)], where P(t) describes the overall phase
and amplitude, and beam parameters 1/q. ,(t) = i/w? (t) + e:,,(t) describe the widths w. and w, and
curvatures ¢; and ¢, of the beam. The observable width is w(t) = (w2(t) cos® (¢) + w;f sin? (¢))'/2, where ¢
is the observation angle (Fig. (1 left b)). The initial widths w2(0) = 2(R2 — 23)/5 and wy(0) = w,(0)/A
give the same rms width as would an initial Thomas-Fermi density profile,

The beam parameters ¢, and ¢, follow an “ABCD law” similar to that for an photon laser beam [23, 16}:
g = (Aq + B}/(Cq + D), where the coefficients 4, B, C, and D are the four elements in a matrix which
transform ray vectors {z,p/k) to (z',p'/h) according to classical equations of motion in the same potential.

Mean field interaction as a diverging lens The mean-field interaction potential between an atom in
the laser and the condensate is Uj(r) = goipe(r), where goy is the s-wave coupling strength 4#&%9;/1‘1-’[
between atoms in the |1,0) state and the trapped |1, —1) state, and p.(r) is the condensate density. This
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gives the thin lens ABCD matrix for the x direction

1 0
Mlz(zE:) = ( %m ) ' (8)

When applied to the beam parameter ¢, the nontrivial term in Eq. (8) is the wavefront curvature added to
the beam. The curvature is positive for all zg, since the interaction is always repulsive. A positive curvature
corresponds to an expanding wave, and thus the condensate with repulsive interactions (go1 > 0) is always
a diverging lens.

Evolution in ”free” space When the atom laser falls [24], it evolves in the anti-trapping potential
due to the quadratic Zeeman effect of the |1,0) state, Ugqzr(r) = —ppB%(r)/Byr, where pp is the Bohr
magneton, and Byr = 0.4883 T is the hyperfine splitting in magnetic units. We can neglect y-dependent
and higher-order terms, since they are several orders of magnitude smaller for the fields in our experiment,
to get Uqze(r) ~ —upB2/Bur — MQ*(z? + 2?)/2, where = 27 x 30.3 + 0.1 Hz. The ray matrix for the

transverse x direction is h(Qtz) k h(,)
_ cosh(Q¢, #7a sinh{$2ty

where t; is the time of evolution, ranging between 0 and ¢,.. This interaction is a thick lens, since Q5. > 1,
and thus there is sufficient time for the laser to change diameter and curvature during its interaction. During
the same time, the beam parameter g, transforms by the free flight matrix

Mes(i) = (5 "M ), (10)

which is the & — 0 limit of M5(t2). Note that it is due to the acceleration in both the z and x directions
that make the atom lasers well-characterized by an angle (see Fig. (3e): if there were no acceleration in x,
the laser would have parabolic borders.

Final expression for laser mode propagation The third and final transformation of the laser is free-
flight expansion between turning the trap off and observing the laser, described by Mrg(tr), where tp is
the time of flight. To find the width of the laser at any position, we evolve the initial beam parameter
4z(0) = —iw;(0)? and ¢,(0) = —iwy(0)? with the elements of the matrix product Mrg(tr)Ma(t2) M4 (2E,)
and Mrr(ty + tp)Myy(2E,), respectively (M, is the thin lens ABCD matrix for the y direction as in Eq.
{8) ). The angle is the ratio of the difference between the observed rms beam size at t; = 0 and tp = i, to
the length of the laser.

3 Multi-frequencies interference patterns : a mode-locked atom laser

3.1 introduction

Mode locking and mode coupling in photonic lasers provide important techniques for generating ultrashort
light pulses and other useful forms of periodically modulated laser signals. In these techniques, any arrange-
ment of a set of frequency sidebands or axial modes in which the sidebands are exactly equally spaced in
frequency, regardless of the relatice phase of these sidebands, will thus produce an output signal envelope
which is periodic in time, with a fundamental period equal to the inverse spacing between adjacent side-
bands. This "mode coupling”, where all the modes are coupled together with fixed amplitudes and phases
(even if irregular), can be improved when the sidebands are in addition arrayed all in phase, or nearly so,
regardless of their amplitudes. The latter situation leads to the short pulses associated with " mode locked”
photonic lasers.

It is possible to produce a "mode couplied” atom laser by using a frequency comb instead of a single frequency
(Fig. (4)). The frequency comb is created by either frequency or amplitude modulating the out-coupling
RF, about the frequency of maximum output coupling v (carrier frequency).
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Figure 4: left : The different regimes of comb coupling. (a) At a small modulation frequency (i) of
230Hz. (b) Quasi-continuous coupling with v, = 2000 Hz. (¢) Quasi-continuous coupling with magnified
imaging at v, = 3000 Hz, (d) Unstable coupling at v,, = 17000 Hz in the magnified imaging system.
Cutting the magnetic field just before imaging results in the spatial separation of the condensate and the
atom laser. right : Theoretical spatial intensity profile of the mode lacked atom laser calculated from the
ABCD propagation matrices of a single mode.

3.2 Time-domain analysis of the modulated output coupler

As for photonic AM or FM mode locked laser, it is possible to understand the modulated outcoupler with
a time domain analysis. For example, for the FM mode locked laser of Fig. (4), the frequency of the
carrier wave () varies across the bandwidth (epw) twice every modulation cyecle. As the modulation
frequency is varied three distinct regimes of output coupling are evident from the experimental data. At
low modulation frequencies (i.e. w4, < 1000 Hz), atoms from the condensate are coupled out each time the
frequency modulation crosses the instantaneous resonance frequency (twice every cycle). The out-coupled
atoms are non overlapping and form distinct condensate replicas (Fig. (4a)). On increasing the modulation
frequency, the rate of output from the condensate increases, to give a quasi-continuous output (Fig. (4b)
& (4e)). At still higher modulation frequency we have the overlapping of suceessively out-coupled atoms
from the condensate, over a considerable spatial extent as they fall under the combined influence of the
gravitational and weakly non-trapping magnetic potential. In this regime we can see non uniformity of the
imaged out-coupled atoms, which may be attributed to the interference between successively out-coupled
atoms from the condensate in the fluctuating magnetic field. In another measurement, on changing the
bandwidth of the frequency comb, the out-eoupling is seen to be reproducible at and above a vz value of
approximately 40 kHz, whereas below this value it becomes unstable from shot to shot. This is consistent
with the full width at half maximum of the stability measurement (Fig. (2b)) and gives us in addition an
independent measure of the magnetic field Auctuations.

3.3  Frequency-domain analysis

The Frequency domain analysis replaces the modulated outcoupler by a comb of equally spaced outcoupler.
If the frequency comb is very dense, which is the case at small modulation frequencies (14 much less than
the condensate spectral width), many lasers will be outcoupled from the magnetic cavity. Each laser will
have a fixed phase and amplitude driven by the phase and amplitude of the corresponding tooth of the comb,
so that the resulting interference pattern will exhibit density (i.e. intensity) modulation at the frequency of
the outcoupler modulation.

3.3.1 Approximate expression for the laser modes

To understand the intensity modulation, we can approximate the laser mode expression in a “far field”
approximation. The laser mode will result from the sum of all single-mode laser amplitudes as in equation
4. Each amplitude will have the appropriate energy, amplitude and phase corresponding respectively to the
frequency, amplitude and phase of the related comb tooth. Far enough from the coupling region, we can
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find a simplified expression for the output density :
nout(2,t) = Vi/|z — zg,|! / Flw — we)em el ov2em2al/8) (du — w)?). (11)
—-00

where f(w — w,) is the product of the frequency comb distribution by the condensate energy distribution
calculated from eq. 3. We see from eq. 11 that the resulting laser output is the Fourier transform of the
frequency comb ponderated by the BEC distribution. This allows us to understand the different features
observed on Fig. (4) as a filtering of the comb by the condensate.

3.3.2 multimode CW cutput

When we increase the outcoupler modulation frequency enough, we can achieve the condition that only one
comb tooth is available for output coupling, and then recover a single mode atom laser. In fact, continous
output flux is obtain for lower frequency, when many modes are still coupled. In thi case, the filtering causes
the dissapearence of the modulation and multimode behavior is acheived. This coherent atomic beams still
presents interesting properties such as a strong transverse collimation compared to classical atom sources,
and a much smaller sensitivity to experimental imperfections.

3.4 Effect of coherence between pulses : mode coupling vs mode locking

Coupling with modulated outcoupler can also be achieved with atoms just above the condensation treshold

{ 200nK). In this case, the coherence length of the atomic cloud is A\, = 1/;2%51- ~ 0.4pm, much smaller
than for a condensate. The coupling will still results in a modulated output with larger features, similar to
mode-coupling in optics. On the contrary, in the case of a Bose-Einstein condensate, all outcoupled lasers
are coherent, i.e. their related phase is fixed. The resulting output is then a repetition of very sharp pulses
of atoms.

4 Conclusion

In conclusion, we presented a review of how an atom laser, either mode-locked or CW, can be produced by a
radiofrequency outcoupler. The strong parallel between atom and photon lasers beams, both fully coherent,
propagating waves, is emphasized by the generalization of the standard treatment of optical laser beams,
i.e. the ABCD matrix formalism.
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Abstract.

Résumé.

We study the production of an atom laser from a Bose—Einstein condensate using radio-
frequency out-coupling. Single frequency coupling from the Bose—Einstein condensate
leads to unstable production of an atom laser due to the extreme sensitivity of this process
to magnetic field fluctuations. The extent of this experimental instability is quantified.
Stable, repeatable production of an atom laser is achieved by the frequency modulation
of the coupling, which forms a frequency comb across the condensate. Different regimes of
modulated coupling are discussed. In addition the coupling of atoms into a weakly trapping
state is studied. The oscillation frequency of this state in the vertical dingistimeasured.
Preliminary results indicating qualitative difference between condensate and thermal cloud
coupling are presented. 2001 Académie des sciences/Editions scientifiques et médicales
Elsevier SAS

cold atoms / Bose-Einstein condensate / output coupler / atom laser / quantum
coherence

Etude du couplage de sortie d’un condensat vers un niveau libre et vers
un niveau faiblement piégeant

Nous présentons la réalisation d’'un laser a atomes a partir d’'un condensat de Bose—
Einstein grace a lutilisation d'un coupleur radio-fréquence. Dans le cas d'un laser
monomode (un seul coupleur radiofréquence), le couplage de sortie est trés sensible aux
fluctuations du champ magnétique qui piege le condensat. Une mesure des instabilités du
laser permet alors de quantifier les fluctuations du champ magnétiques. Afin de rendre
le couplage insensible aux fluctuations, nous avons ensuite utilisé un coupleur radio-
fréquence modulé, qui crée de multiples coupleurs de sortie régulierement espacés. Nous
présentons finalement I'étude du couplage des atomes vers un état trés faiblement piégé.
L'évolution d’'un condensat laché dans une telle cavité a pu étre étudiée et a permis
de déterminer la fréquence d'oscillation des atomes. Enfin, dans le cas d'un couplage
faible (quasi-continu), il est possible de distinguer entre le couplage d’'un condensat,
intrinséquement cohérent, et un nuage thermiqu&001 Académie des sciences/Editions
scientifiqgues et médicales Elsevier SAS
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atomes froids / condensat de Bose-Einstein / coupleur de sortie / laser a atomes /
cohérence quantique

1. Introduction

Since the creation of the first dilute Bose—Einstein Condensate (BEC) [1] atom lasers $oanrctdtem
have been an important topic of study. Pulsed atom lasers have been realized by a variety of techniques
using: intense, pulsed, spin—flip radio frequency (RF) transitions [2], and gravity induced tunneling from
an optically trapped condensate [3]. A quasi-continuous laser has been realized using Raman transitions
[4] and a continuous atom laser, limited only by the depletion of the condensate, has been achiRied by
coupling under highly stable conditions [5]. These developments illustrate the atom lasers potential to form
atomic beams of unprecedented brightness and coherence. There is therefore need to control precisely the
production of the laser and to develop tools that characterize the laser. In this proceeding we discuss the
stability requirements for the production of a continuous laser and demonstrate the production of a stable
laser using a frequency comb. Preliminary results on coupling a fraction of the BEC anderotdtiatoms
from the|1, —1) state into a weakly trapping state are also presented.

2. Atom laser

The experimental scheme used is described in detail elsewhere [6]. Briefi{Rla BEC with
approximatelys - 10° atoms is created in thig, —1) (i.e. F = 1, mp = —1) state. The construction of the
magnetic trap results in the production of a relatively large bias field as walleage magnetic gradient in
the quadrupole direction (vertical plane). Under these condition the contribution of the quadratic Zeeman
effect makes thél, 0) and|2,0) states slightly anti-trapping and trapping respectively. We couple the BEC
to one or the other state by using either a radio frequency (RF) or a microwave frequency.

Production of a continuous atom laser, as in [5], is done by coupling the atoms from the trappity
state to the weakly anti-trappirjg, 0) state. This is implemented using a RF of approximately 40 MHz.
The frequency is relatively high due to the high bias field of 56 Gauss in our experiment. TheweiF
is adjusted such that the approximate estimation of the Rabi frequency for typical coupling parameters is
about 1 kHz. The RF coupling is applied for a duration of about 20 ms.

Using a single radio frequency we can successfully couple atoms intd, thiestate to produce an atom
laser. However, the atom laser exhibits both intra-shot and shot-to-shot instabilitles density of the
out-coupled beam. In a similar experiment, continuous production of the atom laser has been demonstrated
by Bloch et al. (1999) [5]. They achieve high stability in the laser output with a combination of magnetic
shielding and stable current supply, which ensure magnetic field stability. Our experimentis not stabilized to
the same extent and therefore instabilities of the magnetic field can result in the laser fiiestsiagions

To quantify the fluctuation of the magnetic trapping potential we study the depletion of the catelens
versus the RF out-coupling frequency. The total number of atoms in the combined thermal cloud and
condensate is approximately 10 of which the condensate fraction is about 50%. Varying the frequency
of the RF coupling, we measure the atoms remaining jr-1) state after 10 ms of out-coupling. This
measurement does not discriminate between the thermal cloud and the condensate gtigms)in
(figure 7). The measured width of the out-coupled atoms in our case is approximately 80 kHz at the
threshold. The spectral width for out-coupling a condensate is given by its spatial extent in thal verti
direction because of the variation in the gravitational potential energy across it. The frequency width is
therefore given byAv = Mgy, gAs/h, where Mgy, is the mass of”Rb, g the acceleration due to gravity,

As the spatial extent of the condensate d@nthe Planck constant. Similar considerations hold for the
thermal atoms in the trap. The calculated spectral width for the condensate is approximately 10 kHz and
the thermal cloud has a calculated one sigma width of 11 kHz. Thus the observed experimental width of
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P L A AL R R LA R Figure 1. The filled squares
represent the depletion of the
condensate and thermal atoms
from the|1, —1) state as a
function of out-coupling
frequency. The frequency axis
has been centered at the point
for maximum out-coupling.
The line is the convolution of
the atomic density profile in
|1, —1) with a normal
distribution of one sigma width
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80 kHz is much larger than the expected width due to the condensate and thermal cloud (approximately
30 kHz). The present measurement is therefore a convolution of the condensate and thermal cloud widths,
with the experimental instabilities, which has the effect of broadening the depletion profile.

The primary source of instability in our experiment is from fluctuations in theptregppmagnetic field,
which gives rise to a corresponding change in the resonance condition for optimal output coupling. The
efficiency of coupling is sensitive to these instabilities when the amplitude of the magnetic fieldfiloicsu
is comparable to or larger than the spectral width of the condensate. In order to estimate thediuictuat
the magnetic trapping field, which corresponds to shift in out-coupling frequency, we assume that it is
consistent with a normal distribution. The convolution of a normal distribution with asggrea value
of 15 kHz, with the calculated spectral density profiles of the condensate and thermal cloud gives good
agreement with the measured depletion of atomd jr-1) (figure 1). At this value we agree well with
both the FWHM (40 kHz) of the depletion curve as well as with the lower and upper thresholds for out-
coupling (80 kHz). From this we can conclude that the amplitude of the fluctuations have a spectral width
(two sigma) of approximately 30 kHz. Such an instability in the amplitude of the trappagmnetic field
imposes severe limitations on the ability to produce an atom laser with uniform density distribution, using
a single RF, making other means for is production necessary.

To circumvent the instability we produce an atom laser using a frequency comb instead of a single
frequency, thus countering the magnetic field fluctuations. The frequency comb is created by frequency
modulating the out-coupling RF, about the frequency of maximum output couplit@arrier frequency).

The expression for the modulationigr = v. + vw f(vmt), Wherevgw is the frequency bandwidth

of the modulation (typical experimental value is 100 kHz) abquand a triangular modulation function
f(vmt). The power of the RF comb is adjusted for individual comb elements to be in the weak coupling
regime.

In the time domain picture of frequency modulation the frequency of the carrier wgveafies across
the bandwidth #gw) twice every modulation cycle. As the modulation frequency is varied three distinct
regimes of output coupling are evident from the experimental data. At low modulation frequencies (i.e.
vm < 1000 Hz), atoms from the condensate are coupled out each time the frequency modulation crosses
the instantaneous resonance frequency (twice every cycle). The output coupled atoms are non overlapping
and form distinct condensate replicagg(re 29. On increasing the modulation frequency, the rate of
output from the condensate increases, to give a quasi-continuous ofigioue$ 2band2c). At still higher
modulation frequency we have the overlapping of successively out-coupled atoms from the condensate,
over a considerable spatial extent as they fall under the combined influence of the gravitatibwakdly
non-trapping magnetic potential. In this regime we can see non uniformity of the imaged out-coupled atoms,
which may be attributed to the interference between successively out-coupled atoms from the condensate
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Figure 2. The different
regimes of comb coupling.
(a) At a small modulation
frequency ) of 230 Hz.

(b) Quasi-continuous coupling
with vy, = 2000 Hz.

(c) Quasi-continuous coupling
with magnified imaging at
vm = 3000 Hz. (d) Unstable

coupling atvy, = 17000 Hz in
the magnified imaging system.
Cutting the magnetic field just
e i) before imaging results in the
ﬁm . o spatial separation of the
condensate and the atom laser.

@ (b) (©) (d)

in the fluctuating magnetic field. In another measurement, on changing the bandwidth of the frequency
comb, the out-coupling is seen to be reproducible at and abeygyavalue of approximately 40 kHz,
whereas below this value it becomes unstable from shot-to-shot. This is consistent with thelfiulatvi

half maximum of the stability measuremeffigure 1) and gives us an independent measure of the magnetic
field fluctuations.

In the frequency domain the three regimes of out-coupling can be understood as follows. If the frequency
comb is very dense, which is the case at small modulation frequengies(ich less than the condensate
spectral width), we can expect to see interference between the matter waves coupled out of different
spatial regions of the condensate and this behaviour manifests in the appearance of discrete atom-bunches
in time (figure 29. A crude simulation of the time interval between successive atom-bunches can be
done by fourier transforming the product of a frequency comb with appropriate phase relations and the
Thomas—Fermi condensate shape. Such a simulation is in rough agreement with the observed data. As the
modulation frequency increases the temporal spacing between the out-coupled atom bunches decreases an
atvy; approximately few thousand Hz all the discreteness in the out-coupling disappears within the limit
of the imaging system and a quasi-continuous beam of out-coupled atoms isfggges(2band 2¢).

On increasing the comb frequency still further we achieve the condition that one or less comb teeth are
available for output coupling and we revert to the situation analogous to single frequency cowpleng,
the instabilities in the magnetic field start affecting the out coupliigufe 29.

3. Atom ‘cavity’

It is also interesting to study the coupling of a condensate in an weakly trapping stasentherth larger
in spatial extent than the condensate. Such a state can be considered as an atomic cavity and can be use
to study the dynamics of coherent evolution of the atoms from the condensate. In our experinfiziXthe
state of thel” = 2 manifold is such a state. Atoms are coupled directly fromthe 1) condensate state to
the cavity using a single microwave frequency of approximately 6.8 GHz.

In our experiment the measured frequency for the BEC state in the vertical directiongisc =
132.5 Hz, with an experimental uncertainty af0.25 Hz. Using this value to establish the magnetic
gradient field of the trap we estimate the trap frequency of the cavity state in the verteetiah as
V1 cav ~ 29 Hz, with a few percent accuracy. Gravity shifts the trap centers for the various magnetic
sublevels by different amounts. The cavity state sags vertically.hy= g/(27v, cav)? ~ 310 um. By
comparison, the condensate shifts downzby,- ~ 15 um, giving a relative shift of 300 um. Since the
atoms are coupled from the highly localized condensate in the vertical direction into the cavity state by
a microwave photon, they are coupled to a region away from the cavity centre. The atoms are therefore
coupled in the high lying energy levels of the cavity state.
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Figure 4. Atoms coupled into
the cavity state from the, —1)
state. (a) An over evaporated
condensate coupled into the
cavity state. (b) A pure
condensate in the cavity state
scet where we see a distinct
pod structures in the spatial density
S distribution of atoms while (c)
is the case of thermal cloud
coupling into the cavity state
resulting in a uniform spatial
distribution of atoms.

@) (b) (c)

To determine the cavity state frequency, the oscillation of atoms coupled into the cavity was measured as
a function of time. For this experiment a fraction of the atoms were out-coupled from the condensate into
the cavity state by a strong, resonant microwave pulse of short duration (2 ms). The caeityesjuency
was measured by studying the position of centre of mass of the atomic cloud as shiogunar@ The
fitted value of the oscillation period is found to be 33 ms corresponding to an oscillation frequency of
30.3 Hz. This value agrees with the the estimated trap frequency given above. The goodness of fit for a
single frequency sinusoid fit over several periods of oscillation in théycawicates that we are in the
region of the cavity where deviations from the simple harmonic nature ofdti#tasions are small, despite
its relatively large spatial extent. The one sigma error on the fit value is under 0.1% in frgquenc

As we lower the microwave power (i.e. go to weaker coupling intensities) and increase the coupling time
of the atoms from the BEC, structures are observed in the cavity digteds 4aand4b). These structures
represent a non uniform spatial density distribution of atoms in the cavity state. By cootrgsing from
a cold thermal cloud results in a uniform density distribution of atoms in the cafigyré 49. The above
results are preliminary as systematic study is limited by instability in the bias field. Numericabitioegpf
the Gross—Pitaevskii equation yields structures similar to those obsertteel gavity state. This suggests
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that the structures in the cavity state are signature of the coherence of a BEC, whdédgacicture for the
thermal cloud is due to its lack of coherence.

4. Conclusions

We have demonstrated a method for continuous output coupling of a condensate into a non trapping
state which overcomes the problem of small fluctuations in the trapping magnetic field. The method
involves the modulation of the frequency of out-coupling over a bandwidth larger tharattusvidth of
the fluctuation. Various regimes of operation for this method have bedorer@and discussed. In addition
certain preliminary results of coupling the atoms into a extended, weakly trapping state havesbassedl.
Coupling into this state seems to show different behaviour for the condensate as opposed to a thermal cloud.

! Since the measurements reported here we have successfully suppressed the fluctuations in the magnietic bias fie
using a better stabilized power supply, which enables us to produce a continous atom lasersglsingdso frequency.
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CHAPITRE 5

Interférométrie Atomique cohérente :
application a la mesure de la longueur

de cohérence dans les condensats

Dans ce chapitre, nous allons aborder une des applications 'optique et de I'interférométrie
atomique que j’ai mis en ceuvre avec des sources atomiques cohérentes. Ces outil ont permis
d’explorer et d’aborder un probleme important, la longueur de cohérence d’un condensat,
en particulier dans le régime particulier des condensats tres allongés ou cette cohérence est
seulement partielle, on parle alors de quasi-condensats. Toute cette étude m’a permis de
mettre en place un outil précis pour manipuler le condensat de Bose-Einstein : un réseau de

diffraction réalisé a parti d’une onde stationnaire optique.

Cet outil a été utilisé de diverses manieres qui sont indiquées dans ce chapitre :

— Dans certaines configurations, la sélectivité du processus de diffraction permet de sélec-
tionner la partie « cohérente » du fond incohérent. Ce filtrage, décrit page [208] a permis
par exemple de mesurer plus précisément la température des atomes, ainsi que la fraction
d’atomes condensés.

— Si on augmente encore plus la sélectivité en vitesse, on peut alors directement mesurer la
distribution en vitesse au sein du condensat de Bose-Einstein [I], et ainsi remonter & la
longueur de cohérence du condensat comme indiqué page [210]

— Si, au contraire, on regle la sélectivité du processus de diffraction pour diffracter tout le
condensat, on peut alors manipuler la fonction d’onde dans son ensemble comme dans le
chapitre 2l On réalise alors un interférometre qui permet alors, en observant le contraste
des franges, de remonter a la longueur de cohérence [2, 3]. Cette méthode est néanmoins
délicate car elle implique une mesure de contraste qui peut étre sujet a beaucoup de

limitations expérimentales, comme nous le verrons page [220
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5.1 Diffraction d’un condensat de Bose-Einstein par un

réseau lumineux

5.1.1 Diffraction d’une onde de matiere par une onde lumineuse

stationnaire

La diffraction d’une onde de matiere par une onde stationnaire lumineuse a été réalisée
pour la premiere fois avec une source atomique classique dans les années 1980 avec la dé-
monstration qu’en analogie avec la diffraction de la lumiére par une structure périodique,
il était possible de diffracter un jet atomique par un réseau lumineux formé de faisceaux
lasers contra-propagatifs [4, [5 6] [7, [8]. Nous avons aussi vu dans le chapitre [2f que d’autres
types de structures diffractives, utilisant par exemple des transitions Raman [9], avec échange
d’impulsion mais aussi changement d’état interne, permettent de mesurer ou de manipuler la
distribution en impulsion. De la méme maniere que pour les transitions Raman, la condition
a remplir pour obtenir un bon contraste de la figure de diffraction est évidemment de disposer

d’une source dont la longueur de cohérence transverse est supérieure au pas du réseau.

Avec des sources classiques, cette cohérence transverse est obtenue en collimatant séverement
le jet [10], soit par des diaphragmes, soit par un filtrage dans l’espace des vitesses. Pour un
condensat, la longueur de cohérence est en général tres grande devant le pas du réseau
optique, si bien qu’on peut atteindre des efficacités de diffraction proches de 100 %, comme

I'ont montré les premieres expériences menées par M. Kozuma et al. [11].

Le régime de diffraction d’une onde de matiere par un réseau lumineux peut, comme en
optique photonique, se distinguer suivant deux configurations extrémes. Si le réseau est tres
mince comparé au pas du réseau, comme c’est le cas quand on applique les faisceaux lasers
pendant un temps 7 court devant I'inverse de la séparation en fréquence entre I’état final et
I'état initial, 7 < (4wr) !, alors la relation de conservation de 1'énergie n’est plus sélective
qu’a i/ pres, et on observe plusieurs ordres de diffraction (voir par exemple [12 13, [5, 14}, 15]).
C’est I'analogue du régime de Raman-Nath en optique traditionnelle, dans lequel le nombre
d’ordres diffractés et leur population ne dépend que de Q7 et pas de I'angle d’incidence
[6, [13], 16], 17]. Au contraire, lorsque 1’épaisseur du réseau lumineux est grande devant son pas,
on est dans le régime de Bragg ol seul un ordre est diffracté pour des conditions précises : il
faut que la direction de propagation de 'onde incidente fasse avec le réseau un angle précis. En
fait, au lieu de diffracter un condensat en mouvement sur un réseau stationnaire, il est souvent
nettement plus simple de se placer dans la situation inverse, équivalente par changement de
repere galiléen. Le condensat est (initialement) au repos, et le réseau est mis en mouvement en
imposant une différence de fréquence w entre les deux ondes progressives contra-propagatives
qui forment 1'onde stationnaire (voir la figure . La fréquence commune wy, est dans le

domaine optique, mais loin de toute résonance pour éviter les effets de décohérence liés a
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Fig. 5.1 : Principe de la diffraction de Bragg d’un atome libre. Le schéma de droite indique la
configuration expérimentale, ot le faisceau laser venant de la gauche a un vecteur d’onde ki, et de
fréquence wy, + w, et le faisceau venant de la droite a un vecteur d’onde opposé —ky,, de fréquence
wy,. La fréquence commune wy, est dans le domaine optique, mais loin de toute résonance pour éviter
les effets de décohérence liés a I’émission spontanée. L’absorption d’un photon de fréquence wr, +w,
suivie de la réémission stimulée a la fréquence wr,, s’accompagne d’un transfert d’impulsion 2hKr,
et d’énergie hw. Droite : transition d’un atome d’impulsion initiale p; vers l’état final d’impulsion
p; + 2hky,. Le léger décalage par rapport a ’énergie 4Ey est di a effet Doppler.

I’émission spontanée. L’absorption d’un photon dans une des ondes progressives, suivie de
la réémission stimulée dans I'autre, s’accompagne alors d’un transfert d’impulsion 2hk;, et
d’énergie hw comme représenté sur la figure 5.1} Ce processus n’est efficace qu’autour de la

résonance de Bragg, ou les lois de conservation de 1’énergie et de 'impulsion sont vérifiées :

pr = pi+2hky, (5.1)
Ef = Ej—i-ﬁo.).

Le transfert d’énergie compense alors exactement le gain en énergie cinétique, c’est-a-dire
que 'on a w = 4wy, avec wr = " /2m la fréquence de recul & un photon (voir en détail au
chapitre [2).

Comme dans le cas des « résonances induites par le recul » [18] et des résonances Raman
[9], ces processus résonnants sont sensibles a la vitesse des atomes par rapport au réseau. En
effet, si on considere un atome en mouvement, les fréquences des deux ondes vues par les
atomes sont déplacées en sens opposés par effet Doppler : au total, la résonance est déplacée
d’une quantité proportionnelle a la vitesse atomique, et V'efficacité de diffraction reflete la

population de la classe de vitesse résonnante v, qui vérifie

w = 4wgr + 2Ky, - Vies. (5.2)
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On peut alors reproduire la distribution en impulsion du nuage en mesurant 'efficacité de
diffraction en fonction de la fréquence relative w [1I]. C’est le principe de la spectroscopie
en impulsion par diffraction de Bragg, que nous détaillerons dans la suite de ce chapitre.
Cette méthode, analogue aux méthodes de sélection en vitesse par I'utilisation de transitions
Raman sélectives en vitesse [9], a été mise au point dans le groupe de W. Ketterle au MIT
[T, 19] 20], qui a pu vérifier sur un condensat quasi-sphérique que la longueur de cohérence
du condensat était bien de 'ordre de sa taille. Elle a aussi permis de sonder le spectre des

excitations élémentaires du systeme [19] 21].

Enfin comme dans le cas de 'utilisation des impulsions résonnantes sur une transition Raman
(chapitre , la technique de diffraction de Bragg revient a coupler de maniere cohérente
deux états différents, puisque d’impulsions du centre de masse différentes bien que 'état
interne soit inchangé. Comme dans le cas du chapitre [2| seuls deux états bien définis sont
couplés a cause de la condition de résonance. On peut donc observer des oscillations de
Rabi entre ces deux états d’impulsion induites par le réseau optique (figure . Il est alors
facile de construire des interférometres pour condensats en utilisant cette technique de Bragg
[3, 22, 23] 24]. Le traitement d’un interférometre utilisant la diffraction de Bragg est alors
completement identique a celui développé succinctement au chapitre 2| pour les transitions a

changement d’état interne.

5.1.2 La diffraction de Bragg comme un filtre en vitesse : sépara-

tion des composantes thermiques et condensées

(@) >s— a |19

(d)

o .

Fig. 5.2 : Séparation du condensat et du nuage thermique par diffraction de Bragg, analogue d la
méthode optique de filtrage par spectrométre. Dans le premier cas (a et b), on a réglé les paramétres
pour diffracter un mazimum d’atomes a partir d’un condensat le plus pur possible. On atteint des
efficacités proches de 100 % (96 sur l’exemple choisi). Dans le second cas (c et d), ot les paramétres
du réseau sont identiques, seule la fraction condensée est affectée par le réseau diffractant, et, a
cause de l’impulsion impartie par le processus, elle se sépare de la fraction thermique en temps de
vol.

Comme nous 'avons indiqué précédemment, la diffraction de Bragg induit une sévere sélec-
tion en vitesse au sein du nuage d’atomes étudié. En fait, on peut montrer a partir d’équations

similaires aux équations que cette sélectivité en vitesse correspond a la largeur de la ré-
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sonance A « /7 (7 est ici encore la durée de I'impulsion lumineuse) [9, [7]. Ainsi, pour une
impulsion lumineuse d'une durée 7 = 2 ms, on attend une largeur A ~ 200 Hz soit une
résolution en vitesse de l'ordre de 100 pm/s. Pour des durées d’impulsion plus faibles, on
sera alors peu sensible a la distribution en vitesses du condensat (pour nos expériences, elle
correspond a A ~ 200 Hz), condition nécessaire a I'utilisation de la diffraction de Bragg pour
manipuler le condensat dans son ensemble lors de la réalisation d’un interférometre. Typi-
quement, on utilise un pulse de Bragg d’une durée de 250 us, avec une enveloppe temporelle
en forme de créneau. Dans I'espace des fréquences, cela correspond & une largeur de 1.5 kHz
environ, si bien qu’on n’a aucune sélectivité en vitesses, et qu’on peut diffracter 100 % des

atomes dans le cas d’un « pulse 7 » .

Contrairement au condensat, la largeur typique en vitesses du nuage thermique, \/m,
correspond a une largeur Doppler Ay, variant entre 12 et 28 kHz, si Tj varie entre 100 et 500
nK. Vis-a-vis de la partie thermique, on est donc sélectif en vitesses [Il 25], ce qui signifie
que Defficacité globale de diffraction est réduite par un facteur 2o/a,, ~ 1072 par rapport aux
atomes condensés. Le nuage thermique sera donc peu affecté par le réseau de diffraction :
d’une part, moins de 5 % des atomes sont diffractés pres de T, et environ 10 % pour T ~
0,37¢o; de plus, positions et vitesses sont en principe largement décorrélées dans le nuage
thermique (c’est rigoureusement vrai pour un gaz de Boltzman, quelque soit le potentiel) et
le profil de densité ne devrait alors pas étre modifié significativement. Ceci est illustré sur
la figure [5.2] pour un condensat presque pur et pour un nuage avec une fraction thermique
significative. Une technique analogue a été utilisée dans [25] pour séparer le condensat du

nuage thermique dans un réseau optique et étudier les modes collectifs de ce systeme. Notre

Fig. 5.3 : Profil radial du nuage ther-
mique, dévoilé par le filtre de Bragg. Le
profil expérimental (ligne continue) est en
général plus plat que la fonction de Bose
g2 ajustée sur les images (tracées en poin-
tillés). La courbe (a) correspond a un
nuage au-dessus du seuil, et elle est par
contre bien ajustée par une fonction de
Bose. Les courbes (b), (c), (d) et (e) cor-
respondent d des fractions condensées de
150 100 =0 o =0 100 150 5, 15, 35 et 60 %, respectivement. L’apla-
tissement peut €tre attribué o la répulsion
du condensat.

Densite (u.a.)

Distance radiale (um)

technique présente certains avantages que nous avons exploités. D’une part, en séparant
ainsi la partie thermique du condensat, on peut extraire des informations quantitatives sur
le systeme (fraction non condensée et température) pour des fractions condensées proches
de 1 (figure[5.2| (a) et (b)). Dans ces conditions, les méthodes classiques d’analyse d’imagerie

ne permettent plus de détecter la partie thermique qui est « enfouie » sous le condensat.



CHAP 5 - INTERFEROMETRIE ATOMIQUE cohérente : APPLICATION A LA MESURE DE LA
210 LONGUEUR DE COHERENCE DANS LES CONDENSATS

D’autre part, 'analyse détaillée de la distribution du nuage thermique, en particulier a la
position du condensat, permet de tirer des informations sur l'interaction entre condensat
et le nuage thermique. La distribution que nous observons est en général plus plate que la

fonction de Bose g, comme nous le montrons sur la figure [5.3|

5.1.3 La spectroscopie de Bragg comme sonde de la cohérence en

phase : vélocimétrie Doppler
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Fig. 5.4 : (a) Images en absorption d’un condensat et des composantes diffractées, pour plusieurs
désaccords entre les lasers Bragg. On a montré par des rectangles en pointillés les zones utilisées
pour intégrer et obtenir les populations des ordres diffractés et du condensat. Le rapport entre les
deuz donne Uefficacité de diffraction. Les spectres de Bragg correspondant a l’ordre +4hk (cercles
pleins) et —4hk (cercles creuzx) sont reportés sur le graphe (b).

La finesse spectrale des résonances de diffraction de Bragg en font un outil pour sonder la
distribution en énergie au sein du condensat. Cette technique de spectroscopie de Bragg
[26, 27, 28], a permis d’étudier en détail les spectres des quasiparticules au sein du condensat
[19, 29, 21 30]. De plus, comme nous I'avons déja montré pour la diffraction d’atomes libres
par des faisceaux Raman, la distribution des vitesses selon I'axe des lasers est imprimée
dans le spectre de Bragg par l'intermédiaire du terme d’effet Doppler dans la condition
de résonance. Pour une distribution en vitesses de largeur Awv, la contribution au spectre

est de largeur Aw = 2kpAv. Il est donc possible, en mesurant la largeur du spectre de
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Bragg, d’estimer précisément cette contribution spectrale et ainsi d’établir la distribution en
vitesse au sein du condensat : c’est cette méthode que nous appelons vélocimétrie Doppler.
La précision de la mesure sera néanmoins limitée par un grand nombre d’effets parasites.
Sans entrer dans les détails, on peut classer ces effets en deux catégories : les parasites
techniques dont nous ferons état par la suite et les effets plus fondamentaux qui tendent
a déplacer les niveaux d’énergie couplés et donc a modifier, parfois de fagon inhomogene,
la condition de résonance. Ainsi, les collisions au sein méme du condensat vont, a cause
du champ moyen qu’elle « induisent » provoquer un élargissement du spectre de Bragg.
On peut comprendre classiquement cet effet : un atome initialement dans le condensat, au
point r, avec une impulsion hk possede dans I'approximation de champ moyen une énergie
classique E; = 7’k /am~+gny(r). S’il est diffracté, dans I'approximation d’impact, son impulsion
devient h(k +q) et I'énergie finale est Ey = #*(k+a)”/am + 2gng(r)'. La condition de résonance
pour la diffraction de Bragg dépend du point considéré, et la contribution moyenne du terme
d’interactions s’obtient par une moyenne spatiale sur le profil de densité (parabolique). Cette
modification de la condition de résonance induit alors un déplacement de la résonance d’une

quantité 2#/75, ainsi qu'un élargissement d’une quantité %M [T, 26, [19] 20].

; R Fig. 5.5 : Collisions entre un condensat
. X au repos et un condensat rapide créé par
‘ diffraction de Bragg. L’image de gauche

est prise en l'absence du réseau de dif-

fraction. En appliquant ce dernier dans

des conditions identiques, les collisions

X €lastiques redistribuent les atomes vers

a,[172] 10 0 de nombreuxr états d’impulsion et dé-

U truisent le condensat (image de droite).

Pour mettre ’effet en évidence, on a dif-

fracté une fraction importante des atomes

2 (de Uordre de 50 %). Nous avons égale-

ment indiqué sur la schéma du bas les vec-

teurs d’onde autorisés, q;; dans laze des

faisceaux et q perpendiculairement, pour

trois valeurs de limpulsion initiale, 0,5 ,
2 et 4 MCs.

4

q/[1/8]

D’autres effets collisionnels, s’ils n’ont pas d’effets directement visibles sur la largeur des
spectres de Bragg, doivent étre évités afin d’obtenir une mesure quantitative de bonne qualité
de la largeur en impulsion au sein du condensat. D’une part, des collisions élastiques se
produisent entre le condensat au repos et les atomes diffractés se propageant a quelques

vitesses de recul (quelques cm/s). Le taux de collisions, de 'ordre de veon = noovg [33,34], est

!Le facteur 2 dans 1’énergie d’interaction vient du fait que les parties diffractées et non diffractées du
condensat sont maintenant discernables, entrainant ’augmentation du taux de collision d’un facteur 2 [31].
Il est important de noter que ceci n’existe pas dans le cas d’une transition Raman pour le rubidium qui
concerne 2 états hyperfins différents [32).
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tres élevé, si bien que le libre parcours moyen est tres petit devant la longueur du condensat.
Les atomes diffractés vont alors subir un grand nombre de collisions avant de se séparer
du condensat, et seront dispersés vers un grand nombre d’états quantiques correspondant a
des impulsions moyennes différentes. Ainsi, au lieu d’observer deux nuages avec une faible
dispersion en vitesse et nettement séparés apres le temps de vol, on aura au contraire deux
nuages diffus comme sur la figure

Avec les valeurs de densités atomiques, de puissances lumineuses et d’anisotropie atteintes
dans nos expériences, des effets de super-radiance [16] vont aussi perturber la mesure. Ce
phénomene produit un flux de photons émis dans ’axe long du piege de maniere « coopé-
rative » , a partir de quelques événements initiaux de diffusion Rayleigh. Par conservation
de l'impulsion, des atomes ayant émis un photon reculent aussi dans la direction de I'axe

génant ainsi considérablement la mesure de la distribution en impulsion.

Pour éviter tous ces effets liés a la densité, nous coupons le piege et attendons un temps
de vol £ = 2 ms avant d’appliquer les faisceaux de Bragg. Ainsi, la densité chute de deux
ordres de grandeur [(w,?)? ~ 91] & cause de I'expansion transverse alors que la distribution
longitudinale n’évolue quasiment pas. L’élargissement di au champ moyen n’est alors plus
que d’une dizaine de Hz, et le libre parcours moyen devient grand devant la taille du nuage,
si bien qu’on peut en bonne approximation considérer qu’on sonde des particules libres et

indépendantes [35].

1200
Fig. 5.6 : Oscillations du quasi-condensat
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Un autre effet parasite, lié a la géométrie du piege que nous utilisons, s’est révélé étre parti-
culierement contraignant. En effet, le franchissement du seuil dans un piege dans le régime
hydrodynamique tel que le nétre provoque des oscillations hors-équilibre [36] quasiment im-
possibles a éviter. Un champ de vitesses se développe alors, si bien qu’une signature des
oscillations existe également sur la distribution en impulsion. Nous avons utilisé la spec-
troscopie de Bragg « en temps réel » (figure pour observer cet effet avec une rampe
d’évaporation tres lente [36, B7]. Dans ce cas, Pamplitude de l'oscillation sur la largeur est
faible, et difficilement observable sur les images brutes. En revanche, l'oscillation est tres
visible sur les spectres en vitesse, dont la largeur oscille au double de la fréquence propre du
mode, soit 2wq = v/10w,. En effet, dans ce mode quadrupolaire, la distribution en impulsion

est la méme que le (quasi)condensat soit dans une phase d’expansion ou de contraction.
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Apres de nombreux tests, nous sommes arrivés a la conclusion que méme une rampe tres
lente n’était pas suffisante pour éviter le déclenchement de ces oscillations qui vont élargir
le spectre en vitesse du nuage dans ’axe long. Pour que l'oscillation ne participe pas pour
plus de 100 Hz a la largeur Doppler totale, nous avons donc laissé un temps de relaxation
de 6.5 s apres la fin de la rampe d’évaporation. L’expérience montre alors un élargissement

résiduel inférieur a 100 Hz, de 'ordre de la résolution liée a la durée de 'impulsion.

5.1.4 Dispositif expérimental de diffraction de Bragg

Le dispositif que nous avons mis au point offre une résolution meilleure que le dispositif origi-
nal de MIT par environ 1 ordre de grandeur. Ce résultat a été obtenu au prix de précautions

dont nous allons donner ici un apercu. La figure présente un schéma du dispositif optique

périscope
Electro—aim&ntA @_I_‘A\

' Tel. 2

)
cellule en verre '
\

Miroir (M1)+1/4
‘E\Condensat
h Miroir (M2)

‘X)O‘
2

laser \
\

ralentisseur . :
m;? C w4l Tl 1

"i}ansport par fibre optique

ww 00

Fig. 5.7 : Montage optique utilisé pour générer le réseau diffractant. Les miroirs sur les chemins
des acousto-optiques (AOM) sont a quelques centimétres de la table optique, sur des pieds en laiton
massif, et vibrent peu. Les miroirs (M1) et (M2) a 35 cm de hauteur nécessitent des supports parti-
culiers, trés rigides longitudinalement, d’ou le choix de plaques de Dural. Ces plaques sont un peu
isolées de la table par une fine épaisseur de sorbothane (non représentée). Dans cette configuration
le miroir critique est le miroir de rétro-réflexion (M1). La lame *4a devant (M1) sert a régler les
polarisations relatives des faisceaux contra-propagatifs.

utilisé pour générer le potentiel diffractant. Nous détournons en fait une partie de la puissance
du laser ralentisseur, décalé de -133 MHz par rapport a la transition | F' = 2) —| F' = 3).
Les atomes étant polarisés dans | F' = 1, mp = —1), le laser est donc désaccordé de A ~ 6,83
GHz, correspondant a I’écart hyperfin dans le fondamental électronique. Le taux d’émission
spontanée typique est alors de Ty, ~ T'(?1/a)? ~ 21 x 0,2 s7', soit une probabilité de 0,1 %
pendant la durée du pulse. Le faisceau est amené via une fibre optique monomode a main-
tien de polarisation vers le piege magnétique. Le faisceau laser est ensuite séparé en deux
parties d’égale intensité, chacun d’eux passant dans un modulateur acousto-optique a 80
MHz (Crystal Technologies). Pour assurer une trés bonne stabilité en fréquence, les signaux
radio-fréquence qui alimentent les modulateurs sont générés par deux synthétiseurs stables
au Hertz pres. L'un d’entre eux (Hameg HM 8133-2) est fixé a une fréquence de 80 MHz. Le

second (Hewlett-Packard 8647A) est commandé par ordinateur via une connexion GPIB, si
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bien que sa fréquence peut étre variée autour de 80 MHz de la quantité w nécessaire pour
se placer autour de la résonance de Bragg. La séparation en deux faisceaux est faite a 'aide
d’un cube polariseur, si bien qu’apres passage dans les modulateurs puis recombinaison, on
dispose de deux faisceaux décalés en fréquence, qui se propagent parallelement avec des po-
larisations orthogonales. Ces faisceaux sont ensuite envoyés sur la cellule de piégeage. En
pratique 'alignement des faisceaux sur ’axe du dipole est automatiquement assuré, comme
le montre la F1G. 5.8

A ‘oA condensat Omax ~ 2 mrad
pole du dipdle cellule / faisceaux de Bragg max

ol At :) :

A}

| — —

A

y
>

400

Fig. 5.8 : Contraintes pratiques sur Ualignement des faisceaux Bragg sur l'aze du dipdle. Les cotes
sont en millimétres. Le diamétre visible des faisceaux est d’environ 3mm. Ce qui permet d’estimer
la précision de l’alignement a environ Oy.x = 2 mrad.

Les trous aux extrémités externes des poéles du dipole ont un diametre de 5mm, et sont
distants de 400 mm. Les faisceaux peuvent étre alors centrés sur I'axe central du dipole a
mieux que 1 mm, soit un angle entre les faisceaux Bragg et 'axe du dipole inférieur ou égal
a 2mrad. Par conséquent la contribution de la distribution en vitesse radiale au spectre est
de lordre de 10 Hz. Cette source d’élargissement est négligeable devant 1’élargissement de

115Hz di & la durée finie d’application des lasers de Bragg (2ms).

Fig. 5.9 : Diffraction de Bragg par deuz

condensat atomes diffractés condensat , i
réseaur optiques se propageant dans des
®a ®p temps de vol ; ; i .
Ty - D directions opposées. On observe deuz pics,
Wp [ON

correspondant aur composantes +v et —v
Praore oo du spectre. Temps de vol aprés diffraction :
22ms. Séparation 510 um.

Pour former le réseau optique, il importe de superposer les deux faisceaux de maniere a ce
qu’ils soient contra-propagatifs et de méme polarisation au niveau des atomes. Pour un maxi-
mum de stabilité, les deux faisceaux lasers de fréquence décalée de w sont co-propagatifs tout
du long, mais avec des polarisations orthogonales. Ils passent dans la cellule, puis traversent
une lame quart-d’onde avant d’étre rétro-réfléchis. Dans cette configuration, seul le miroir de
rétroréflexion est non-partagé et contribue aux fluctuations de la phase du réseau [38]. Les
deux faisceaux qui reviennent, ont une polarisation tournée de 7/2 par rapport aux faisceaux
incidents, avec des vecteurs d’ondes opposés. En les recouvrant avec les faisceaux aller, on
forme deux réseaux de diffraction indépendants et se propageant dans des directions oppo-
sées. Ils sont résonnants pour la meéme fréquence, mais transferent une impulsion opposée

aux atomes. Ainsi, pour une image de diffraction donnée, on observe deux nuages diffractés,
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visibles sur les figures [5.4] et Pour une seule série d’acquisition, nous obtenons donc deux
spectres diffractés, un pour chaque réseau. Avec ce montage, le spectre de bruit du réseau
est limité par le temps de pulse (2 ms), et sa largeur a mi-hauteur de 180 Hz est tout a fait

acceptable.

5.2 Etude de la longueur de cohérence par spectrosco-

pie de Bragg

5.2.1 Spectroscopie en impulsion a température finie

10 o ® 10 .

A . o R R R U Fig. 5.10 : (a) Ensemble des spectres
ate L Y élémentaires mesurés dan des conditions
L L identiques, a [’exception du temps d’at-
o F %o 0 . tente 7. L’efficacité de diffraction est don-
02 cetee”  eves 0:. ...'. .-“.,. . née en pourcentage du nombre d’atomes
20 00 510 20 200 o dans le quasi-condensat. Les spectres me-
3 - surés simultanément (grace auz deuzx Té-
vr °t. or .. seaux de Bragg) sont placés cote-a-cate.
ettt tees 0:.--° Set,en, Le temps T relatif a ces paires de spectres
- w0 @0 ai0 20 w0 sio indique le temps de maintient du quasi-
E - °* r ‘. condensat dans le piége en plus des 6.5
% “r * ., T de thermalisation.Une barre d’erreur ty-
: R . S (o *teec pique est reportée sur la premiére courbe,
& 20 w0 310 20 w0 310 indiquant la dispersion des 7 mesures (en-
P (@) viron) effectuées pour chaque désaccord.
[ Recentrage, normalisation, soustraction du fond } (b) Spectre résultant de la superposition
Superpositon de l’ensemble de ces données, aprés re-
¢ centrage, normalisation ¢ une méme aire
7 . (b) et soustraction du fond. La forme du
) o profil apparait alors plus clairement. Un
§ z .5 "-, ajustement par un profil lorentzien donne
o | S une demi-largeur a mi-hauteur Av =

Ryt Wb . 231(14) Hz.
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Avec toutes les précautions expérimentales mentionnées précédemment, nous avons pu ob-
tenir des quasi-condensats a 1’équilibre et un dispositif de spectroscopie de Bragg avec une
résolution de l'ordre de 200 Hz. Dans la configuration la plus anisotrope, correspondant a
wy =21 x5 Hz et w; = 27 x 760 Hz, nous avons pris des spectres de Bragg pour sept valeurs
caractéristiques de la rampe radio-fréquence d’évaporation, v.¢, variant ainsi la température
de 90 & 350 nK environ, le nombre d’atomes de 8 x 10* & 2x 10%, et la fraction condensée de 70

% a 8 %. Plusieurs spectres ont été pris pour chaque valeur de vy (typiquement 5), en variant
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le temps d’attente apres la fin de rampe, pour ne pas introduire d’effets systématiques dis
a de possibles oscillations quadrupolaires résiduelles. Vu le nombre de données a acquérir,
la durée totale d’acquisition pour chaque v, s’est nécessairement étalée sur plusieurs jours.
Dans I'espoir de moyenner d’éventuelles fluctuations tres lentes, nous avons choisi d’acquérir
chaque jour plusieurs valeurs finales de la fréquence d’évaporation. Ainsi, plus de 900 images
ont été prises pour chaque valeur de v, le temps d’acquisition total des données étant de 15
jours environ. Les parametres moyens (température, nombre d’atomes, ...) sont déterminés
sur des images témoins (typiquement une dizaine pour chaque 1), prises dans des conditions

identiques, mais sans diffraction de Bragg.

La procédure finale consiste a reporter toutes les données a une méme température sur un
méme spectre renormalisé (figure . Pour cela, nous faisons un premier ajustement par
une Lorentzienne, pour trouver le centre, le fond et la hauteur de chaque spectre individuel.
Les spectres individuels sont alors recentrés, corrigés du fond et renormalisés par leur aire
totale. On obtient alors un spectre global (voir figure avec un bien meilleur rapport

signal-a-bruit.

profondeur : 80 kHz
S T=347 nK

|k | T= 286 nK

Efficacité de diffraction (u.a)

[T T T T eq T T T T

profondeur : 50 kHz
T=216 nK

{ ‘, T=177nK

profondeur : 30 kHz
K T=124 nK

\
ka.-\_... %

profondeur : 20 kHz
T=90 nK

Désaccord (kHz)

Fig. 5.11 Ensemble des spectres
moyens, résultant, pour chaque profon-
deur de piege, de la superposition de 8
a 12 spectres élémentaires. Les tempé-
ratures sont également indiquées. Tous
les spectres de cette figure ont la méme
aire, pour faciliter la comparaison. Les
lignes pointillées indiquent la largeur a mi-
hauteur de chaque spectre. On constate
clairement un élargissement des spectres
avec la température.

En observant les spectres reportés sur la figure |5.11] on constate sans ambiguité un élargis-
sement des spectres avec 'augmentation de la température. Il s’agit d’une indication que la
longueur de cohérence du condensat diminue lorsque la température augmente. On est ainsi
dans un régime de quasi-condensat ou la partie dégénérée du gaz subit de fortes fluctuations

de phases.

La forme de raie des spectres fournit également une information importante : on voit sur
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la figure que les spectres observés sont bien ajustés par une Lorentzienne. De maniere
plus rigoureuse, ce point est confirmé par 'examen des résidus de ’ajustement en choisissant
soit une Lorentzienne, soit une Gaussienne, qui sont également tracés sur cette figure : le
premier est relativement plat, tandis que le second est nettement plus contrasté. La forme
Lorentzienne, qui implique des corrélations en phase décroissant exponentiellement avec la
distance, est caractéristique des fluctuations de phase & une dimension [35]. Cette forme
de raie et I’élargissement avec la température discutés précédemment indiquent de maniere

nette l'existence de quasi-condensats dans notre piege.

diffraction (u. a.)
diffraction (u. a.)

desaccord § (kHz)

© -

it 0.4 : g n c © }‘4 R . d

-~ . 3 ) %,

o 00K PR . = |4 s

E w%w s 2 ageits -

2 04k . . . 2k . R ,

= 0 1 2 3 2 0 1 2 3
desaccord |3] (kHz) desaccord |3] (kHz)

Fig. 5.12 : Spectre global apreés traitement de 900 images environ, composé de 5 spectres individuels
par ordre diffracté (a), correspondant au point a 270 nK (profondeur de piége de 60kHz). Spectre
ajusté par une lorentzienne (@), et par une gaussienne (b). (c) Résidus de l’ajustement par une
lorentzienne. (d) Résidus de l’ajustement par une gaussienne. Les résidus sont « repliés » autour
du désaccord nul, et lissés par une moyenne glissante de 6 points.

Le régime de fluctuations de phases et les quasi-condensats
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Fig. 5.13 : Demi-largeur a mi-hauteur Avy des spectres expérimentauz en fonction de Avg. Les
barres d’erreur verticales représentent la déviation standard de la largeur donnée par l’ajustement
par une lorentzienne des spectres, tandis que les barres d’erreur horizontales représentent la dévia-
tion standard de la dispersion des valeurs de Avy. La ligne continue est un ajustement qui suppose
un profil de Voigt pour les spectres, dont la composante gaussienne est identique d’un spectre a
Dautre. Nous indiquons également les variations de T/t sur la figure (b).
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Pour comparer quantitativement nos observations a la théorie des quasi-condensats [39, [35]
40], certaines précautions doivent étre prises. En effet, a cause de la fréquence de piégeage
transverse élevée (w; = 2w x 760 Hz) et du « faible » nombre d’atomes dans le quasi-
condensat (Ny ~2 & 7x 10%), le potentiel chimique est en fait deux & trois fois plus grand que
la fréquence transverse, si bien que le terme de pression quantique radial ne peut pas étre
entierement négligé, comme nous avons déja vu au chapitre [3} De plus, le champ moyen
exercé par le nuage thermique intervient comme une correction supplémentaire a haute tem-
pérature. Nous avons déja mentionné qu’un ajustement par une parabole a deux dimensions
et une distribution de Bose idéale g, reproduisait tout de méme les images de maniere sa-
tisfaisante, mais que les parameétres de cette parabole (R, L) montrent des déviations par

rapport aux lois attendues dans le régime de Thomas-Fermi [41].

On peut prendre en compte tous ces effets pour calculer la fonction de corrélation et la
distribution en impulsion théoriques. Dans ’approximation de densité locale, ces fonctions
dépendent seulement de Ly et de la densité 1D n,. En pratique, nous utilisons toujours
I’ajustement a deux dimensions par une parabole et une fonction de Bose. En déduisant le
nombre d’atomes dans le quasi-condensat Ny et sa longueur L par le programme d’ajuste-
ment, ainsi que la température par un ajustement sur les ailes de la distribution thermique,
on peut calculer Ly = #ni(0)/mipr avec ny(0) = 15No/161. L'échelle caractéristique pour la
largeur spectrale du quasi-condensat est alors donnée par la largeur Doppler qui correspond

a py =Ly, ’est-a-dire .
1 28k, 1ug

(5.3)

On a négligé la largeur Doppler due a 'impulsion libérée selon I’axe long pendant I'expan-
sion qui contribue a la largeur pour 50 Hz au plus, soit bien moins que la largeur mesurée
et la résolution de 'expérience. Par contre, nous devons tenir compte des causes « tech-
niques » d’élargissement discutées plus haut, en particulier la largeur finie du pulse, les
vibrations résiduelles des miroirs, et 'oscillation du centre de masse observée. En I'absence
d’informations détaillées sur ces causes d’élargissement, nous avons supposé qu’elles étaient
indépendantes de la température et du nombre d’atomes dans le quasi-condensat, et qu’elles
n’affectaient que la fréquence relative des atomes et des faisceaux. Dans ces conditions, une
modélisation raisonnable consiste a considérer une fonction d’appareil gaussienne, de lar-
geur a mi-hauteur wyes constante. Le spectre Doppler attendu pour le quasi-condensat étant
Lorentzien, de largeur aAvy, le spectre mesuré est donc décrit dans notre modele par la
convolution d’une Lorentzienne et d’une Gaussienne : un profil de Voigt. Nous avons donc
extrait la demi-largeur globale Avy de chaque spectre (un ajustement Lorentzien ou par un

profil de Voigt donne les mémes résultats), que nous avons reporté sur la figure Un
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ajustement de Ay sur la gamme entiere de température est ensuite effectué d’apres la loi2

B aAvy ) aAvg\ 2
AVM - 9 =+ \/wres + ( 9 ) ; (54)

qui donne la demi-largeur d’un profil de Voigt, en fonction des demi-largeurs w, de la

Gaussienne et aAvy de la Lorentzienne. Nous obtenons ainsi le meilleur ajustement pour
Wres = 176(16) Hz et o = 0.65(5)(5).

La valeur de o obtenue se compare favorablement a la théorie. Elle serait égale a /2 pour un
gaz uniforme, et la valeur que nous mesurons reflete I'inhomogénéité du profil de densité. On
attend en fait o = 0.67 dans le régime de Thomas-Fermi 3D, et o = 0.63 dans le régime de
Thomas-Fermi 1D. La valeur intermédiaire que nous mesurons pourrait refléter le fait que
nos expériences ont été réalisées dans un régime intermédiaire. Ce bon accord entre théorie
et expérience valide expérimentalement les prédictions de [40]. Comme on le voit sur ,
ces résultats indiquent une longueur de cohérence (que nous définissons ici par rapport a la
largeur en impulsion mesurée, Lc = 7/ap ) réduite par un facteur Zs/1, compris entre 1/6 et 1/23,
par rapport a I’extension physique du quasi-condensat. L’expérience d’interférométrie menée
a Hanovre [3] atteint des conclusions similaires, en travaillant directement sur la fonction de

corrélation spatiale .

Longueur typique du quasi-condensat :
30 2L.=240 pm
:E% 20
g
10
0= | | | | |
100 200 300 400 500
Av,(Hz)

Fig. 5.14 : Longueur de cohérence en fonction de Avg. Les points avec les barres d’erreur re-
présentent la longueur de cohérence frcnes déduite des données expérimentales. Les barres d’erreur
verticales proviennent de l'incertitude sur la mesure de la largeur des spectres, et sur la détermi-
nation de wg, tandis que les barres d’erreur horizontales représentent la dispersion des mesures de
Avg. La ligne continue est la courbe théorique Ls/a. Rappelons que ces mesures correspondent d un
rapport 6 < T/T, < 28.

2Cette forme approchée est donne une estimation de la largeur d’un profil de voigt avec un erreur inférieure
a 3 % sur une large gamme de largeurs et de fonctions d’appareil.
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5.3 Interférométrie Atomique

5.3.1 Principe de l’interférometre pour mesurer la longueur de

cohérence

On peut aussi tester la cohérence des condensats par une méthode interférométrique. Pour
cela, on utilise toujours les deux faisceaux laser Bragg mais avec une forte intensité et une
durée d’impulsion courte. Lorsque les faisceaux laser sont appliqués au condensat, les atomes
effectuent une oscillation entre les deux états couplés. Plus l'intensité des lasers est élevée,
plus la période d’oscillation est élevée. L’intensité et la durée des impulsions laser est donc
ajustée de fagon a pouvoir réaliser une impulsion 7/2 (chaque état couplé contient la moitié
des atomes) qui couple tout le condensat et ne soit donc plus sélectif en vitesse comme dans le

cas de la spectroscopie. Typiquement, I'impulsion a une durée 7 ~ 100 us. Cette impulsion

T t=0 _—

T U=2ms AN - NN T2

tt=t;+ T vvwvr-:_)«\/\/\/\/\ /2

Fig. 5.15 : Principe de l'interférometre

1 =Tror

/2 réalise une lame séparatrice (voir chapitre [2)). Nous réalisons alors un interférometre
a deux lames séparatrices en appliquant une deuxiéme impulsion 7/2 (Figure . Une
premiére impulsion /2 sépare le condensat en une superposition cohérente des deux états
d’impulsion 0 et 2hk;, (transition a 2 photons). Aprés un temps de vol libre T, les deux
copies se sont séparées d’'une distance s = 2vgT. En appliquant une deuxiéme impulsion 7/2,
on recombine alors les deux condensats et on observe les franges d’interférences dans la zone
de recouvrement (Figure[5.16)). Ceci équivaut & un interférometre de Mach-Zenhder. Comme
pour un interférometre optique, nous observons deux voies de sortie, les franges observées

dans chaque sortie étant bien stir complémentaire.

Pour comprendre d’ou viennent les franges, considérons tout d’abord le cas d’un condensat
completement cohérent : lorsque le piege est coupé, la conversion de I'énergie de champ moyen
du condensat en énergie cinétique donne une distribution de vitesse variant linéairement avec
z, et donc une variation quadratique de la phase, ¢(z) o z2. La différence de phase locale entre

les deux condensats décalés varie donc linéairement avec la position : ¢(z) —p(z+s) o 2zs, ce
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qui explique la présence de franges d’interférence avec un interfrange proportionnel a 1/s. Dans
le cas d’un condensat avec des fluctuations de phase, I'interfrange nous donne I'information
sur la différence de phase locale et le contraste moyen des franges nous donne une information
sur la fonction de corrélation C(s) = (U1(r)¥f(r +s)). Ainsi, la longueur de cohérence peut
étre déduite de la variation du contraste des franges avec la séparation s. L’interférométrie
doit nous permettre de mesurer de grandes longueurs de cohérence L > Lj > L/s. On peut
ainsi espérer observer la transition entre un condensat et un quasi-condensat. La plus petite

longueur de cohérence mesurable est limitée par la séparation entre les deux impulsions.

5.3.2 Mesure directe de la longueur de cohérence

Fig. 5.17 : Profil des transformées de
Fourier des franges d’interférences. La
hauteur du pic central est proportionnelle
au nombre d’atomes, le petit pic latéral
apparait a la fréquence spatiale de I'in-
terfrange. Le contraste est donné par la
hauteur du pic latéral par rapport au pic
central.

Pour analyser nos images, nous prenons la transformée de Fourier numérique de ces dernieres
(Figure . La position du pic latéral se trouve a la fréquence spatiale correspondant a
linterfrange. La hauteur de ce pic, apres moyenne statistique, comparée a la hauteur du pic
a fréquence nulle nous donne le contraste des franges et donc un point de la fonction de

corrélation spatiale C(s).
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Le probleme que nous avons rencontré est d’élaborer la bonne stratégie de moyennage. En
effet, pour réellement mesurer C'(s) en présence de fluctuations de phases, il est nécessaire de
moyenner les transformées de Fourier (phase et amplitude) de plusieurs expériences réalisées
dans les mémes conditions. Une solution (la plus évidente) serait de moyenner les images
directement puis de prendre la transformée de Fourier de la moyenne des images. Pour que
cette méthode soit efficace, il faut que la phase relative globale entre les deux condensats
interférant ne change pas d’un coup sur 'autre. Ceci se traduirait par un déplacement aléa-
toire et en bloc de l'interférogramme, le moyennage dans 1’espace réel entrainant alors un
brouillage des franges. Pour une expérience parfaite, ce moyennage ne devrait donc poser
aucun probleme, un défaut de phase ne pouvant arriver que si la phase relative des deux
lasers change entre les deux pulses 7/2 (on retrouve ici les problemes typiques rencontrés sur
les senseurs inertiels atomiques). Notre expérience n’a pas le niveau de stabilité d’un senseur
inertiel et, sur des temps 7 entre 2 ms et 10 ms, nous avons constaté que la phase des lasers

bouge [42], toujours & cause des vibrations des miroirs.

0.20
O
é.() 0.15
< Fig. 5.18 : Variation de l'interfrange avec
£ 0.10 - , .
5 la séparation entre condensats. Ce que l'on
= 0.05 - attend d’aprés la théorie Thomas-Fermi
— 0.00 | est montré par la courbe en trait plein, en

bon accord avec nos données.

s (um)

Pour s’affranchir de ce probleme, nous avons décidé de moyenner les valeurs absolues des
transformées de Fourier. Dans ce cas, on ne mesure plus directement la fonction de corrélation
en phase mais plutot une sorte de fonction de corrélation en intensité ol les corrélations de
phase jouent toujours un role. Il nous suffit de modéliser ceci pour connaitre les courbes
que 'on s’attend a observer dans le cadre de la théorie développée dans [35]. Nos données
ont été réalisées pour deux pieges différents et pour différents nombres d’atomes, le but
étant de faire varier T/7; entre 0 et quelques unités afin d’observer la transition entre un
condensat parfaitement cohérent et un quasi-condensat. Les fréquences des pieges réalisés
sont 8.67 x 395 Hz (fréquences axiale et radiale) et 6.55 x 655 Hz, ce qui donne comme
rapport d’anisotropie 46 et 100. Ces rapports d’anisotropie sont plus petit que celui utilisé
pour I'expérience sur la diffraction de Bragg décrite plus haut. Le nombre d’atomes dans le
condensat varie entre 0.8 x 10° et 3 x 10° et la température entre 90 et 190 nK. Pour tracer
une fonction de corrélation, nous prenons typiquement cing images par séparation pour le
moyennage. Une premiere constatation des résultats de la figure permet de conclure que
Iinterfrange mesuré en fonction de la séparation est en bon accord avec ce que I'on attend

théoriquement.
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Fig. 5.19 : Ezemples de deuz mesures de la fonction de corrélation (contraste des franges) en
fonction de la séparation s entre les deux copies du condensat.

On peut ensuite s’intéresser au contraste, ou plus exactement au module de la hauteur des
pics. Nous avons reporté sur la Figure deux mesures typiques, pour 7' de l'ordre de
T, et pour T > T¢. La premiere fonction de corrélation s’ajuste bien sur une gaussienne,
ce qui est attendu pour un condensat completement cohérent. Dans le deuxieme cas, une
exponentielle doit s’ajuster mieux que la gaussienne et la largeur a mi-hauteur de la courbe

est bien plus petite, la longueur de cohérence a diminué, comme on l'attend.

En effectuant, comme pour la spectroscopie, plusieurs mesures pour différentes températures
et nombre d’atomes, nous pouvons reporter la valeur de la largeur a mi-hauteur sur un
méme graphe, en fonction de la température (figure . Nous constatons que nous sommes
effectivement dans le régime transitoire entre un condensat parfaitement cohérent et un quasi-
condensat. Par contre, nos résultats sont systématiquement en dessous des valeurs attendues.
Nous n’avons pas a ’heure actuelle d’explication mais il faut constater que de nombreuses
mesures par interférométrie présentent le méme phénomene [2] [3]. Si les tendances et les
variations sont en accord avec les modeles théoriques, 'accord n’est quantitatif qu’a un

facteur de correction pres, contrairement a la spectroscopie de Bragg.

1 -

0.8
Fig. 5.20 : Variation de la longueur de
= %% %, cohérence avec la température. Les don-
j0.4~ : ’0:»’0 ve * nées refletent la bonne wvariation, mais
¢ sont systématiquement en dessous des va-
027 leurs théoriques (trait plein). Pour l’ins-
o , , , , | tant, aucune explication n’a été trouvée

0 2

6 8 10 pour interpréter cette différence.
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5.4 Conclusion

Nous avons vu, grace aux outils développés au laboratoire, qu’un condensat n’est pas toujours
un objet « parfait » . En particulier, la notion de cohérence est tres relative et méme dans
certains cas théoriquement parfaitement cohérents, il est difficile de définir une longueur de
corrélation infinie [2 43]. Une autre question peut alors étre soulevée : si I'apparition d’une
population macroscopique dans I’état fondamental du piege est relativement bien comprise

[44, [45] [46], qu’en est-il de 'apparition de la cohérence.

Pour répondre a ces questions, il semble que la spectroscopie de Bragg appliquée a un conden-
sat en formation est tres prometteuse. Les études présentées dans [36], suggerent qu’a la fois
le profil de densité et la phase de la fraction condensée passent par un régime transitoire,
lors de la relaxation d’un nuage thermique, mis hors d’équilibre, vers un nuage partiellement
condensé. On observe, avant I’état d’équilibre, des oscillations de la densité, comme celles
que nous avons mesurées, ainsi que des fluctuations de la phase. La spectroscopie de Bragg
nous permet de suivre I’évolution des fluctuations de phase dans ces conditions, et ainsi de

mieux comprendre et caractériser la formation des condensats.

Cet outil devrait aussi permettre d’étudier précisément les champs de vitesse présents lors-
qu’on utilise le condensat dans des potentiels différents qui sont actuellement a I’'étude sur
mes dispositifs expérimentaux :

— Etude des phénomenes de localisation dans les potentiels aléatoires

— Etude des courants permanents dans des pieges toriques.
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Low-dimensional, degenerate Bose gases are expected émce A ¢?(Z,s) valid across the whole sample. This is
have significantly different coherence properties than theimotivated by the fact that experiments with quasicondensates
three-dimensional(3D) counterparts. In one-dimensional [15,1 are quite sensitive to the inhomogeneity of the
(1D) uniform systems, no true condensate can exist at angample. In position space, interferomefi0,11] gives ac-
temperatureT because of a large population of low-lying Cess to the spatial correlation functiéht)(s) (see, e.g., Ref.
states that destroys the phase coheresee Ref[1] and  [12])
references therein For a trapped gas, the situation is )
different—the finite size of the sample naturally introduces a c®(s)= f PRV (p,Z2+52)V(p,2-5/2)). (2
low-momentum cutoff, and at sufficiently low temperature,

T<T,, a phase coherent sample can ekigt Above T,,,  Equivalently, one can measure the axia., integrated over
the degenerate cloud is a so-callgdasicondensatethe  transverse momentanomentum distributiorfP(p,), which
density has the same smooth profile as a true condensate, lisitthe Fourier transform aof ()(s) [12,13,14:
the phase fluctuates in space and time. As shown in[REf.
this analysis holds also for 3D condensates in elongated traps _ LJ' (1) ~ip,sih

; ) . . o9 P(p,) dsCH(s)e™'Po", 3)
even if, strictly speaking, radial motion is not frozen. Such 2mh
3D, phase-fluctuating condensates have been recently o

served experimentally in equilibriufi3] and nonequilibrium with large momentum transfer, as demonstrated in Ref}

[4] samples. for a 3D condensate, and recently applied in our group to

Phase fluctuations of the condensate are causgd ma‘”'y lﬂ)Yarform the momentum spectroscopy of a quasicondensate
long-wavelength (or low-energy collective excitations 15]. It is clear that bothc® and P are sensitive to the

[1,.2,5. In elongated traps, the lowest-energy modes are 1hhnomogeneity of the system. Our second goal is to obtain
excitations along the long axis of the trif]. Furthermore,  explicit expressions for these two important quantities.
in the long-wavelength limit, density fluctuations are small  This paper is organized as follows. First, we summarize
and can be neglected for the calculation of the correlationihe results of Refl2], and give an energetic interpretation of
function [1,7]. Then, the single-particle density matrix is, T,. Next, we discuss in detail a local-density approach
assuming cylindrical symmetry, (LDA) to compute the variance of the phase for any mean
R R . position in the trap. This approximation is found to be accu-
(VT (p,2)W(p,2"))=~x(p,Z,5)e” V229729 (1)  rate forT=8T,, when applied to a trapped condensate. Us-
ing the LDA, we then address the problem of a phase-
We have introducedA ¢*(Z,s)=([ ¢(z2)— ¢(z')]?), the fluctuating condensate in free expansion. In particular, we
variance of the phase difference between two pa'son  point out that at a higher temperature, the phase fluctuations
the axis of the trap, with mean coordinate- (z+2')/2 and ~ dominate over the mean-field release velocity and govern the
relative distances=z—z', and the overlap functiony  shape of the momentum distribution. _ o
= Jno(p2)No(p,2), Wheren, is the(quasjcondensate den- We conS|de!N0 conden_sed atoms, trapped in a cyll_ndn-
sity. The variance\ ¢2(Z,s), the key quantity to characterize Cally symmetric harmonic trap, with an aspect rato
the spatial fluctuations of the phase of the condensate, hag%“’zlr‘;ﬂ<l' If u>ifho, oz, the cr?ndéansa_te 'ﬁ n tr?e
been calculated in Ref2], and an analytical form has been T omas-FermKTF) regime [16]. The density as~t2 €
given, which is valid near the center of the tréi., for ~ Well-known inverted parabola formng(r)=nom(1—p
Z,s<L, with L the condensate half lengtiThe first goal of ~ —2°), with the peak density,,= u/g related to the chemi-
this paper is to find an analytical approximation for the vari-cal potentialu. From now on, we will use the reduced co-
ordinatesp=p/R andz=z/L, with R?=2u/M o’ and L2
=2u/Mw?, respectively.

R' powerful tool to measureéP(p,) is Bragg spectroscopy

*Email address: fabrice.gerbier@iota.u-psud.fr As shown in Ref[1], the phase fluctuations in trapped
TPresent address: Department of Physics, University of Torontogases are mostly associated with thermally excited, low-
Canada. energy quasiparticlesthe quantum fluctuations are negli-
. s . 2~ ~ .
*UMRA 8501 du CNRS. gible). Under these conditions, the variante (Z,s) is
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> 2kgT o = o~ averaging over the transverse degrees of free@@nThe
A (Z.S)*; P |¢j(Z+512)— ¢;(Z=s/2)|?, (4  Bogoliubov spectrum for the excitation frequenciesci§

j

=[wk(wk+Mc§0/ﬁ)]”2~chk for small k, with the free
where the sum extends over the 1D axial excitations, witfarticle energykw,=#2*/2M and the 1D speed of sound
energyfiw; and occupation numbeN;~kgT/hw; for N;  Cip=Vu/2M [17]. The Fourier component for phase fluc-
>1. For a 3D condensate in an elongated trap, the amplitudéiations with wave vectok is
¢; is proportional to a Jacobi polynomid@{"", and .

— . . .. wB 1 Mc. - 1
=w,\j(j+3)/2[6] for integerj. The explicit result for the b= [ @k + _ [MCip L (6)
variance is ther2] k 201y nk oy’

2mme T L where the final expression holds for low-lying phonon states
Ad (Z,5)=7-1(Z,59), 4 (k—0), andV=2mny,R2L. In a second step, we take into
¢ account the trapping potential by the substitution

with f(Z,5)==;F[PHZ+5/2) - P{*(Z—-s/2)]? and 1
the coefficientd=;=(j+2)(j +3/2)/4(j+1)(j +3). Below = p— —wazz_ (7)
the characteristic temperatuig, = 15N, (% w,)?/32ukg , 2
the phase profile is almost flat, and the single-particle density
matrix (1) is limited by the overlap functiory; therefore the
characteristic width o€ ® (i.e., the coherence lengtis of

the order ofL. On the other hand, if>T , the varianceA ¢>2

dominates the behavior %), and the coherence length is [{_=2
; ’ speed of sound: ¢ N CipVl—2z°4,
substantially smaller tham. Near the center of the trap P 10(* V#) — C1p

This implies directly the following replacements:

density:  Ngp(*u) — Non(1-22),

(Z~§<i1~), Petrovet al. [2] have derived the simple law radius:  R(x\) — RVI—Z2

A¢ (Z,5)~(TIT,4)|s| and introduced the characteristic

phase-coherence length,=LT,/T which depends implic- half length: L — L. (8)

itly on the temperature, on the number of condensed atoms,

and on the trapping geometry. With these substitutions, we recover the 3D TF density pro-

We can understand this expression ligy from energetic  file. We require that the excitation frequencypk is not
considerations. A random-phase gradient of the condensatrodified as well, which implies replacing with k(1
wave function, on a Iengthzscalta_¢, _reql_Jires an average ~72)712 and using a density of state¥(k)dk=(L/)(1
kinetic energyE ,~No#?/MLj,. This kinetic energy is sup- 7 2)~V2dk. For the position-dependent variance of the
plied by the thermal excitations that drive the fluctuations Ofphase, we find18]
the phasg5]. As these excitations are quasiclassichi (
>1), this energy is of ordekgT times the number of rel- e T 3
evant modes. In 1k space, the distribution of the relevant Ad (Z,5)~ T 500 9)
excitations extends over1/L,, and the spacing between ¢ (1-2°)
modes is~1/L because of the finite size of the system—this ~ ~
givesL/L 4, relevant modes. By equating the two expressionsl he Z-dependent phase-coherence lengtf(1-2%)?, ap-
for E,, we recover fina||y|_¢~|_N0(ﬁwZ)2/MkBT_ pearing in Eqg.(9), can _be substantially smgller near thg

As indicated earlier, it is important to take the full spatial €dges of the trap than in the center. We will see that this
dependence QA¢2(Z~S) into account for quantitative com- reducesfthﬁ average coherence length below its value at the

arison with experiments. In any case, E%).can be evalu- CeNter of the trap. .
gted numericalls. However, we élain phyﬁc’;al insight with an W_e deduce from Egs(1), (2), and (9) the correlation
analytical approach based on the LDA, also used in fgf. unction
to calculate the evolution of the density in time of flight. This

aooroximat ; . b o~ NG [(TRTa ~ o~y -~
pproximation considers that the condensate is locally Cgra)pT(S)N_f dz(1—22%-"s%/4)?
equivalent to a homogeneous medium, however, with a ’ 8 Jo

slowly varying density that depends on the trapping poten- ~

tial. If T>T,, the coherence length is sufficiently small « _l E (10)
compared td, so that the LDA is valid for the calculation of 2Ty (1-22)2)

correlation properties.

The first step is to consider a finite cylinder of length,2 In deriving Eq.(10), we have used the approximation for the
with radial harmonic trapping and periodic boundary condi-gverlap function y(p,Z,s)~(1—p?—z2—s2/4), which is
tions alongz (and therefore homogeneous axial densiBor  valid near the center of the trap. In Fig. 1, we compare the
this geometry, we find in the TF regimeg(r)=non(1  result (10) to the correlation function following from the
—p?) for the condensate wave function. The low-lying exci- numerical integration of Eq5). In the T=0 limit, the cor-
tations are found using standard Bogoliubov thed&@lyafter  relation function is limited by the overlap. Because of the
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However, this does not affect the quasicondensate peak we
are investigating here, but only the much smoother thermal
background13,14.

The results of the above paragraphs are valid for an equi-
librium situation. However, coherence measurements involv-
ing Bragg scatterin10,14 suffer from two major difficul-
ties in a very elongated trd[.5]: mean-field broadening of
the resonancgl4] and elastic scattering from the recoiling
~ . atoms and the condensate towards initially empty modes
3 (separation) [19]. Both of these problems can be solved by opening the
FIG. 1. Spatial correlation functiod™(3) of a trapped quasi- trap abruptly, and alloyving thg Bose-Einstein condensates to
conder;sa.te F%he solid lines follow from the numericglpeval(lation Ofexpand o decr_ease s dens!ty before measure_ment. Ir-] _the

S : - -~ remainder of this paper, we discuss how expansion modifies
the result(5) derived in Ref.[2], for T=0, T/T,=4, andT/T, the momentum distribution and the correlation function, as-
=8, in order of decreasing width. The dashed lines follow from the !

local-density approximation(10). Note that for convenience, suming that the expansion time is chosen to be long enough

~ . ) . to neglect the collisions.
) .
C™(s) as shown here is normalized to 1 rather thaiig differ For a pure elongated condensate, abruptly released from
ent from what is done in the text.

the trap at=0, the explicit solution was found in Rd{0].

The condensate density keeps its initial Thomas-Fermi
approximate form of y, our result Cfrla)p,&o*No[l shape, with the coordinates rescaled. Tamal) axial mo-
—(3/2)212 is about 25% too broad, and one should rathefmentum from t~he released mean-field energy is linear in po-
use the Gaussian approximationd, derived in Ref[13].  Sition: p,~Peyz With pey=(m/\2)AMcs for 7=, t>1,

As T increasesC ) turns to an exponential-like function, andcg= /M is the 3D speed of sound. The axial momen-
and our approximation approaches the numerical calculationum distribution mirrors theintegratedl density distribution:
For T>8T,, the LDA result is very close to the numerical

C™ (correlation function)

one (maximum error~3%). ForT>T,, Eq. (10) can be 15 p, \2]?

further simplified by keeping the-dependent term only in Pexp,7-0(P2) = 16Dexp 1= Pexp (12)
the exponential. The Fourier transform then gives the mo-

mentum distribution This expression holds for a pure condensateT &0, as

indicated. For a phase-fluctuating condensate at finiteis
- necessary to consider the time evolution of the fluctuations
15Nopy (1 ~ (1-z%* as well. As shown in Ref{3], the momentum distribution
Puaap(P2)~ 327 J,l L(1—~22)4p2+p2/4’ (D partially converts into density modulations after time of
z e flight. An explicit solution was derived for the density fluc-
tuations in the axially homogeneous case. Using the continu-

wherep,,=#/L, is a typical momentum associated with the 'ty equation(after radial averaging we find for 7>1,

phase fluctuations. This function is self-similar m)/p,

and approximated to better than 4% by a normalized Lorent- _ (oBlw )2 Wk

zian with a half-width at half maximunfHWHM) of Ap Sz )= gi(2.0)7 () COS(IT)' (13
=0.67,,. This Lorentzian shape of the momentum distribu-

tion differs qualitatively from the fully coherent case, where |t wzt<(M/ﬁwz)(T/T¢)2, then for allk= L(Ely the phase

it is almost Gaussian and limited by the Heisenberg principl&jistribution is essentially frozenpy(z,7)~ ¢(z,0). Physi-
[14]. The increase of the phase fluctuations with increa$ing caJly, this condition states that for such a time of flight, the
not only broadens the momentum distribution, but also inexcitations that have significant contributions to the phase
duces the appearance of “wings,” which form the “high- fiyctuations have not yet been converted into density modu-
energy tail” of the quasicondensate. To quantify the accuracyations. This condition is not at all restrictive for typical ex-
of our approximation, we have calculated numerically theperimental parametef8,4,15, and we suppose it is met in
Fourier transform of the correlation function. We find empiri- the remainder of the paper.

cally that the HWHM is accounted for by the formulep® Using the rescaled wave function from REZ0], together
~(2.041/L)?+(0.65i/L ,)°. The first term corresponds to with Eq. (9), we find the correlation function for the expand-
the Heisenberg-limited momentum width, and the second tthg quasicondensate:

the phase fluctuations. FAr=8T,, the height and width

agree to better than 4% with the Lorentzian approximation. - 15Np (1 -~ ~
For lowerT, the overlap functiory still affects the momen- cG)1(s)~ 5 J dz(1-22)2
tum distribution. 16 J-a
Note finally that the momentum distribution is Lorentzian - ~
only in the domairk<R~!. Outside this region, the 3D na- Xex;{i 77'“‘2’5__ & (14)
ture of the excitations should be taken into account properly. fiw, 2Ty (1-22)2
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1.0 A using y/(x?+ y?)— w(x) as y—0, we recover the zero-
temperature resultl2). On the other hand, ify>1, we ex-
pect the momentum distribution to be similar to the distribu-
tion in the trap(11). Figure 2 shows a numerical calculation
05 \ of g, for various values ofy. We find that already fop,
Z 2Pexp, the momentum distribution is almost entirely domi-
r=1 nated by phase fluctuations and, as in the trapped case, is
y=0 very well approximated by a normalized Lorentzian with
") ) 0 2 4 HWHM =0.67,. Here, we note the following two points:
P/P.y, (momentum) first, that the Heisenberg widtk #/L is negligible at any
o ) temperature, and second that, for large enough condensates,
FIG. 2. The momentum distribution in expansig [Eq. (18] e can havep,,s>p, even if the coherence length is smaller
for y=p4/Pexp=0,1,3. Asy increasesg, continuously transforms thanL.
from a quartic profile to a Lorentzian-like profilsee text For y In summary, we have analyzed the measurement of phase
=3, we find litte change from the momentum distribution in the 1| ationg in elongated Bose condensates. Within a local-
trap (dashed line, a Lorentzian with HWHM 0.67 see text The ensity approach, we have been able to take the density pro-
functions have been rescaled by their maximum values to facilitatg., . ' ) .
comparison. ile into account, and derived analytical fprmula§ for the cor-
relation function and the momentum distribution of static
and freely expanding quasicondensates. In the regime of in-
terest, the formula compares well to a numerical evaluation
based on the results of R¢£], which are exact in the long-
wavelength limit. In particular, we show how the shape of
No P, the momentum distribution tends to a Lorentzian with half-
Pexp, P2~ _gypd)/pexp( —) (159  width ~0.6%/L, as one goes further in the phase-
Pexp Pexp fluctuating regime. We believe that these results may be
The functiong,, is given by helpful to understand quantitatively the experiments involv-
ing quasicondensat¢s,4,15.

normalized population

The phase factor in E¢14) accounts for the local expansion
momentum introduced abové&ecall mu/fiw, >1). The
Fourier transform gives the momentum distribution

15y (1 - (1-22)* Wi
g.(x)= _f dz - (16) e g_ratefully acknow!edge _ D. S Pet_rov and G. V.
7 32w ) 1 ~oa, =2 Shlyapnikov for many stimulating discussions, for useful
(1=2%)%(x=2)"+ a4 comments on the manuscript, and also for providing us with
a detailed version of the calculations published in R&f.
and the ratioy=p,/pey, cONtrols the component of the mo- This work was supported by the EU and DGA. M.H. is sup-
mentum distribution which dominates. In the limit—0, ported by IXSEA.
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Momentum Spectroscopy of 1D Phase Fluctuations in Bose-Einstein Condensates
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We measure the axial momentum distribution of Bose-Einstein condensates with an aspect ratio of
152 using Bragg spectroscopy. We observe the Lorentzian momentum distribution characteristic of one-
dimensional phase fluctuations. The temperature dependence of the width of this distribution provides a
quantitative test of quasicondensate theory. In addition, we observe a condensate length consistent with
the suppression of density fluctuations, even when phase fluctuations are large.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.91.010405

One of the most striking features of Bose-Einstein
condensates is their phase coherence. Extensive experi-
mental work on dilute atomic gases has demonstrated a
uniform phase of three-dimensional (3D) trapped con-
densates [1,2], even at finite temperature [3]. In low
dimensional systems, however, phase fluctuations of the
order parameter are expected to destroy off-diagonal long
range order (see [4,5] and references therein). This phe-
nomenon also occurs in sufficiently anisotropic 3D
samples, where phase coherence across the axis (long
dimension) is established only below a temperature Ty,
that can be much lower than the critical temperature 7,
[6]. In the range T, <T < T, the cloud is a “quasicon-
densate,” whose incomplete phase coherence is due to
thermal excitations of 1D axial modes, with wavelengths
larger than its radial size. Quasicondensates in elongated
traps have been observed by Dettmer et al [7], who
measured the conversion, during free expansion, of the
phase fluctuations into ripples in the density profile.
Although the conversion dynamics is well understood
[8], the measured amplitude of density ripples was a
factor of 2 smaller than expected. In addition, nonequili-
brium phase fluctuations in elongated condensates have
been observed with the condensate focusing method [9].

In this Letter, we report on the measurement of the
axial coherence properties of quasicondensates via mo-
mentum Bragg spectroscopy. In previous work using this
technique [2,10], the finite size and mean-field energy
were the primary contributors to the spectral width. By
contrast, the dominant broadening in our conditions re-
sults from thermally driven fluctuations of the phase,
which reduce the coherence length [4,6]. Indeed, the axial
momentum distribution is the Fourier transform of
the spatial correlation function C(s) = f Br (¥t -
su./2)¥(r + su_/2)) [11], where u, is the axial unit
vector. When phase fluctuations dominate (ie., 7 >
T,), the axial momentum width is, hence, proportional
to fi/L 4, where L4 is the characteristic axial decay length
of C(s). Experimentally, for 6 < 7T/Ty, < 28, we find mo-
mentum distributions with Lorentzian shapes, whose
widths increase with 7. Such a shape is characteristic of
large phase fluctuations in 1D [12], which result in a
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nearly exponential decay of C(s). Moreover, the momen-
tum half-width A p agrees quantitatively with theoretical
predictions to within our 15% experimental uncertainty.
This implies, in this temperature range, a coherence
length 7/ A p substantially smaller than the quasiconden-
sate length 2L, from about L/18 to L/4 [13]. We have also
checked an important feature of quasicondensates: the
suppression of density fluctuations even in the presence of
large phase fluctuations.

We produce a Bose-Einstein condensate of 3’Rb in the
5512 |F =1, mp = —1) state. A new design of our iron-
core electromagnet, with respect to our previous work
[14], allows us to lower the bias field of the Ioffe-
Pritchard trap to obtain tighter radial confinement.
Final radial and axial trap frequencies are, respectively,
w, /27 =760(20) and w_ /27 = 5.00(5) Hz. The con-
densates, containing around 5 X 10* atoms [15], are nee-
dle shaped, with a typical half-length L =~ 130 um and
radius R =~ 0.8 um. The chemical potential being a few
times fiw |, the clouds are between the 3D and 1D
Thomas-Fermi regime [17]. However, the low-lying ex-
citations of the condensate are 1D in character, due to the
large aspect ratio of the trap [18].

Our momentum distribution measurement is based
on four-photon velocity-selective Bragg diffraction
[2,10,11,19]. Atoms are diffracted out of the condensate
by a moving standing wave, formed by two counterpro-
pagating laser beams with a relative detuning 8. Because
of the Doppler effect, the momentum component reso-
nantly diffracted out of the condensate is p, = M(6 —
8wg)/(2ky) with wg = hik? /(2M), M the atomic mass,
and k; = 27/A (A = 780.02 nm). The lasers are tuned
6.6 GHz below resonance to avoid Rayleigh scattering.
The laser intensities (about 2 mW /cm?) are adjusted to
keep the diffraction efficiency below 20%.

To build the momentum spectrum of the quasiconden-
sate, we measure the fraction of diffracted atoms versus
the detuning 6 between the Bragg laser beams. The
differential frequency 6 must be stable to better than
the desired spectral resolution, about 200 Hz for our
typical L, = 10 um. The optical setup is as follows. A
single laser beam is spatially filtered by a fiber optic,
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separated into two arms with orthogonal polarizations,
frequency shifted by two independent 80 MHz acousto-
optic modulators, and recombined. The modulators are
driven by two synthesizers stable to better than 1 Hz over
the typical acquisition time of a spectrum. The overlap-
ping, recombined beams are then sent through the vac-
uum cell, parallel (to within 1 mrad) to the long axis of
the trap, and retroreflected to obtain two standing waves
with orthogonal polarizations, moving in opposite direc-
tions. After we mounted the critical retroreflecting
mirror on a long, rigid plate to minimize axial vibra-
tions, the average over ten beat notes had a half width
at half maximum (HWHM) of 216(10) Hz for a 2-ms
pulse [20].

The following procedure is used to acquire a momen-
tum spectrum. At the end of evaporative cooling, the
radio frequency knife is held fixed for 6.5 s to allow the
cloud to relax to equilibrium. Indeed, we observe axial
shape oscillations of the cloud, triggered by the onset of
Bose-Einstein condensation [9,21], despite a slow evapo-
ration (less than 100 kHz/s) across T,. The magnetic trap
is then switched off abruptly, in roughly 100 ws, and the
cloud expands for 2 ms before the Bragg lasers are pulsed
on for 2 ms. We wait for a further 20 ms to let each
diffracted component (one per laser standing wave) sepa-
rate from the parent condensate, and take an absorption
image [Fig. 1(a)]. Diffraction efficiency is defined as
the fraction of atoms in each secondary cloud. We repeat
this complete sequence for several detunings (typically
15), several times (typically 5). After averaging the dif-
fraction efficiencies measured at each detuning &, we
obtain two ‘““‘elementary spectra,” one for each diffraction
component.

We take the Bragg spectrum after expansion rather
than in the trap to overcome two severe problems. In
the trapped condensate, first, the mean-free path (about
10 wm) is much smaller than its axial size, typically
260 wm, so that fast Bragg-diffracted atoms would
scatter against the cloud at rest [22]. Second, the inho-
mogeneous mean-field broadening [2] would be of the
order of 300 Hz, ie., larger than the spectral width
expected from phase fluctuations. By contrast, after
2 ms of free expansion, the peak density has dropped
by 2 orders of magnitude [23], and both effects become
negligible. In addition, the phase fluctuations do not sig-
nificantly evolve in 2 ms, since the typical time scale for
their complete conversion into density ripples varies from
400 ms to 15 s for the range of temperatures we explore
[12]. Also, the mean-field energy is released almost en-
tirely in the radial direction, because of the large aspect
ratio of the trap [23], and contributes only about 50 Hz of
Doppler broadening in the axial direction. The only per-
turbation of in-trap axial momenta due to the trap release
seems to be small overall shifts (around 100 wm/s) at-
tributed to residual magnetic gradients that merely dis-
place the spectra centers.
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FIG. 1. (a) Absorption image of degenerate cloud (center) and
diffracted atoms (left and right), averaged over several shots,
after free-flight expansion. (b) Diffraction efficiency versus
relative detuning of the Bragg lasers at 7 = 261(13) nK, with
T/T, = 20(2). A typical statistical error bar is shown. This
spectrum is the superposition of 12 “elementary spectra” (see
text). The true average center is 30.18(2) kHz, close to
30.17 kHz, the four-photon resonance frequency. The solid
line is a Lorentzian fit of width 316(10) Hz (HWHM). (c¢)
and (d) show, respectively, the residual of a Lorentzian and
of a Gaussian fit to the above spectrum. Residuals are folded
around the 6 = 0 axis, and smoothed with a six-point-wide
sliding average.

Bragg spectra have been taken at various temperatures
between 90(10) and 350(20) nK, while T, varied from
280(15) to 380(20) nK. The temperature was fixed to
within 20 nK by controlling the final trap depth to a
precision of 2 kHz, and measured from a fit to the wings
of an averaged absorption image. The fitting function is
an ideal Bose distribution with zero chemical potential,
plus an inverted parabolic profile for the quasicondensed
cloud. At each temperature, pairs of elementary spectra
(described above) were collected across a 125-ms-wide
range of hold times to average over residual oscillations
and slowly varying fluctuations. All elementary spectra
corresponding to the same temperature are reduced to the
same surface, background, and center, and superposed, as
in Fig. 1(b).

The line shape of the resulting spectra is clearly closer
to a Lorentzian than to a Gaussian (see Figs. 1(c) and
1(d)). This is a significant result, because a Lorentzian-
like profile is expected for a momentum distribution
dominated by phase fluctuations (see [12] and below),
in contrast to the Gaussian-like profile expected for a
pure condensate [2,11]. From the Lorentzian fit, we ex-
tract the measured half-width Awy; for each temperature.
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The theoretical results obtained in [6,12] do not apply
directly to our experiment. In those works, a 3D Thomas-
Fermi density profile was assumed, whereas in our case
modification of the density profile by the thermal cloud
and radial quantum pressure must be accounted for. We
find (and discuss below) that a parabolic profile is still a
good fit function, but that the usual 7 = 0 relations
between w, L, R, and the number of condensed atoms
N, are no longer valid. We therefore extend the calculation
of the axial correlation function in [12] to an arbitrary
density profile, in the local density approximation. In the
mean-field regime [4], from the result of [24] for a 1D
uniform Bose gas at finite-temperature, we obtain

C(s) = fdznl(z)eXp<— 1Ol )

2n1(z)L¢ M

where n,(z) = [d®r ny(ry, z) is the axial 1D density of
the quasicondensate, while ny(r) is its 3D density profile.
The coherence length near the center of the trap is 2L,
with L, = h?n;(0)/(MkgT). Following Petrov et al. [4,6],
we define the temperature which delineates the border
between coherent and phase-fluctuating condensates as
Ty, = L4T/L.Since ny(0), L, and T are extracted directly
from the images, the definitions of L, and T relate the
coherence properties to experimentally measured quan-
tities. The axial momentum distribution follows from a
Fourier transform of C(s) and is well approximated by a
Lorentzian of width Ap, = afi/L, (HWHM), with a =
0.67 for a parabolic ny(r) [12]. The predicted spectral
half-width is therefore oA Vs where

2iky

- . 2
"¢ T 2mML, @

In the following, we will use « as a free parameter to test
the theory outlined above.

Figure 2 shows the measured spectral width Avy ver-
sus Av. The measured widths increase at higher Av , as
expected. To compare these data to theory, we need to
take into account a finite “instrumental” width of the
Bragg spectra, including the effect of the mirror vibra-
tions, residual sloshing in the trap, and Fourier broad-
ening due to the 2-ms pulse length (125 Hz HWHM). We
assume that all experimental broadenings result in a
Gaussian apparatus function of half-width wg, to be
convolved by the Lorentzian momentum profile with a
half-width @Av,. The convolution, a Voigt profile, has a

half-width aAVWQ—r¢wé+maAv¢VﬂL Note that

fitting a Voigt profile instead of a Lorentzian to a spec-
trum gives the same total HWHM to less than 5%, but the
Lorentzian shape is too predominant to extract reliably
the Gaussian and the Lorentzian contributions to the
profile. Using &« and wg as free parameters to fit the
data of Fig. 2, we find wg = 176(6) Hz, and a =
0.64(5)(5). The first uncertainty quoted for « is the stan-
dard deviation of the fit value. The second results from
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FIG. 2. Half widths at half maximum Awy of the experi-
mental Bragg spectra versus Awv,. Vertical error bars are the
standard deviations of the fit width; the horizontal error bars
are the one-sigma statistical dispersions of Av,. The solid line
is a fit assuming a Voigt profile for the spectra.

calibration uncertainties on the magnification of the
imaging system and on the total atom number, which do
not affect wg. The agreement of the measured value of «
with the theoretical value 0.67, to within the 15% experi-
mental uncertainty, confirms quantitatively the tempera-
ture dependence of the momentum width predicted in
Ref. [6]. The coherence length /i/p, deduced from this
measurement varies between 5.9(8) and 39(4) um, in the
range 6 < T/T, < 28.

Another important aspect of quasicondensates, the
suppression of axial density fluctuations, is investigated
here through the size of the trapped condensate. In the
presence of density fluctuations, the resulting interaction
energy [25] would increase the size with respect to the
expectation for a smooth density profile. The measured
axial half-length L after release faithfully reflects the
half-length in the trap since axial expansion is found
experimentally to be negligible. Figure 3 shows that the
measured values of L at various temperatures (filled
circles) deviate from the standard Thomas-Fermi predic-
tion (diamonds) L?p =2u/(Mw?), with u given by
2p = li@(15Nya/ o) [16], where @ = (w? w.)'/3, o =
JVi/(M®), and a = 5.31 nm [26]. We understand this
smaller value by taking into account the compression of
the quasicondensate by the 3D thermal component (ex-
citations with energy much larger than /iw ), and the
radial quantum pressure. The 3D excited states contribute
negligibly to the fluctuations of the phase [6] and only the
density profile is affected. Using a Hartree-Fock approach
[16,27], we find

2 2
Mf)z {no(O) + F[ga/z(efg”"(o)/(kBT)) - g3/2(1)]},
T
3

Z
with the coupling constant g = 47/i’a/M, the thermal
de Broglie wavelength A = [27h%/(MkgT)]"/?, and
g3/2(x) = Y%, x"/n32. The open circles in Fig. 3 show
the solution of Eq. (3) assuming a parabolic profile, such

L =
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FIG. 3. Half-length L of the quasicondensate versus tempera-

ture. Experimental values (@ with statistical error bars) are
compared to two calculations: standard Thomas-Fermi () and
Hartree-Fock with radial quantum pressure corrections (see
text) (O). Calculations use the measured temperature and
number of condensed atoms. The greyed areas represent un-
certainty associated with atom number calibration. Inset:
Number of condensed atoms N, with statistical dispersion at
each temperature.

that ny(0) = 15NyL 3€?/(87r). The aspect ratio € is
calculated according to the theory developed in [29],
which takes into account radial quantum pressure. The
calculated lengths are in agreement with our measure-
ments to within our estimated calibration uncertainty. We
conclude, in line with [8], that a phase-fluctuating con-
densate has the same smooth profile as a true condensate
[29], and thus that the axial density fluctuations are sup-
pressed even when phase fluctuations are large.

In conclusion, we have demonstrated three important
features of quasi—Bose-Einstein condensates: (i) the mo-
mentum distribution shape, found Lorentzian; (ii) the
temperature dependence of the momentum width; and
(iii) the suppression of density fluctuations. Our results
are in quantitative agreement with the finite-temperature,
interactive theory developed in [4,6] supplemented by a
Hartree-Fock treatment of 3D excited states. The same
method could be applied to investigate how long range
order develops during the condensate growth.
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Note added.—We would like to point out that comple-
mentary work [30] using interferometry was reported
soon after the submission of this manuscript.
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The experimental study of one dimensional (1D) degenerase Bases, where the radial
motion is“frozen”, is currently an important direction afsearch in ultracold atom physics
(1; 2; 3). In uniform 1D systems, fluctuations of the condémsevefunction around equi-
librium are pronounced, because of a large population ofljomg states; as a result, no long
range order exists at any temperature. In a trapped 1D gafintte size of the sample natu-
rally introduces a low-momentum cutoff, and at sufficietdly temperature a phase coherent
sample can exist (see (4) and references therein for theegirep of 1D gases). Essentially,
the same analysis holds for three dimensional (3D) trappsdgyin very elongated traps (5):
here the interaction energy per particle is larger than #iukat frequency, and the conden-
sate wavefunction is built from several radial modes. Shil-energy excitations with a
frequency smaller than the radial frequency are effegtiveke-dimensional, and induce large
fluctuations of the condensate phase (5). Such condenstites fluctuating phase, aua-
sicondensatesvere recently observed experimentally in (6; 7). In thipgrawe first discuss
how to measure the velocity distributisia Bragg transitions, and why this is an (indirect)
measurement of the coherence length. Then we present osureezents (11) for very elon-
gated traps, that agree well with the theory developed bioRPet al. (5; 12).

Phase coherence of the (quasi)condensate can be chaedtteyithel /e decay length
of the spatial correlation functio;™) (s) = 1/N [ @*R(¥T(R + se,/2)¥(R — se,/2))
(13), with ¥ the atomic field operator. Consider a sampleé\af condensed atoms, trapped
in a cylindrically symmetric, harmonic trap with an aspeatic A\ = w,/w; < 1, in the
3D Thomas-Fermi regime. Petret al. (4; 5) investigated the long wavelength fluctuations
of the phase off’, with the following conclusions. Below a characteristimgeraturely =
15No(hw,)?/32u, the phase fluctuations are small, and the coherence lengsiséntially the
condensate sizB, as in “ordinary” 3D condensates (9; 10) (to put it diffetgng ") is limited
by the density envelope df). On the other hand, fdf > T}, the coherence length is limited
to a value much smaller thah the value at the center of the trap beibg= LT} /T.

A convenient technique to measure the coherence lengthaiggBBpectroscopy, as was
donein (9) inthe radial direction. One illuminates the aitmsample with counter-propagating
laser beams with frequency differenceand wavevectorsk;,, parallel to the long axis
of a cigar-shaped condensate (see Fig. 1). The basic pronedges the absorption of a
photon in one beam and stimulated emission into the othér,auwet momentum and energy
transfer+2hk;, and hw, respectively. This process is resonant around the frezyutirat
matches the gain in kinetic energy: for an atom at rest it is= 4hk? /2M = wy. If the
initial velocity is non-zero, then the resonance frequaad&oppler-shifted according to =
wo + 2kpv,. Therefore, by scanning the relative frequency of the twanteone scans the
velocity distributionP(v,). SinceP is the Fourier transform oY) (s) (13), the root mean
square (rms) width of the spectrum (“Doppler width”) can tsed to infer the coherence
length according tAAw® = 2kpvpms ~ 2(hkL/MLg), to within a numerical factor that
depends on the lineshape. In other words, we probe the phasgsflions of the wavefunction
by measuring the momentum distributiare. by probing the spatial gradient of the phase,
rather than the phase itself .

Experimentally, axial Bragg spectroscopy directly in thegptis difficult because of col-
lisions between the diffracted atoms and the parent BEGt,Fitean-field interactions inho-
mogeneously broaden the line (typically by500 Hz in our case) (9; 13). Second, the mean
free path of the diffracted atonis,, is typically much smaller than L, thus producing a dif-



fuse background, rather than a well-defined diffracted &l@b). We solve these problems
by opening the trap abruptly, and letting the BEC expand fosdefore applying the Bragg
pulse: the density drops by a facter90, and the mean field broadening and destructive colli-
sions are suppressed. The released mean field energy comaniy into radial velocity in a
timew, , while a small axial velocity field develops (17; 16). For edperimental parameters
the latter is negligible{ 40 Hz to be compared to the typical linewidth200 Hz, see below).
The fluctuating velocity distribution is essentially froz@uring the release of the condensate,
and the velocity width remains i/M L, during the expansion (12). For quantitative com-
parison with our data, we have assumed that all contribstiothe width add in quadrature. A
gaussian fit to the “ideal” velocity distribution calculdta (12) gives an effective rms width
V¢, rms ~ 062h/N1L¢

In our experiment, we produce a condensaté’&b in the|F = 1;mr = —1) hyper-
fine level. The magnetic trap is an iron-core electromagradycing a loffe-Pritchard type
potential. However, an important difference with respecthie trap used in (18; 19) is the
possibility to compensate the bias field down to a few Gausgether with a strong radial
gradient of1400 G/cm, this allows to reach radial frequencieso800 Hz. At the same time
the axial confinement is shallow, with a typical frequeney Hz. The overall duty cycle,
including laser-cooling and evaporation phases, is tYgicd s. After the last evaporation
ramp, we observe the formation of a condensate that extutsiag shape oscillations (see
(14) and references therein), as shown in Fig.2a. This iméwith a recent observation by
Schvarchuclet al. (20), who propose the picture of a BEC locally in equilibriatreach point
on the axis, but globally out of equilibrium. Indeed, theiehdegrees of freedom are rapidly
thermalized, but axial motion damps on a much longer timkes¥se plot in Fig. 2b the width
of the Bragg resonance for such a non-equilibrium conderesat function of time. It also
reveals an oscillation, however at about twice the modeufeaqy, because the velocity width
is not sensitive to whether the condensate contracts omelsparhe amplitude in velocity
space is quite large and disturbs significantly momenturotepgcopy: therefore we hold the
condensate for a variable time (typically 7 seconds) ingmes of an rf shield, so that the
collective oscillation damps completely.

Let us discuss briefly a few important experimental pointsshown in Fig. 1a, the beams
that form the lattice travel parallel to the long axis of theudl. The beams are retroreflected to
form two standing waves with orthogonal polarizations apgdasite chirp directions: there-
fore two distinct clouds with opposite velocities are seftardime of flight (Fig. 1b). Stabi-
lizing the last mirror against mechanical vibrations was@l for achieving sufficient resolu-
tion. We mounted the mirror on a massigé & 30 x 2cm) aluminium plate, oriented such that
vibrations essentially occur perpendicular to the optiedh. The Bragg pulse is applied for a
duration of2 ms at aroung0.1 kHz to stimulate four-photon scattering. We used secomidor
instead of first-order (two-photon) Bragg scattering to@ase the seperation of the diffracted
clouds from the parent condensate. After a 20 ms free flightn&asure the relative number
of diffracted atoms by absorption imaging. The tempera&ume condensate energies are also
measured from this image, after correcting for a small pierige ¢ 20 mrad) with respect
to the vertical. The temperature is carefully controllediniyg each spectrum by controlling
the trap depth t@ kHz precision (corresponding te 10 nK).

We take Bragg spectra (diffraction efficiency versus detgjifixing the final rf frequency
and therefore the number of condensed atoms and the temmgenéthe surrounding thermal



cloud (see Fig. 1c for a typical spectrum). Typically, eacimpof the spectrum is averaged
over five individual measurements. Figure 3a shows the oppdth as a function of tem-
perature. A clear increasing trend is seen, suggestingrésepce of phase fluctuations in
our sample. At each temperature, between four and six speere taken, at a variety of
delays to sample any residual oscillations of the trappeulcc| A closer look at the resonance
width as a function of this delay (for a fixed temperatureeads an oscillation at the trap
frequency. This is consistent with a center of mass osigtidtaving a fluctuatingmplitude
causing line shifts random from shot to shot: averaging owvany points therefore results
in line broadening. However, as tiphaseof this oscillation is well defined, we are able to
guantify the broadening and correct for it. The Doppler Wielttracted after correction of this
spurious broadening is plotted in Fig. 3b versus the explexigth, A, = 2k, x 0.62%/M L
(12). Using a quadrature fif\?> = A2 + aQAi, with A, the experimental resolution, we find
a slopea = 0.96(8), sufficiently close tal to indicate good agreement with theoretical ex-
pectations. Thus, our experiment provides a quantitatiad 6uccessful) test of the theory of
phase fluctuations in BEC developed in (5). The coherengghatieduced after substraction
of the experimental resolution is shown in inset of Fig. 3t aeen to be substantially smaller
than the condensate length.

Although quasicondensates have reduced long-range dodet, correlation properties
are expected to be identical to those of a pure condensate).(4WWe test this prediction
guantitatively by measuring the release energy of the cléwsddiscussed in Ref. (21), if we
assume that the density fluctuations &we= Cn, we find for the release ener@., = (1+
C?)5u/7, with 1 the chemical potential calculated for zero density fludtuet and Thomas-
Fermi condensate (14). This quantity depends (not seelsijion atom number calibration,
which can be done by measuring the transition temperatimee the explicit expression (14)
depends only on the properties of the thermal cloud aboveahesition, this is an independent
calibration. We measure the release energy by a standagddfirfight technique (22), and
from this deduce-0.03 < C' < 0.05, consistent with zero density fluctuations, as for a true
(1.e. phase-coherent) condensdlte.

In conclusion, we have measured the temperature-depecmiggrtence length of an elon-
gated Bose condensate. We find quantitative agreement &etwe measurements and the
predictions of Shlyapnikov and coworkers (4; 5; 12). In éiddi our measurements are con-
sistent with the absence of density fluctuations, even irpttase-fluctuating regime. There-
fore they confirm the picture of this new regime of quantumeathegacy in elongated traps: a
macroscopic wavefunction is still the correct conceptjtsyphase is random, such that phase
coherence does not extend across the whole sample.

We gratefully acknowledge D. S. Petrov and G. V. Shlyapnikoymany stimulating dis-
cussions. This work was supported by CNRS, DGA, and EU. F istddeidelberg was
funded by the European Science Fundation under the profeCtZ02+.

1Related work has been carried out at the Institute for Quar@ptics in Hannnover (J. J. Arlt, presentation at
the meeting “Recent developments in the physics of cold mtgases,” Trento (2002)).
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Figure 1: a) Schematics of the optical setup for Bragg spectroscaypae in our experiment (see text
for details). b) Density distribution after a 20 ms time offit. The diffracted atoms are clearly seen as
the two peaks recoiling from the condensate. c) A typicatspen, recording the number of recoiling
atoms in each peak as a function of relative detuning betweeBragg beams.
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Figure 2: Axial oscillations triggered by abrupt condensation (&)t a) Oscillations in the aspect
ratio of the condensate after a 24 ms free expansion. Theddaste is a damped sinusoid fit, yielding
a frequency of7.8(3) Hz, in good agreement with the expected value (1.58 timesr#pefrequency
v, = 5.0Hz (14)), and a /e decay time of60 ms. b) The corresponding oscillation oscillation of the
velocity width, observed via Bragg spectroscopy. The fezqy is about twice the bare frequency (more

precisely we findl4.1(6) Hz), because the width is not sensitive to whether the clsumbntracting or
expanding.
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Figure 3: a) Width of the Bragg resonance as a function of temperatiitee trapping geometry is
wi = 2m X 780 Hz, w, = 27 x 5.0 Hz and typicallyNo = 5 x 10*. For a given temperature, each
point correspond to a given delay before opening of the tTdq large dispersion is due to a spurious
center of mass motion and can be corrected for (see text)oppler width for elongated condensates,
corrected for the spurious sloshing, compared to the thieatexpectatiom\ 4 = 2k, x 0.62h/M L.
Dashed line is a fit with the foriAg + aA3)'/?, yielding A = 185(9) Hz (experimental resolution)
anda = 0.96(8). In inset, we show the coherence length in an elongated tdpagd from this
measurement.
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Abstract

We study the properties of elongated Bose-Einstein condensates. First, we show that the
dimensions of the condensate after expansion differs from the 3D Thomas-Fermi regime.
We also study the coherence length of such elongated condensates.

at/0307253 v

E 1 INTRODUCTION
[

O The experimental study of one dimensional (1D) degenerate Bose gases, where the radial motion
C is“frozen”, is currently an important direction of research in ultra-cold atom physics [1,2,3]. In
O uniform 1D systems, fluctuations of the condensate phase are pronounced, because of a large
_L? population of low-lying states; as a result, no long range order exists at any temperature. In a
> trapped 1D gas, the finite size of the sample naturally introduces a low-energy cutoff, and at

'>2 sufficiently low temperature a phase coherent sample can exist (see [4] and references therein
> for the properties of 1D gases). Essentially, the same analysis holds for three dimensional (3D)
(D trapped gases in very elongated traps [5]: here the interaction energy per particle is larger than

the radial frequency, and the condensate wavefunction is built from several radial modes. Still,
low-energy excitations with a frequency smaller than the radial frequency are effectively one-
dimensional, and induce large fluctuations of the condensate phase [5]. Such condensates with
a fluctuating phase, or quasicondensates, have been observed experimentally in [6,7,8,10,9].
We present here an overview of our experimental study of elongated condensates in a very
anisotropic trap. Our set-up, presented in section 2 allows us to characterize precisely the
properties of degenerate gases between the 3D and 1D regimes. In this regime, we first show
(section 3) that the (quasi)condensates exhibit the same smooth profile as a true (fully coherent)
condensate. This profile, however, is affected by both the radial quantum pressure (zero point
oscillation in the tight trapping potential) and the presence of an interacting thermal cloud
surrounding the condensate and interacting with it through two-body repulsive interactions.
In section 4, we discuss the coherence length of such elongated condensates. Using Bragg
spectroscopy [13,10,12,11], we show in section 4.1 that the coherence length is indeed strongly
affected by large fluctuations of the condensate phase [5] and that the measured momentum
width depends strongly on temperature; the corresponding coherence length Ly, in the ratio
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5 < L% < 30, is in good agreement with theory [5,12]. For larger coherence length, Bragg
spectroscopy becomes increasingly difficult to apply, and a second method, using a 7/2 — 7/2

interferometer similar to [9] is presented in section 4.2.

2 CREATION OF ELONGATED BEC IN A IRON-CORE ELECTROMAGNET

The experimental setup has been described elsewhere [14]. Briefly, a Zeeman-slowed atomic
beam of 8"Rb is trapped in a MOT, and after optical pumping into the F = 1 state is transferred
to a magnetic Ioffe-Pritchard trap created by an iron-core electromagnet. A new design allows
us to lower the bias field to a few Gauss and thus to obtain very tight radial confinement [15].
Final radial and axial trap frequencies (w) and w,) are respectively 760 Hz and 5 Hz (i.e.
aspect ratio = 152). In this way, we obtain needle-shaped condensates containing around
5 x 10* atoms [16], with a typical half-length L ~ 130 um and radius R ~ 0.8 ym. Since
the chemical potentiel £X* ~ 4 (see definition in section 3), the clouds are between the 3D
and 1D Thomas-Fermi (TF) regimes [1,2,3]. The measurement of the number of atoms is
calibrated from a measurement of Tx. The temperature T is extracted from a two-component
fit to the absorption images or is extrapolated from the final frequency of the rf ramp when the
thermal fraction is indiscernible. After the last evaporation ramp, we observe the formation of
a condensate that exhibits strong shape oscillations (see [17] and references therein). This is in
line with a recent observation by Shvarchuck et al. [8], who propose the picture of a BEC locally
in equilibrium at each point on the axis, but globally out of equilibrium. Indeed, the radial
degrees of freedom are rapidly thermalized, but axial motion damps on a much longer time
scale. We therefore hold the condensate for a variable time (typically 7 seconds) in presence
of an rf shield, so that these collective oscillations have no influence on the Bragg spectra.

3 EXPANSION OF ELONGATED CONDENSATES

In anisotropic traps, the aspect ratio of the ballistically expanding cloud can be used to find
a signature of Bose-Einstein Condensation. For a Bose gas above critical temperature, the
expanding cloud is expected to become isotropic at long expansion times (typically for times
larger than 1/w,, where w, is the smaller trap oscillation frequency). On the contrary, a Bose-
Einstein condensate of initial aspect ratio € = w, /w will only become isotropic at a fixed time
~ w71 and then will invert its anisotropy for longer expansion time.

The transition from a 3D to a lower dimension (1D) condensate is also observable through
the expansion of the degenerate gas [1]. For a Bose-Einstein condensate in the 3D Thomas-
Fermi regime (p > fw, ), the half-length Lrp(long axis) and the radius Rrp (confined di-
mension) of the condensate vary similarly with the number of atoms Ny. More precisely, one
finds the 3D Thomas-Fermi length L2n = 2u/(Mw?) and radius Rrp = €Ltp, with g given
by 2u = ho(15Noa/a)?/5 [17], where @ = (w3 w.)Y?3, 0 = /B/(M©) and a = 5.32nm [18]. As
a result, the initial degree of anisotropy € = R/L = w,/w, < 1 is independent of the num-
ber of atoms. After a period of free expansion of duration ¢, the dimension of the expanding
condensate are found using the scaling solutions [19]:

R(t) = RrrV 1+ 72 (3.1)

L(t) = Ltr(1 + € [7’ arctanT — In\/1 + 72}) ~ Ltp. (3.2)

with the dimensionless time variable 7 = w, ¢. Equations (3.1,3.2) show that the aspect ratio
is independent of the atom number at any time, and approaches wt for 7> 1
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Fig. 1. Half-length L (upper-left), radius R (lower-left) and aspect ration (right) of the quasi-1D
condensate versus the condensed atom number after a 24.3 ms time of flight. Experimental values
(diamonds) are compared to the standard 7' = 0 Thomas-Fermi (plain), and the self consistent solution
of equations (3.4) and (3.3) (dashed). The effect of quantum pressure alone is also shown (dot-dashed).
Calculations use the measured temperature and number of condensed atoms, as determined by a two-
component fit to averaged absorption images. Combined statistical and systematic errors are indicated
with the confidence band (grayed area) around the experimental points.

As one pushes towards the 1D regime (u ~ hw, ), the radial expansion is increasingly
affected by radial zero-point motion in the trap, neglected in the 3D TF approximation. Ulti-
mately, the radial size in the trap should approach a; = /h/Mw,, and the radial expansion
velocity wya) = y/hwy /M. Since axially the TF approximation (u > fiw,) is still valid, the
length still depends on Ny, and so does the aspect ratio. Accordingly, a dependence of the
aspect ratio on Ny at near-zero temperature can be seen as a signature of the breakdown of
the TF approximation in the radial direction [1].

To show how quantum pressure manifests itself in our experiment, we first turn to the
measurement of the axial half-length L after release, which faithfully reflects the half-length in
the trap since axial expansion is negligible (eq. 3.2) for our experimental parameter. Figure 1
shows that the measured values of L for various number of condensed atoms (filled diamonds)
are smaller than the standard Thomas-Fermi prediction (solid line). This smaller value results
from radial quantum pressure (1D), and to a slightly larger extent from the compression of
the quasi-condensate by the 3D thermal component (excitations with energy much larger than
hw, ).

We take into account radial quantum pressure in this crossover regime by finding the optimal
ground state energy [21]

E

N max [Z

Y, Yy Yz i—1

\/_ + gN 3/2 H 1 — Yiw;) )2/5] (3.3)

where ~; are effective parameters taking the zero-point energy contribution in the direction
i = {=,y, 2} into account. Solving (eq. 3.3) allows then to calculate a modified aspect ratio
in the trap € = v,/7z,y. To include the effect of the thermal cloud, we use the Hartree-Fock



Pri-4 JOURNAL DE PHYSIQUE IV

approach [20,17] and calculate the modified length :

gng (0

2 = g { o + 55 [t B - g p ) | (3.4

with the coupling constant g = 4wh2a/M, the thermal de Broglie wavelength Ay = [2772/(MkgT)]'/?,
and g3 5(2) = 307, 2" /n?/2. The black dashed line in Fig. 1 shows the solution of Eq. (3.4)
assuming a parabolic profile, such that ng(0) = 15Ny L~3¢2/(87). The modified aspect ratio in

the trap € is calculated according to 3.3 and by a self-consistent iteration of equations (3.4) and

(3.3) we obtain L and 7y, .. We find that the calculated lengths are close to our measurements

to within our estimated calibration uncertainty (shown by the grayed area explained in the
caption).

We then turn to the measurement of the cloud radius after 24.3 ms of time of flight. Figure 1
shows that the measured values of R at various condensed atom number (filled diamonds) are
larger by about 20% than the standard Thomas-Fermi prediction (filled line). This increased
radius results again from quantum pressure, which leads to an excess released energy in the
transverse direction. Using again [21], the radius after time of flight is found to be:

3 1
Rt = ra LU 007 o2y (3.5)

V31—

with 7; calculated from (eq. 3.3). Calculating the effect of the compression of the thermal cloud
and the subsequent evolution in time of flight is more complex, since it involves energy exchange
between both components. By making the extreme assumption that all the interaction energy
is converted to kinetic energy into the condensate after expansion, we can use again equation 3.5
with correction from 3.4 and 3.3. The results presented in figure 1 show that, both approaches
agree with the experiment to within our calibration errors.

Finally, we observe a clear dependence of the aspect ratio on the condensed atom number,
which can be correctly reproduced by our theoretical approach. This proves that in our trap,
with this atom number (~ 5 x 10%), the condensate is at the onset of 1D.

4 MEASUREMENT OF THE 1D PHASE FLUCTUATIONS

Phase coherence of the (quasi)condensate can be characterized by the 1/e decay length of the
spatial correlation function, CM(s) = 1/N [ dP*R(UT(R + se,/2)U(R — se,/2)) [27], with ¥
the atomic field operator and e, the unit vector in the axial direction. Consider a sample
of Ny condensed atoms, trapped in a cylindrically symmetric, harmonic trap with an aspect
ratio A = w,/w; < 1, in the 3D Thomas-Fermi regime. Petrov et al. [4,5] investigated
the long wavelength fluctuations of the phase of ¥, with the following conclusions. Below a
characteristic temperature T, = 15No(fw,)?/32u, the phase fluctuations are small, and the
coherence length is essentially the condensate size L, as in “ordinary” 3D condensates [13,22]
(to put it differently, C(") is limited by the density envelope of ¥). On the other hand, for
T > Ty the coherence length is limited to a value much smaller than L, the value at the center
of the trap being Ly = LTy/T.

The theoretical results obtained in [5,12] do not apply directly to our experiment. In those
works, a 3D Thomas-Fermi density profile was assumed, whereas in our case modification of
the density profile by the thermal cloud and radial quantum pressure must be accounted for.
As discussed in the previous section, we indeed find that a parabolic profile is still a good fit
function, but that the usual T' = 0 relations between u, L, R, and the number of condensed
atoms Ny are no longer valid. We therefore extend the calculation of the axial correlation
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function in [12] to an arbitrary density profile, in the local density approximation. In the mean
field regime [4], from the result of [23] for a 1D uniform Bose gas at finite temperature, we

obtain:
n1(0)|s]

C(s) :/dznl(z) exp(—m , (4.1)

where ny(z) = [d?r no(r.,z) is the axial 1D density of the quasi-condensate, while ng(r)
is its 3D density profile. The coherence length near the center of the trap is given by L, =
h*n1(0)/(MkgT) [24]. Following Petrov et al. [4,5], we define the temperature which delineates
the border between coherent and phase-fluctuating condensates as Ty = LyT/L. Since n;(0),
L, and T are extracted directly from the images, the definitions of Ly and Ty relate the
coherence properties to experimentally measured quantities. The axial momentum distribution
follows from a Fourier transform of C(s) and is well approximated by a Lorentzian of width
Apy = ah/Ly (HWHM), with oo = 0.67 for a 3D Thomas-Fermi condensate [12, 25].

4.1 Momentum spectroscopy with Bragg diffraction

A convenient technique to measure the coherence length is to analyse the momentum distri-
bution along the long direction of the condensate. Our measurement is based on four-photon
velocity-selective Bragg diffraction. Atoms are diffracted out of the condensate by interaction
with a moving standing wave, formed by two counter-propagating laser beams with a relative
detuning § [13,26]. Due to the Doppler effect, the momentum component resonantly diffracted
out of the condensate is p, = M (6 — 8wr)/(2ky) with wg = hk? /(2M), M the atomic mass,
and ki, = 27/ (A = 780.2nm). The predicted spectral width is therefore aAvy, where

2hky,

AVo = 5L,

(4.2)

To build the momentum spectrum of the quasi-condensate, we measure the fraction of
diffracted atoms versus the detuning § between the counter-propagating laser beams. The
differential frequency § must be stable to better than the desired spectral resolution, about
200Hz for our typical Ly = 10 um. The optical setup is as follows. A single laser beam
is spatially filtered by a fiber optic, separated into two arms with orthogonal polarizations,
frequency shifted by two independent 80 MHz acousto-optic modulators, and recombined. The
modulators are driven by two synthesizers stable to better than 1 Hz over the typical acquisition
time of a spectrum. The overlapping, recombined beams are then sent through the vacuum
cell, parallel (to within 1mrad) to the long axis of the trap, and retro-reflected to obtain two
standing waves with orthogonal polarizations, moving in opposite directions. The lasers are
tuned 6.6 GHz below resonance to avoid Rayleigh scattering. The laser intensities (about 2
mW /cm?) are adjusted to keep the diffraction efficiency below 20 %.

Bragg spectra have been taken at various temperatures between 90(10) nK and 350(20) nK,
while T¢ varied from 280(15) nK to 380(20) nK. The temperature was fixed to within 20 nK by
controlling the final trap depth to a precision of 2kHz. The line shape of the spectra is clearly
Lorentzian, not Gaussian (see Fig. 2). This is a significant result, because a Lorentzian-like
profile is expected for a momentum distribution dominated by phase fluctuations (see [12]), in
contrast to the gaussian-like profile expected for a pure condensate [27,13]. From the Lorentzian
fit, we extract the measured half-width Awy; for each temperature.

Figure 3 shows the measured spectral width Awy versus Avy. Dispersion of the measured
n1(0) and T results in the horizontal error bars on Av,, while vertical error bars indicate the
standard deviation of the fit width. We assume that all experimental broadenings result in a
Gaussian apparatus function of half-width wgq, to be convolved by the Lorentzian momentum
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Fig. 2. (a) Absorption image of degenerate cloud (center) and diffracted atoms (left and right),
averaged over several shots, after free-flight expansion. (b) Diffraction efficiency (rescaled) versus
relative detuning of the Bragg lasers at T' = 261(13) nK, corresponding to T/Ty = 20(2). A typical
statistical error bar is shown. This spectrum is the superposition of 12 “elementary spectra”, as
described in the text. The true average center is 30.18(2) kHz, close to 30.17 kHz, the four-photon
recoil frequency. The solid line is a Lorentzian fit, giving a half-width at half-maximum (HWHM) of
316(10) Hz. (c) and (d) show respectively the residual of a Lorentzian and of a Gaussian fit to the
above spectrum. Residuals are folded around the 6 = 0 axis, and smoothed with a six-point-wide
sliding average.
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Fig. 3. Left : Half-widths at half-maximum Awvy of the experimental Bragg spectra versus the pa-
rameter Avy o fi/Ly (see text). Vertical error bars are the standard deviations of the fit width; the
horizontal error bars are the one-sigma statistical dispersions of Avg. The solid line is a fit assuming
a Voigt profile for the spectra. Right : coherence length deduced from the width, after correction for
the gaussian broadening,

profile with a half-width aAvg. The convolution, a Voigt profile, has a half-width aAvy/2 +
Vwé + (aAvg)? /4. Note that fitting a Voigt profile instead of a Lorentzian to a spectrum
gives the same total HWHM to less than 5 %, but the Lorentzian shape is too predominant to
extract reliably the Gaussian and the Lorentzian contributions to the profile. Using o and wg
as free parameters to fit the data of Fig. 3, we find wg = 176(6) Hz, and o = 0.64(5)(5). The
first uncertainty quoted for « is the standard deviation of the fit value. The second results
from calibration uncertainties on the magnification of the imaging system and on the total
atom number, which do not affect wg. The agreement of the measured value of o with the
theoretical value 0.67, to within the 15% experimental uncertainty, confirms quantitatively
the temperature dependence of the momentum width predicted in Ref. [5]. The coherence
length //py deduced from this measurement varies between 5.9(8) and 39(4) pm, in the range
6 <T/Ty < 28.
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Fig. 4. Left : The atom interferometer used for our coherence length measurement uses 2 7 /2 pulse to
create and overlap 2 displaced copies of the same condensate. Right : The fringe spacing and contrast
changes as the time between the 2 pulses (i.e. the separation between the 2 copies) is changed. A
measurement of the fringe contrast directly measures the spatial first-order correlation function of the
matter-wave field.

4.2 Interferometry with elongated BECs

The Bragg spectroscopy method has proven to be appropriate for measuring short coherence
lengths. However, when applied to nearly coherent condensates (Lo ~ L), the extremely nar-
row Bragg resonance becomes increasingly difficult to resolve (for Lg ~ 40um, the momentum
width is already of the order of our resolution). However, since our goal is to investigate the
cross-over from a phase coherent to a phase-fluctuating condensate, we need to measure co-
herence length larger than the 39(4) um attainable with Bragg spectroscopy. For this, we have
implemented a matter-wave interferometer [9]. As shown on figure 4, this interferometer uses
a first 7 bragg pulse to split the condensate in 2 equal copies that fly apart from each other
at a velocity 2vp = 2% ~ 1.2 cm/s. After a time of flight 2ms < T' < 10ms, the 2 copies, that
separate by 2vg x T, are recombined using a second 7 pulse, that creates 2 interferometer out-
put (see fig. 4). For finite T, complementary fringes appear in the two output ports, because
of the smoothly varying expansion phase that results from the conversion of a small fraction
of the initial mean-field energy (~ ¢2p) into axial kinetic energy. The resulting fringe pattern
is Fourier analyzed to find the contrast and the fringe spacing in reciprocal space. In this way,
we filter out shot-to-shot, global phase fluctuations that would result in a translation of the
fringe pattern as a whole. This method allows for averaging many processed images without
artificially reducing the contrast. After this processing, this method allows a direct measure-
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Fig. 5. Example of 2 direct measurements of the correlation function (fringe contrast) as a function
of the separation s between the two copies of the condensate ; left : Ts/T = 0.45 and 2 x 10° atoms
(Ltr ~ 100um), right : Ty/T = 0.75 and 1.3 x 10° atoms (Ltr ~ 90pum)
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ment of the correlation function CM) as a function of separation s (see figure 5), irrespective of
the amount of phase fluctuations.

5 CONCLUSION

We have demonstrated two important features of elongated Bose-Einstein condensates: (i) the
dimension of the condensate after expansion; (ii) the momentum distribution of quasiconden-
sates; Our method, along with atom interferometry can be applied to investigate how long
range order develops during the condensate growth.
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1. Introduction: BEC beyond the ideal case

Degenerate atomic Bose gases provide a remarkable testing ground for the
theory of dilute quantum fluids, allowing for an extensive comparison of
theory and experimentm.

First studies on trapped dilute Bose gases have shown behaviors in good
agreement with the predictions for homogeneous ideal Bose gases. With
the refinement of experimental techniques, however, it becomes possible to
study deviations from the ideal case. We have recently made quantitative
studies of such deviations, for two different phenomenon:

(i) Phase fluctuations in an elongated quasi 1D condensate, that lead to
a coherence length smaller than the condensate axial sizeS.
4

(ii) Shift of the critical temperature of condensation due to interactions™.

In the context of this series of Conferences On Laser Spectroscopy, where
we have so strong traditions, I will concentrate on the first study, since
we will see that these measurements involve many methods of ”Good Old
Spectroscopy”, transposed from the world of Lasers and Photon Optics, to
the world of Bose-Einstein Condensates and Atom Optics.

*This work is supported by CNRS, Ministeére de la Recherche, DGA, EU (Cold Quantum
Gases network; ACQUIRE collaboration), INTAS(project 01-0855)

TPresent adress: Department of Physics, 60 St George Street, University of Toronto,
Toronto, ON, M5S 1A7, Canada
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2. Phase fluctuations in a trapped elongated BEC

Three-dimensional (3D) trapped condensates are predicted to have a uni-
form phase, extending over the whole condensate, even at finite tempera-
ture, and this has been confirmed experimentally5’6’7. In low dimensional
systems, however, phase fluctuations are predicted to reduce the spatial co-
herence length (see 8.9 and references therein). This phenomenon also oc-
curs in sufficiently anisotropic 3D samples, where complete phase coherence
across the axis (long dimension) is established only below a temperature Ty,
that can be much lower than the critical temperature T, 10 Iy the range
Ty <T < T, the cloud is a “quasi-condensate”, whose incomplete phase
coherence is due to thermal excitations of 1D axial modes, with wavelengths
larger than its radial size. Phase fluctuations of quasi-condensates in elon-
gated traps have been observed first in Hannover by Dettmer et al.ll, who
measured the conversion, during free expansion, of the phase fluctuations
into ripples in the density profile. Although the conversion dynamics is well
understoodlz, the measured amplitude of density ripples was found smaller
than expected by a factor of two. In Amsterdam, Shvarchuck et al.13 have
used a “focusing” method to show that the coherence length is smaller than
the sample size during the formation of a condensate.

3. Production and observation of an elongated BEC in an
iron-core electromagnet

Our experimental setup has been described elsewherel4. Briefly, a Zeeman-
slowed atomic beam of 8’Rb is trapped in a MOT, and after optical pumping
into the F' = 1 state is transferred to a magnetic loffe-Pritchard trap created
by an iron-core electromagnet. A new design allows us to lower the bias
field to a few Gauss and thus to obtain very tight radial confinement!1?.
Final radial and axial trap frequencies (w; and w,) are respectively 760
Hz and 5 Hz (i.e. an aspect ratio of 152). We typically obtain needle-
shaped condensates containing around 5 x 10* atoms, with a typical half-
length L ~ 130 pm and radius R ~ 0.8 um. Since the chemical potential
is only slightly larger than the radial vibration quantum, (urp/hw; ~ 4),
we work at the crossover between the 3D and 1D Thomas-Fermi (TF)
regimesl6’17’18.

To obtain the number of atoms in the condensate and in the thermal
cloud, and the temperature, we make an absorption image after a 20 ms
time of flight. The number of atoms, obtained to within 20%, is calibrated
from a measurement of the temperature of condensation T.. The temper-
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ature T is extracted from a two-component fit to the absorption images,
yielding the temperature of the thermal cloud fitted by an ideal Bose func-
tion with zero chemical potential. In fact, the temperature obtained at the
end of the evaporation ramp can be chosen a priori to within 20nK by
controlling the final trap depth (final rf frequency, as compared to the one
totally emptying the trap, with is checked every five ramps) to a precision
of 2kHz. This provides a high reproducibility which is a real asset for these
experiments.

As Shvarchuck et al,13, we observe strong shape oscillations at the
formation of the condensatelg, despite a slow evaporation (less than
100kHz/s) across T.. We then hold the condensate for a time of typically
7 seconds in the presence of an rf shield, to damp the axial oscillations
enough that they do not affect the Bragg spectra (see below).

4. Measurement of the spatial coherence function by Bragg
spectroscopy

The most direct way to measure the spatial coherence function relies on
atom interferometry. It turns out, however, that this method demands a
high level of shot to shot stability of the interferometer21, and we have
decided to first use a complementary method, that directly yields the mo-
mentum distribution (momentum spectrum) P(p.), which is nothing else
than the Fourier transform of C(s).

This is analogous to the two complementary methods of “Good Old
Spectroscopy”, where one can either measure the temporal correlation func-
tion of the light (the so called “Fourier-transform spectroscopy”), or directly
obtain the frequency spectrum. It is well known that the second type of
method is much easier to implement, because some physical phenomena (as
dispersion in dielectric media) or ”simple” devices (as diffraction gratings)
are able to separate frequency components whose weight can be directly
measured. The methods yielding directly the spectrum were in fact the
only ones that were used for centuries, until stable and reliable enough
interferometers became available.

In our problem of Atom Optics, it turns out that we also have a
method that directly yields the momentum spectrum: this is “Bragg
Spectroscopy”6’22. Our momentum distribution measurement is based on
four-photon velocity-selective Bragg diffraction. In this process, atoms are
extracted out of the condensate by interaction with a moving standing
wave, formed by two counter-propagating laser beams with a relative de-
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tuning 0. In a wave picture, this can be interpreted as a (second order)
Bragg diffraction of the atomic matter waves off the grating formed by the
light standing wave, and it is therefore resonant only for a given atomic
de Broglie wavelength, or equivalently for a given value of the atomic mo-
mentum. The number of extracted atoms is therefore proportional to the
density of probability of that particular value of the momentum. Writing
the Bragg condition of diffraction off a thick grating, one finds that the
momentum component resonantly diffracted out of the condensate depends
on the velocity of the light standing wave, and therefore on the detuning ¢,
according to

p. = M(0 — 8wr)/(2k1) , (1)

with wg = hk?/(2M), M the atomic mass, and ki, = 27/X (A = 780.02nm).
By varying the detuning § between the counter-propagating laser beams
that make the moving standing wave, and measuring the fraction of
diffracted atoms wvs. d, one can build the momentum distribution spec-
trum.

The stability of the differential frequency ¢ determines the spectral res-
olution, and must be as good as possible. The optical setup is as follows.
A single laser beam is spatially filtered by a fiber optic, separated into
two arms with orthogonal polarizations, frequency shifted by two indepen-
dent 80 MHz acousto-optic modulators, and recombined. The modulators
are driven by two synthesizers stable to better than 1Hz over the typi-
cal acquisition time of a spectrum. The overlapping, recombined beams
are then sent through the vacuum cell, parallel (to within 1mrad) to the
long axis of the trap, and retro-reflected to obtain two standing waves with
orthogonal polarizations, moving in opposite directions. To check the dif-
ferential frequency stability, we have measured the beat note between the
two counter-propagating beams forming a standing wave. The average over
ten beat notes had a half-width at half-maximum (HWHM) of 216(10) Hz

for a 2ms pulse23.

5. Axial Bragg spectrum of an elongated condensate

The following experimental procedure is used to acquire a momentum spec-
trum. At the end of forced evaporative cooling, the radio frequency knife
is held fixed for about 7s to allow the cloud to relax to equilibrium (see
above). The magnetic trap is then switched off abruptly, in roughly 100 us,
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and the cloud expands for 2ms before the Bragg lasers are pulsed on for
2ms. The lasers are tuned 6.6 GHz below resonance to avoid Rayleigh scat-
tering, and the laser intensities (about 2 mW/cm?) are adjusted to keep
the diffraction efficiency below 20 %.

We take the Bragg spectrum after expansion rather than in the trap to
overcome two severe problems. First, in the trapped condensate, the mean
free path (about 10 um) is much smaller than its axial size of 260 pm, so
that fast Bragg-diffracted atoms would scatter against the cloud at rest29.
Second, the inhomogeneous mean field broadening6 would be of the order
of 300Hz, i.e. larger than our instrumental resolution. By contrast, af-
ter 2ms of free expansion, the peak density has dropped by two orders of
magnitude26, and both effects become negligible. One may wonder whether
this 2 ms expansion doesn’t affect the momentum distribution we want to
study. In fact, the phase fluctuations do not significantly evolve in 2ms,
since the typical timescale for their complete conversion into density ripples
varies from 400 ms to 15s for the range of temperatures we explore27. Also,
the mean field energy is released almost entirely in the radial direction, be-
cause of the large aspect ratio of the trap26, and contributes only about
50Hz of Doppler broadening in the axial direction. The only perturba-
tion due to the trap release seems to be small axial velocity shifts (around
100 pm/s) attributed to stray magnetic gradients that merely displace the
spectra centers.

After application of the Bragg pulses, we wait for a further 20ms to
let the diffracted atoms separate from the parent condensate, and take an
absorption image. Diffraction efficiency is defined as the fraction of atoms
in the secondary cloud. We repeat this complete sequence typically five
times at each detuning, and we average the diffraction efficiency for this
particular value of the detuning. Repeating this process at various values
of the detuning (typically 15), we plot the diffraction efficiency vs. d, and
obtain an “elementary spectrum”.

As shown on Fig. 1a, an elementary spectrum at a given temperature
still shows a lot of noise. To average out this noise, we have taken many
elementary spectra at the same temperature (between 10 and 40), but dur-
ing different runs (on different days). We have also varied the hold time (of
about 7s, see above) over a range of 125 ms, to average on possible residual
shape oscillations. We then take all the spectra corresponding to the same
temperature, and we reduce them to the same surface, background, and
center, and superpose them?24.

Fig. 1b shows the result of such a data processing, at a temperature
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Figure 1. Bragg spectrum of an elongated BEC at T' = 261(13) nK, corresponding
to T/Ty = 20(2).(a) Elementary spectrum (i.e. diffraction efficiency vs. relative detun-
ing of the Bragg lasers) corresponding to 75 diffraction efficiency measurements made at
the same temperature, but at various detunings (see text). Measurements at the same
detuning (typically 5) are averaged. (b) Averaged spectrum, obtained by averaging 12
(recentered and rescaled, see text) elementary spectra. A typical statistical error bar is
shown. This spectrum is the superposition of 12 “elementary spectra”, as described in
the text. The solid line is a Lorentzian fit, giving a half-width at half-maximum (HWHM)
of 316(10) Hz. (c) and (d) show respectively the (folded) residuals of a Lorentzian and
of a Gaussian fit to the above spectrum.

well above Ty, i.e. for a case where the broadening due to phase fluc-
tuations is expected to dominate over the instrumental resolution. The
width (316(10)Hz, HWHM) is definitely larger than the resolution (less
than 216(10) Hz, HWHM). Moreover, it is clear by simple visual inspection,
and confirmed by examining the residuals of fits (see Fig. 1c an d) that
the profile shape is definitely closer to a Lorentzian than to a Gaussian.
Such a shape is in contrast to the gaussian-like profile expected for a pure
condensate6’20, and it is characteristic of large 1D phase ﬂuctuations27,
which result in a nearly exponential decay of the correlation function.

6. Results. Comparison to theory

Bragg spectra have been taken at various temperatures between Ty and 7.
Using a Lorentzian fit, we extract a measured half-width Avy for each tem-
perature, and plot it (Figure 2a) vs. Avg, a parameter convenient to com-
pare to the theory. That parameter can be directly expressed as a function
of the number of atoms and the temperature, and theory predicts that the
ideal spectrum half-width should be proportional to Avg, with a multiply-
ing factor a, depending on the density profile, of the order of 1 (v = 0.67 in
our case)27’3. In fact, since our spectral resolution is limited, the measured
spectrum width Avy results from a convolution of the ideal Lorentzian
profile by the resolution function, that we assume to be a Gaussian, of half-
width wg. The measured spectrum is then expected to be a Voigt profile,
whose shape can hardly be distinguished from a Lorentzian in our range
of parameters, but with a width (HWHM) aAvy/2 + \/wd + (aAvy)?/4.
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We use that expression to fit the data of Fig. 2a, taking  and wg as free
parameters. We find wg = 176(6) Hz, and o = 0.64(5)(5). The first uncer-
tainty quoted for « is the standard deviation of the fit value. The second
results from calibration uncertainties on the magnification of the imaging
system and on the total atom number, which do not affect wg. We note
first that the fitted value of wg is slightly smaller than 216 Hz, as it should
be23. The agreement of the measured value of a with the theoretical value
0.67, to within the 15 % experimental uncertainty, confirms quantitatively
the temperature dependence of the momentum width predicted in Ref. 10,

550
500
450
400
350
300
250
200

Av,, (Hz)

1 1 1 1 1
100 200 300 400 500

Av, (Hz)

of T T T T T TT1

Figure 2. Momentum distribution width and coherence length for T'/T, > 1.
(a) Half-widths at half-maximum Awvy; of the experimental Bragg spectra versus the
parameter Av, (see text). The solid line is a fit assuming a Voigt profile with a con-
stant Gaussian resolution function. (b) Coherence length L¢(divided by the condensate
half size L) vs. temperature (divided by Ty). The coherence length is obtained after
deconvolution from the resolution function.

Conclusion

We have shown that the momentum spectrum of an elongated conden-
sate at a temperature smaller than Tt but larger than Ty has a Lorentzian
shape, in contrast with the Gaussian shape of a "normal” condensate. That
shape, as well as the measured broadening, agree quantitatively with the
predictions for a phase fluctuating condensate. The coherence lengths cor-
responding to the spectrum widths are smaller than the condensate axial
size (Fig. 2b). It would be interesting to also measure the coherence length
for temperatures approaching T'¢, to study how coherence develops over
the whole condensate. Since this corresponds to smaller and smaller mo-
mentum widths, the method presented here is not well adapted, and an
interferometric measurement directly yielding the spatial correlation func-
tion at large separations would be a method of choice. Such measurements
require a large path difference of the interferometer, and the stability of the
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interferometer is a crucial issue. We are currently working in that direction.
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Abstract. We measure the spatial correlation function of Bose-Einstein condensates in the cross-over region between
phase-coherent and strongly phase-fluctuating condensates. We observe the continuous path from a gaussian-like shape
to an exponential-like shape characteristic of one-dimensional phase-fluctuations. The width of the spatial correlation
function as a function of the temperature shows that the condensate coherence length undergoes no sharp transition
between these two regimes.

PACS. 03.75.Hh Static properties of condensates; thermodynamical, statistical and structural properties — 03.75.Dg
Atom and neutron interferometry — 39.20.+q Atom interferometry techniques

1 Introduction is observed [27]: below a characteristic temperafliyeleter-
mined by the atom number and the trapping frequencies, the
g_ndensate is nearly phase coherent, but atigvehe popu-

The high atomic phase-space density provided by a Bo%ion of the axial modes is high and phase fluctuations may

Einstein condensate (BEC) [1] has driven interest in guidi
atoms in a manner analogous to guiding laser light throu pronounced. For v_v_eakly elongated condensdigsan be
single-mode optical fibres. The most advanced technology gher than the transition temperatufg so that the conden-
date is based oatom chips where the fields which trap angsate is nearly phase. coherent at all temperatures. In contrast,
guide the atoms are created by microfabricated structuresﬁgm chips can easily produce traps with high aspect ratios
7]. Many groups around the world have already succeeded;in 1000) for which T can be much smaller thaft. Phase

in
preparing BEC on an atom chip [8-14] and one can envisa

g*éctuations are therefore likely to impose limits on the perfor-
using this technology to create integrated atom interferometStgnce of atom chip devices and need to be well understood.

[15-18]. In this context, a precise characterization of the phase In an elongated condensate, the wavelength of the low en-
coherence properties of the condensate is crucial [19-21]. ergy axial modes is longer than the radial size of the conden-
Trapping guantum gases on atom Chips natura”y involvéate, so these excitations have a 1D character. However, the
highly elongated, guide-like traps. Changing the dimensionafavelength of these excitations can be much shorter than the
ity of the system from three-dimensional (3D) towards onéxial length of the condensate, reducing the phase coherence
dimensional (1D) has a profound effect on the phase coheretfitdth in the axial direction. An important feature of quasi-
of the condensate. In 3D condensates of modest aspect r&@fdensates is that density fluctuations remain suppressed in
experimental results show that phase coherence extends adfisdrap, due to the mean field energy, even in the presence
the whole cloud [22,23], even at finite temperature [24]. Hov@f large phase fluctuations [27,21]. Therefore, the 3D quasi-
ever, in the 1D regime, thermal excitations of the low ener ndensate has the usual parabolic profile in the Thomas-Fermi
axial modes lead to phase fluctuations which degrade the phd®é-
coherence [25,26]. Condensates exhibiting such phase fluctua-Phase-fluctuating condensates in elongated traps were first
tions are known aguasi-condensates observed by the conversion of phase fluctuations into density
In the intermediate regime of elongated 3D condensatisctuations after a sufficiently long free expansion [19] and by
with a high aspect ratio, a behaviour similar to the 1D cagsecondensate-focussing technique [20]. Quantitative measure-
ments of the phase coherence length have since been obtained
* e-mail: mathilde.hugbart@iota.u-psud.fr from the momentum distribution [21] and the second-order cor-
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relation function [28]. The results of each of these experimeritinges, uniformly spaced along the longitudinal direction, the
showed good agreement with theory [27] in the strongly phasgatial frequency of the fringes being proportional to the sepa-
fluctuating regime (at temperaturs> T,,). However, neither rations. The fringe contrast integrated over the entire conden-
experiment explored the cross-over regi@h+{ 1) between sate gives the first-order correlation functiorsat
phase-coherent and strongly phase-fluctuating condensates.

In this article we describe a new experiment using a matter- (1) () — /dSI‘ W (r — e )W(r + —e.). @)
wave interferometer and Fourier-space analysis to measure the 2 2

spat|tal'c$rrtehlat|on function, thermieby;xtegdlng OUI: measurIS'epeating this contrast measurement for different separations
m‘fr? ti Into d'e tcr(;)si-over ref@tl;? ~ ib)t.' ufr rest_u sq?gree s, one can study the decay 6f) (s) with increasings [22].
wi e precicted shapes or the correlation function-io g 5 fully phase coherent condensate, the first-order correla-

T, we find exponential-like correlation functions as predict ; ; - :
for significant phase fluctuations, wheread'at- Ty we find n (: f[L|3n2c]t|on decay reflects only the width of the density profile

a gaussian-like shape, as expected when the phase profile‘i

nearly flat and the correlation function decay is dominated l&)éuse the phase to fluctuate along the longitudinal axis, both

the density profile. The coherence length as a functiah/df, spatially and temporally. In our experiment, these fluctuations

follows the trend predicted by theory, showing that the coh fe small compared to the parabolic phase developed during

ence length increases smoothly as the temperature falls i expansion. Therefore when we image the overlapping con-
that there is no sharp transition’B§. This highlights the fact densates after free expansion, we still observe straight fringes,
that phase fluctuations occur at all finite temperat.ures, everg t they are no longer strictly periodic. Small local phase shifts
these effects are too small to be resolved experimentally 10§, o Sitter” to the fringe spacing, which in Fourier space has

more spherical traps. However, whereas our previo_us MEASYAR" effect of broadening the peak at the spatial frequency of
ments based on momentum spectroscopy [21], realized for h{ﬂ fringes and thereby reducing its height. As increased,

I/ Ty, were in f‘!” agrement with the thepry, two obse_rvatlonﬁw fringes are perturbed more strongly, because the condensate
remain unexplained in the interferometric method. First, aS{%
A

. : 122 . tal i f'ise becomes less correlated at larger separations. The con-
a previous experiment [22], our experimental measuremen st therefore decreases faster witthan in the fully phase-

the coherence length are shifted from the theoretical predicti%gh ;

- . N erent case. The greater the amplitude of the phase fluctu-
b]Y abqut25% for T{T(f’ - tl’ even a?eé takmg the I|_mt|ta]:uons ations, the faster the contrast decreases witlhherefore by
ol ourimaging systém Into account. second, our intertero IE’easuring the width of the correlation function at different

ter produces unexplained supplementary fringes outside of peratures, we extract the temperature dependence of the co-

region V\{here t_he condensatgs overlap, a_nd we note that Sm“@fence length. Further information is obtained from the shape
unexplained fringes appear in other published data [29]. Th &he correlation function [33]

supplementary fringes do not seem to bg compatible with in- In the presence of phase fluctuations, each realization of
terference of the thermal cloud observed in [30]. the experiment gives a different interference pattern, even with
fixed experimental conditions. Expression (2) must therefore
be generalized to:

n the case of a quasi-condensate, 1D thermal excitations

2 Measurement of the coherence length by

atom interferometry W (s) = /dsr W (r — gez)%(rJr %ez)% 3)
A natural method to study the coherence length along the Ion?na o
axis = of a condensate, or a quasi-condensate, is to use atigre the brackets denote a statistical average of the random
interferometry. With atomic beam-splitters, one produces tsocess describing the random phase. In practice, one must re-
daughter copies of the initial condensate with a separatjonpeat the experiment at a given separatioand average the
and observes the interference pattern appearing in the atoﬁﬂ%tfaSt measurements over many quasi-condensates to obtain

density: CW(s).
s ' < This principle was used by Michelson in his famous astro-
n(r) o [T(r — Ze,) + ey (r + ~e,)|? nomical interferometer, whose goal was to measure the spa-
z 5 2 tial coherence of the light field arriving from a star, in order
o [P(r — —e.)]* + [T(r + ~e.)|? to deduce the diameter of the star [34]. However, Michelson’s
_ 2 s 2 s method is plagued by the existence of a randomly fluctuating
+ 2Re[e" 1y (r — 5ez)%(r + 592”’ (1) relative phase between the two inputs of the interferometer, and

various methods insensitive to the relative phase fluctuations
wheree, is the axial unit vecto(r) is the wavefunction de- had to be developed [35]. A similar problem appears when one
scribing the initial condensate ang., a relative phase shift tries to determine the coherence length of a condensate or a
produced by the interferometer and the free fall of the condeguasi-condensate with interferometry. In addition to the con-
sate. trolled relative phase between the two components interfering
Let us first consider the behaviour of a fully phase cohereint (1), there is an uncontrollable relative phase due to exper-
condensate. During free expansion, it acquires a phase distriental problems such as a residual phase shift between the
bution proportional ta:2 [31]. The phase differencé,.; be- lasers creating the two copies or a random velocity kick im-
tween two displaced copies of the condensate is therefore grarted to the sample. In order to overcome this problem [36],
portional tozs, giving rise to an interference pattern of straighb. Hellweget al. [28] have used an analysis analogous to the
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Hanbury Brown and Twiss method [37], since it is based on the
measurement of the second-order correlation function which is
insensitive to global phase shifts. In contrast, our method is
in line with the initial method of Michelson who could visu-
ally evaluate the contrast of the randomly moving fringes he
was observing. The decrease of this contrast as a function of
the telescopes’ separation gave a direct measurement of the co-
herence length. Similarly, we directly evaluate the contrast of
the fringes by taking the modulus of the Fourier transform of
the fringe pattern. The decrease of that contrast as a function
of the separations yields the coherence length of the quasi-
condensate.

3 Experiment [ 1= Tmor
—PI I(—

3.1 Creation of elongated Bose-Einstein

condensates ! s =2vgTs

In gyr ex'perimentallsetup [38], a Zeeman-sl_owed atomic l.)eiairiB. 1.The condensate is released from the trap-at0 and has a half-
of °'Rb is trapped in a MOT, and after optical pumping 'n_tﬂength of L. A sequence of two Bragg pulses is applied to generate the

the55, o[ F' = 1,mp = —1) state is transferred to a magnetigterferometer. Two output ports are creatpd=( 0, p = 2hky) with
loffe-Pritchard trap created by an iron-core electromagnet. Q¥mplementary fringe patterns.

design allows us to lower the magnetic field at the bottom of
the trap to a few Gauss and thus to obtain very tight radial con-
finement [39]. Using this trap, we are able to create condensat

very close to the 1D Thomas-Fermi regime [40], as was dem tequency width of 200 Hz. Therefore we use Bragg pulses of
trated in [41-43]. In th t i t, d : ‘ ;
strated in [ 1 In the present experiment, we produce ¢ 00 s, short enough such that the correspondirikHz

densates further into the 3D regime so that we can explore . . . ; e
9 P {frﬁequency width (full width at half maximum) is sufficient to

cross-over regimel( ~ T). We use two different trap configu- le th X d The th | cloud di
rations: in the first, the final radial and axial trap frequencies af8UP!€ the entire condensate. The thermal cloud surrounding

respectively, | — 27 x 395 Hz andw, — 27 x 8.67 Hz, giving the condensate has a momentum distribution with a frequency

an aspect ratio of 45; for the second trap configuration, the fir‘fé{.fjth ranging from 12 kHz to 60 kHz, much larger than that of
frequencies are, = 27 x 655Hz andw, = 27 x 6.55 Hz, the condensate. Thus, only a small fraction of the thermal cloud
with aspect ratio 100. In this way, we obtain needle-shapkxcouPled by the Bragg pulses [45]. By controlling the Bragg
condensates containing arouddk 10° atoms, with a typical pulse length, we realize §-pulse which splits the condensate
half-lengthL ~ 85 umin the firsttrap and, ~ 120 um in the into a coherent superposition of two wavepackets with veloc-
~ &~ s o i o h

second. We control the final number of atoms by holding t es differing .by%R " 2hkL./m = 11.72 mms~, Whgrg
condensate for a variable time, typically a few seconds, in the 'S the recoil velocity. The interferometer sequence is illus-
presence of an rf shield. The absolute number of atoms is ct%jed in Figure 1. The condensate is held in the trap for at

YN

e .
_gth alongz of the expanding condensate corresponds to a

ibrated from a measurement of the critical temperature, taki st 2s at the end of the final rf evaporative-cooling ramp, to

into account the effects of interactions [44]. For condensaf@&W residual oscillations to be damped [21, 20]. After switch-
with small condensate fractions (less than 60 %), the tempe}2dl Off the trap, the condensate is allowed to expand freely for
’ ms before the firsf -pulse is applied. During this expansion

ture is obtained by fitting a gaussian distribution to the ther d debsi d b d f itud
wings of the cloud. The temperature is then extrapolated frdff condensate density reduces by two orders of magnitude,
collisions between the diffracted wavepacket and the origi-

the final frequency of the rf ramp to lower temperatures fG° - . S
which the thermal fraction is indiscernible [45, 43]. nal condensate become negligible. During a free-evolution time

2ms< T, < 10 ms, the two wavepackets separate to a distance

s = 2vrTs. The second;-pulse completes the interferometer,

3.2 Interferometry set-up and timing and we observe interference in each of the two output ports,
which differ in momentum by = 2kk;,. The condensate is

As shown in Figure 1, we implement the interferometer usit@@ged by absorption perpendicular to the long axafter a

a sequence of twd-Bragg pulses, which act as matter-wavé® Ms total time-of-flight [46].

beamsplitters. The set-up consists of two laser beams counter-For a given set of experimental conditions (condensate atom

propagating along the longitudinal trap axis, each of intensityymber and temperature), the experimental correlation func-

~2mW cm2, red-detuned byA = 6.6 GHz fromthe®”Rb D2 tion is acquired by taking a sequence of interference images

line at A\ = 780.02 nm. Two acousto-optic modulators driverwith different condensate separationsanging from0.2L to

by frequency synthesizers produce a small relative detunih@L, varied by changind’s. For smaller separations, we do

§, tuned to the two-photon Bragg resonarice= 2hk?/m, not observe enough fringes to obtain a reliable measurement

with m the atomic mass andl;, = 27/A. The momentum of the contrast. At the maximum value ef the contrast has
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reduced such that the fringes are no longer discernible above s (um)

the noise. Typical images far3L < s < 1.1L are shown v\z
in Figure 2. For each value 6f typically 5 images are taken, \ \
so that a statistical average can be performed. The fringe con- 9%
trast is then measured, giving the correlation function. Corre-
lation functions have been obtained at various temperaflires 84
between 100 an230 nK and for condensate atom numbéis
betweer(.5 x 10° and2.5 x 105. These conditions correspond 72
t00.8 < T/T, < 8, whereT}, = 15h2 Ny /16mL? [27][47].
60 W
4 Analysis of interferograms 48 B
4.1 Interferogram 36 &
As shown in [25], a quasi-condensate is well-described by a oa &
fluctuating complex field?(p, z) = +/n(p, z)€?(), with ; \

fixed density distributiom(p, z) and fluctuating phasé(p, z). 0 K,

In the following, ¥(p, z) represents the wavefunction of the_ )

condenstc s e el oxpansion. The st Sragg U % L O o 1 v ot pore of e et o
IS applied after 2ms of free expansion, at which time the dele_n th of the initial condensate 5 = 85 m. Right: Profiles of the
Sity _ha_ls reduced such that interactions betw_een the ato_ms a:ourier transform (absolute value) of each of the images on the
negligible. We therefore assume that the different COPIES @k The profiles are normalized to equal central peak height (propor-
the condensate propagate mdepegldentI%/. The phase distrifiiz 16 total atom number). The position of the second peak (delim-
tion can be expressed @p, z) = az” + Bp” + ¢en(2), Where jieq by the two lines) gives the spatial frequency of the fringes, and

¢ (2) represents the thermal phase fluctuations and the quagi@ratio of the height of the second peak to the central peak gives the
tic terms represent the parabolic phase developed during exagifige contrast.

sion.

We now consider the interference pattern produced at one ) o )
of the output ports of the interferometer. For a Separagti(ype We take the 2D Fourier transform of this Image and extract its
obtain the atomic density distribution: profile along the zero radial frequenky = 0 axis:

1 T ik, z
Nout (p, 2) = Z|W(p7 2 —8/2) +W(p,z+5/2)? 1[0, k] = const/d3r Nout€ 7%, (6)

Ny e VT cos|AB(z) + ], (4) Typicalimages and their 2D Fourier transform profiles are shown
4 4 8 in Figure 2 for different separationsThe contrast of the fringe

with ne = n(p, z + s/2) and Ad(z) = &(z + s/2) — &(z — Patternis given by the rati/ [0, ko(s)] /1[0, 0], wherekq (s) ~

s/2). The global phase shift, is due to random, uncontrolledas is the dominant spatial frequency of the fringe pattern. The
phase shifts between the two Bragg pulses. The phase diff¢iefiles of Figure 2 show clearly the increasing spatial fre-

ence between the two copiesd®(z) = azs+ ¢ (2 +s/2)— quency and decreasing contrast as a function of

éwn(z — s/2). The density of the condensate is small when the TO extract the correlation function, we take the complex

first Bragg pulse is applied, so we neglect a small relative v@mplitude of the Fourier peak at the spatial frequeicyf the
locity due to repulsion between the two copies. At the secofftNges:

output port, the two condensate copies have an additiorelt

ative phase shift due to the Bragg pulses, thereby producing a 1[0, ko(s)] = e%s /dBr Jnpn_eA®Pm, (7)
complementary fringe pattern. In our data analysis, the images
of each output port are treated separately. In the absence of the global phase shifts the correlation

Since the global phase shif fluctuates from shot to shot, functionC*) (s) would be obtained by taking the statistical av-
we cannot average over differentimages at the same separagigfye of equation (7):
s. Instead, we take the contrast of each image individually and

then average the contrast. CO(s) = (110, ko(s)]) = /d3r (rgn_eAPmy  (8)

which is identical to relation (3). Howeveg, changes from
shot to shot and prevents us from averaging Fourier transforms
The atoms are imaged by absorption along the vertjeatis, directly in this way [48]. To eliminate this random phase, we
perpendicular to the long axis of the trap. The image we obtafin take the absolute value of the Fourier transform before av-
rescaled to units of 2D atomic density, is the integrated densigfaging. Thus we obtain an effective correlation function:

I(x,2) = const/dy Nout- (5) Ccef(s) = <‘f[0, kd‘) = (’/dsr\/runem‘p“‘ Y. (9)

4.2 Analysis in Fourier Space
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4.3 Simulation

The 1st order correlation functiait!) (s) can be calculated an-
alytically [33], using the theory of [27] to account for the phase
fluctuations. However, it is not possible to obtain an analytic
expression for the effective correlation functiofi (s) (equa-

tion (9)) which we measure. Therefore, to calculaté (s), we

first simulate the quasi-condensate phase fluctuations following
the theory in [27]. The phase operator is given by:

Gun(r) = [4n(r)] /2 Z fi (r)a; +hc., (10)

Fig. 3. Points represent the contrast extracted from our simulated ab-

sorption images (see text) as a functionsf,, L, being the conden- \perq 5. is the annihilation operator of the excitation with

sate half-length, fol’/ 7, = 1. These points are fitted by the product, o, numbey. The solution of the Bogoliubov-de Gennes
of a gaussian and an exponential (solid line) which we take to be our

theoretical effective correlation functia#®™ (s). Zgu?tiq?\?:sft?’]re \t(\;;\:/eefnﬁgz)ngxcﬁlﬁgggsé;ﬂ?s-energIe)s <
i :

prn =[S ),

Wherer(l’l) are Jacobi polynomialg, = 47h%a/m is the in-
teraction strengthg is the scattering lengthz and L are the
size of the condensate in the trap and= fw.+/j(j + 3)/4

is the energy of modg [40]. We assume the Thomas-Fermi
approximation for the density(r), taking R and L from fits

to images after expansion. To simulate numerically the phase
fluctuations, we replace the operatarsand &} by complex
Gaussian random variables; and «;. These variables have

a mean value of zero and the correlatign;aj,) = 6,5/ N;
whereN; = kgT/(hw.+/j(j + 3)/4) is the occupation hum-
ber for the quasiparticle modeat a given temperaturg. We
assume that the phase fluctuations do not evolve on the time

= ——
—_— ——

£064 \ scale of the expansion [33]. We have verified this by studying
-‘E’ \ images of condensates after the same time-of-flight, but with-
0% N out the interferometer pulses. In this case, we observe a smooth

density profile, with no extra features appearing in the Fourier
transform.

0.0 r r r s For a givenT /T, 20 condensates are generated at each
value of s, with s ranging from0.2L to 2L. Each condensate
is integrated ovey as in equation (5). These simulated absorp-

. . . . . , tion images are analysed in exactly the same way as the real
Fig. 4. Top: Lines are simulated effective correlation functigff’(s) experimgntal imagesYThe absoluteyvalues of the F%)urier trans-
(described in the text) as a function ©fL for differentT/T,. From forms of the images are a d dth trast extracted
the top,7’/Ty = 0,1, 3,10. With increasindl’ /T, the curve changes . . 9 averaged, an € contrast extracted as
from a quasi-gaussian to an exponential and the width decreases.”?nequ"jltlon (9). The pOInt_S in F_Igure 3 show the typical con-
set: Comparison of**" (s) (solid line) andC'®) (s) (dashed line) at @St extracted from our simulations &7, = 1. We found
T/T,; = 10. Bottom: Width atl /e of C*% (s) (solid line) and>(V (s)  that these points are very well fitted by the product of a gaus-
(dashed line) as a function /7. sian and an exponential, for &ll/T,,. We use these fits as our

theoretical effective correlation functiod&™ (s).

The effective correlation function was simulated for<

T/Ty < 20. Figure 4a presents results for differditT. At

T = 0, C*(s) coincides withC?)(s) [33]. This function is
Note that although it has similar behaviour, our effective cosimply the integrated overlap function between the two con-
relation function is expected to be quantitatively different frorfiensates, and is approximately a gaussian function of the sepa-
CM(s). Taking the absolute value of the transform reduces trations [32]. As T/ T, increases, the width of the function de-
cancelling effect between the random thermal phase shiftscligases and its form gradually becomes exponential. In Figure
the statistical average, so that the effective correlation functiéh we plot thel /e widths of the simulated’* () functions as
C°"(s) decays more slowly with thanC'(V)(s), as calculated a function ofT"/T,. For comparison we show also the width of
in the next section. C™(s) [33] which decreases much faster Wil T};.
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- exponential with offset. Empty circles correspond to the two exper-
© 0.6 T/T, = 4.86 imental correlation profiles of Figure 5. Error bars represent typical
S 0.4- Lo/l =0.46 systematic errors. Inset: The solid curve is the simulated effective cor-
© - relation function of Figure 4b.
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s/L T/T4 = 4.86, the curve is already better fitted by an exponen-
tial than a gaussian. At intermediate valuesIgfl, we can

Fig. 5. Example of two experimental effective correlation profile$!Se the product of a gaussian and an exponential to fit a smooth
(points) as a function ot/L Showing C|ear|y the Change in Shapé:urve through the data.. The Contribution Of the eXponential in'
and width withT/T;;. Each point is averaged over 5 condensategl€ases rapidly in importance at finif in agreement with
each with 2 output port images. Top: &t/T, = 1.35, the effec- the simulation, reflecting the increasing amplitude of the phase
tive correlation curve is fitted by a gaussian (solid line), witke ~ fluctuations withl"/T.
width Lc/L = 0.62. The fit to an exponential (dashed line) is shown
for comparison. Bottom: AT'/T, = 4.86, the effective correlation
curve is fitted better by an exponential (solid line), witfe width 5.2 Comparison of coherence length L¢
Lc/L = 0.46. The fit to a gaussian (dashed line) is shown for com-
parison. In order to extract quantitative information from the effective
correlation functions, we define a coherence length equal
_ to the1/e width of the effective correlation cun@° (s) [49].
5 Experimental results We then use this parameter to compare the widths of the mea-
sured and simulated effective correlation functions. A smooth
Figure 5 shows two examples of effective correlation curvesrve is fitted through the data (using the product of a gaussian
measured using our interferometer and analysed as descried an exponential) and thée width extracted. Although the
above. The points shown in Figure 5a were obtained usingh&rmal cloud plays no role in the interference pattern we ob-
magnetic trap with an aspect ratio of 45, and with an atoserve, it appears behind the condensates inpthe 0 output
number and temperature correspondingid@’s = 1.35, that of the interferometer and thus reduces the measured contrast.
is for small-amplitude phase fluctuations. The points in Figndependent measurements of the thermal fraction (between
ure 5b were obtained using a trapping aspect ratio of 100, &% and 80 % for this experiment) allow us to renormalize
with T'/T,, = 4.86. The contrast is plotted as function 9fZ,  the experimental effective correlation functions to take account
obtained from a fit to a truncated parabola. Each point corigtthis effect. When fitting the renormalized curves, we then fix
sponds to an average over 5 condensates. The difference inifgévalue at /L = 0 to unity.
range ofs/L explored is due to different expansion dynamics |n Figure 6, we plotLc/L as a function off’/T,. Impor-
after release from the two different traps. In the more tightbantly, we see that the coherence length varies smoothly as a
confined trap (Figure 5b), the axial expansion is much slowlinction of /7, even when the temperature is closelto
and thus the fringe spacing decreases more slowly witht  This is what we should expect sin@®, is simply a charac-
the smallest values of; it is therefore impossible to measureeristic temperature, defined as that at which the mean square
the contrast reliably since we do not observe enough fringggictuations of the phase difference between two points sepa-
We can extract information about the phase fluctuations fraged by a distance is equal to 1. Therefore it should be borne
both the shape and the width of these effective correlation fungmind that even condensates at temperatures bEjcave not
tions. necessarily fully coherent.
The inset of Figure 6 compares the measured coherence
widths with the results of the simulation (Figure 4b). Despite
5.1 Shape of the effective correlation functions the offset between the two curves, the trend of the data follows
very well that of the simulation. To compare the decrease of
First, we observe qualitatively that the shape of the effectitlee experimental and simulated coherence lengths, we fit the
correlation functiong”*ff(s) changes ag’/T increases. For data by an exponential with an offset. The experimental co-
smallT’/T,, as in Figure 5a, the curves are clearly gaussian, fsarence length decreases 31)(7) % betweenl'/T,, = 1 and
shown by the fit in the figure. As we increa®gTy, the pro- T'/T, = 6, in good agreement with the corresponding decrease
files become rapidly exponential. We see in Figure 5b that@ft28(1) % for the simulation. In the following discussion we
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consider possible explanations for the observed reduction in
contrast.

5.3 Discussion

As shown in the inset of Figure 6, the measured coherence
length is offset by abou25% from the results of the simula-
tion atT /Ty = 1. In order to eliminate various possible causes
of this discrepancy, and to understand better the limitations of 72 84 9 s (um)

our experiment, we have performed several tests.

Since the accuracy of our experiment relies on the comyy. 7. Zoom on images of Figure 2. Circles represents the edge of
parison of fringe contrast at different spatial frequencies, it ise two condensates displaced by a distandene “extra” fringes are
important to take great care in setting up and characterisiigible outside of the overlap region of the two condensates.
the imaging system. Therefore we measured the modulation
transfer function (MTF) (see.g.[50]) of our complete imag-
ing systemin situ, using a USAF1951 resolution target entheése systematic uncertainties are not sufficient to explain the
graved with 3-bar square wave patterns of spatial frequeﬁﬂ?Cfepancy between the data and the theoretical prediction.
4-200 lines/mm, covering the range of spatial frequencies ob- There remains in our experiment an unexplained pheno-
served in our interference experiment. By Fourier transforriftenon regarding the distribution of the fringe pattern. We ex-
ing images of different regions of the target, we were able B&ct to see fringes only in the region where the two condensates
compare the magnitude of the different Fourier componentsaMerlap. However, it can be seen in the images of Figure 7 that
the image with those of the target pattern, thereby obtainifite fringes extend to the edges of each condensate. Moreover,
the MTF of our system. We found that the MTF is approxithese “extra” fringes have the same spatial frequency and phase
mately linear, falling from 1 at zero spatial frequency to 0 a@s the central fringes. Although it is possible that a small frac-
118 lines/mm. This resolution limit a.5 um is in agreement tion of the thermal cloud is coupled by the Bragg beams, inter-
with earlier characterisations of the system [42]. The shapefgfence fringes produced in this way [30] would have a much
the MTF is due almost entirely to the CCD camera [51], arfdnaller fringe spacing, less th&mum. More importantly, the
is surprisingly significant at fringe spacings much greater thaantributions from different parts of the original thermal cloud,
the effective pixel size of.5 um. All contrast measurementswhose width is~ 100 xm, would sum incoherently to wash out
were corrected by this MTF. In fact, for the data obtained usitti@e fringe pattern. Itis more likely that these extra fringes arise
the second trapping aspect ratio, the axial expansion (and tA§s result of interactions during the application of the Bragg
the phase difference developed) was sufficiently small that thelses, but better modelling is still needed before evaluating
maximum observed fringe spatial frequency wadines/mm Whether their presence should increase or decrease the overall
and therefore the MTF correction had a negligible effect on tieeasured contrast.
experimental effective correlation functions. In the first set of
data, where the maximum fringe frequency Basines/mm (a
fringe spacing o5 um), the correction was more significant6 Conclusion
changing the width of the curves by typically 10%, though still
leaving a 20% discrepancy with the simulation. We have demonstrated a new type of matter-wave interferom-

We also considered the error introduced by a small focugiry using Bragg beam-splitter pulses and Fourier space anal-
sing error. The imaging system is focussed onto the cond#mis. Our results show that the expected shape of the correlation
sate to within+0.2 mm by minimising the imaged size of afunctions changes from a gaussian-like shape to an exponential-
small condensate as a function of the objective lens positidike shape when the amplitude of phase fluctuations is increased.
However, by varying the time-of-flight used, we may have inFhe coherence length of elongated condensates varies smoothly
troduced an error of up te-1 mm. Such an error could alsoat temperatures close 1Q,, as predicted by theory. This high-
be introduced by small changes to the residual magnetic fieltights the fact that the characteristic phase temperdfyaoes
which lead to changes in the release velocity of the condensa@é indicate a transition to full phase coherence, but rather that
when the magnetic trap is switched off. We measured effectigendensates exhibit phase fluctuations at all finite temperatures,
correlation curves for different foci of the imaging system, b@lbeit of small amplitude. This may place constraints on the
found that the width of the effective correlation curve changdtipping geometries which can be used for creating measure-
by less than the existing spread in the points. ment devices based on the phase coherence of condensates.

Other possible sources of error, such as the alignment of the
imaging beam with respect to the condensates’ fringes and cor-
rect background subtraction have also been eliminated. On FlgAcknowledgements
ure 6, we indicate the systematic errors for two points. These
include calibration errors on the atom number and the imagée would like to acknowledge support from IXSEA-OCEANO
maghnification. The uncertainty on the focussing adds a furth@&t.H.), from the BEC2000+ programme and the Marie Curie
error to L/ L, which depends on the fringe spacing and thi=ellowships programme of the European Union (J.R.), from
on the axial trap frequency. These error bars show clearly thCORE (F.G.) and from the Chateaubriand Program, CNRS,
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CHAPITRE 6

Le futur de l'interférométrie atomique

J’aborde dans ce dernier chapitre les aspects plus prospectif de mon activité. Les questions
fondamentales auxquelles on peut s’intéresser sont : « Quel futur pour les sources atomiques
cohérents ¢ Quelles sont les applications possibles de ces sources ¢ ». J'ai abordé cette pro-

blématique selon trois points de vue complémentaires qui sont abordés ici :

1. Quelle sont les applications de la forte luminance et de la cohérence des condensats de
Bose-Einstein et les lasers a atomes 7 Principalement, la forte luminance permet d’envi-
sager des longueurs de bras d’interférometres (ou des temps d’interrogation) beaucoup
plus important qu’avec des sources classiques. On peut ainsi envisager des dispositifs
astucieux ou les atomes sont conservés au meéme endroit pendant une longue interroga-
tion, en utilisant par exemple des oscillations de Bloch [I], ou, des pulses de diffraction
répétés (programme a I’étude en collaboration avec C. Bordé et F. Impens). Néanmoins,
une autre grande opportunité d’utilisation de ces longs temps d’interrogation est de
s’affranchir de 'accélération gravitationnelle en allant dans I'espace. Nous verrons que
cette perspective ouvre de plus la possibilité de tester a une grande précision les effets

inertiels reliés a la relativité générale.

2. Quelle utilisation peut-on faire de la nature quantique du condensat de Bose-Einstein.
En particulier, il est peut-étre possible de réaliser des états fortement corrélés, sans
équivalents classiques. On peut ainsi montrer (voir page qu’il est possible d’aug-
menter grandement la sensibilité d’un interférometre utilisant des états intriqués en

entrée.

3. Enfin, la forte luminance permet d’envisager le développement de senseurs miniature,
intégrés sur des puces atomiques [2, B, 4] ou dans des microstructures optiques [5].
Nous présenterons brievement cet aspect qui est actuellement abordé sur le montage

de Source Atomique Cohérente Versatile.

6.1 Les applications a 1’espace

Comme nous I'avons vu au chapitre [2 I'interférométrie a atomes froids a suscité ces dernieres
années un intérét tout particulier dans 'objectif d’'une utilisation comme capteur inertiel.

En effet, ces nouveaux capteurs permettent une tres bonne connaissance a priori du facteur
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d’échelle et aboutissent donc a une tres bonne exactitude des appareils. De plus, le fonc-
tionnement de ces capteurs repose sur des principes physiques fondamentaux : la mécanique
quantique, et notamment de I'interaction atome/lumiere. Cette « originalité » permet une
compréhension tres fine de leur fonctionnement, justifiant ainsi 'utilisation de ce type de sen-
seurs dans la définition des grandeurs de référence (horloges atomiques et balance du Watt).
Ces qualités sont non moins primordiales dans 'objectif de tests de physique fondamentale et
notamment pour atteindre les niveaux de performance ultimes que requierent les tests de la
relativité générale. Néanmoins, 'utilisation de capteurs inertiels & atomes froids souffre d’une
sévere limitation : la gravité. Cette accélération conséquente, bien qu’elle puisse étre utilisée
a bon escient dans des configurations similaires aux horloges en fontaine, limite le temps d’in-
terrogation, et donc directement la sensibilité de ces appareils. Leur utilisation dans I’espace
permet de bénéficier de 'environnement zéro-g et d’augmenter ainsi de plusieurs ordres de
grandeur leur sensibilité. Par exemple, la sensibilité d’un accélérometre croit comme le carré
du temps d’interaction. On passe alors d’une durée typique de 100 ms sur terre a plusieurs
secondes voire plusieurs dizaines de secondes dans 1’espace. Pour ces temps d’interrogation
conséquents, une autre limite peut apparaitre. Par exemple, des atomes froids (de I'ordre de
1 pK) s’étalent sur presque 10 cm apres quelques secondes d’interrogation. L’exploitation du
formidable potentiel de ces senseurs dans I'espace, demandant alors les temps d’interrogation
maximaux, repose donc sur 'utilisation non plus d’atomes froids mais d’atomes ultra-froids

comme les condensat de Bose-Einstein ou les lasers a atomes.

6.1.1 L’utilisation des atomes en physique fondamentale : gravi-

tation et relativité

Apres la mise en évidence expérimentale du décalage vers le rouge de la fréquence d’un
photon s’éloignant d’un corps massif [6], un grand nombre d’expériences ont été élaborées
pour mettre en évidence des effets prédits par la théorie de la relativité générale et, jusqu’a
présent, essentiellement quatre effets ont permis de la valider : le décalage vers le rouge
des photons s’éloignant d’un corps massif [0, 7], la déflexion par le soleil des photons issus
des étoiles [8, 9 [10] et plus généralement les lentilles gravitationnelles, le déplacement du
périhélie de Mercure [11] et la mise en évidence de I'effet Shapiro [12, I3]. Depuis Newton,
la physique de la gravitation a un rapport privilégié avec le systeme solaire. Aujourd’hui les
mesures de la station Laser-Lune conduisent a des tests extrémement fins de la théorie de la
gravitation. De plus, les techniques spatiales permettent maintenant de proposer de nouvelles
expériences permettant de vérifier les lois de la gravitation avec la meilleure précision possible
et a diverses échelles de distance. I’absence de bruit sismique et la quasi-apesanteur qui
caractérisent I’environnement spatial en font un laboratoire privilégié pour un tel programme.
Ceci est vrai pour les projets de détection des ondes gravitationnelles et de test du principe

d’équivalence ainsi que pour les projets de test de la relativité générale fondés sur des horloges
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Fig. 6.1 : Température mazimum que doit avoir une source atomique pour que le signal ne soit pas
dégradé par Uexpansion balistique pendant le temps d’interrogation. Cette température a été calculée
pour un temps d’interrogation donné en prenant un détecteur d’atomes d’une surface de 10 cm? et en
définissant la limite de dégradation du signal lorsque la moitié des atomes ne sont plus détectés. Les
lignes horizontales pointillées définissent les limites du refroidissement Doppler et sub-Doppler. On
constate que méme avec un détecteur de cette taille, des temps d’interrogation de plusieurs secondes
nécessitent des températures nettement sub-Doppler, ot le régime de dégénérescence quantique peut
étre atteint.

a atomes froids.

Bien qu’elle soit la plus ancienne des constantes fondamentales de la physique, la constante

gravitationnelle G est aussi celle qui est mesurée avec la moins bonne précision.

Parallelement, la théorie de la gravitation a aussi subi de profonds changements avec I’appari-
tion d’une multitude de théories alternatives a la relativité générale d’Einstein dont certaines
sont encore aujourd’hui viables. En effet, la relativité générale est une théorie purement clas-
sique. Elle présente des difficultés tout a fait particulieres vis-a-vis de la quantification. On
ne dispose pas encore a I’heure actuelle d’une théorie quantique de la gravitation. De ce
fait, de nombreuses questions se trouvant a l'interface entre la physique de la gravitation
et celle des autres interactions fondamentales, dominantes dans le domaine microscopique,
sont encore mal comprises. De plus, toutes les tentatives d’unification théorique qui sont
tres activement développées conduisent a des modifications de la théorie de la gravitation.
Celles-ci introduisent souvent des violations apparentes du principe d’équivalence qui est la

base de la théorie de la relativité générale.

Ces violations pourraient se manifester dans les tests expérimentaux a un degré de précision
meilleure que celui qui est actuellement démontré. La relativité générale étant une théorie
fondamentale sans aucun parametre libre, tout test discriminant conduisant a une éventuelle

déviation aurait un impact considérable, en particulier en astrophysique et en cosmologie. A
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contrario, toute confirmation a un meilleur degré de précision vient conforter I'un des piliers
de la physique fondamentale et contraindre les nombreux modeles alternatifs. L’interaction
gravitationnelle joue un role prédominant dans la physique de I’échelle macroscopique jus-
qu’a I’échelle de I'univers. Elle est bien décrite par la théorie de la relativité générale mais
des questions importantes restent cependant en suspens. Une prédiction essentielle de la
relativité générale est l'existence des ondes gravitationnelles [14] se propageant comme les
ondes électromagnétiques a la vitesse de la lumiere. Ce rayonnement a été mis en évidence
de maniere indirecte par le chronométrage des pulsars binaires, mais il n’a pas encore été
observé directement. L’observation directe du rayonnement gravitationnel est 'objectif des
grands interférometres comme le projet franco-italien VIRGO en construction pres de Pise,
le projet allemand GEO 600, le projet américain LIGO. Outre son grand intérét scientifique,
cette observation directe ouvrirait une nouvelle fenétre d’observation astrophysique. De fu-
turs interférometres encore plus grands, en orbite autour de la Terre ou méme autour du

Soleil, permettraient de détecter le rayonnement gravitationnel a des fréquences plus basses
(projet LISA).

Pourquoi utiliser les senseurs a atomes froids

Toutes les expériences citées ci-dessus présentent la caractéristique commune de chercher a
mesurer des effets extrémement petits, que ce soit les effets induits par les ondes gravitation-
nelles ou d’éventuelles violations de la relativité générale. Elles font appel aux technologies les
plus avancées, les technologies critiques étant souvent similaires dans plusieurs expériences.
Les problemes de simulation, de controle du bruit, de traitement des données ont souvent

des aspects limitant a toutes ces expériences.

Les interférometres atomiques, par le fait que par défaut, les mouvements atomiques sont
parfaitement contrélés (a la limite de Heisenberg), offrent une alternative potentiellement
prometteuse a toutes ces expériences, et aujourd’hui un grand nombre d’expériences com-
mencent a s’intéresser a la mesure de tous ces effets fondamentaux. Ainsi, le gradiometre
atomique présenté au chapitre 2[ a permis d’effectuer pour la premiere fois une mesure de GG
avec les atomes. Un dispositif dédié a cette mesure est maintenant développé a Florence [15].
On peut aussi mentionner une premiere comparaison de ’accélération subie par deux especes
atomiques en chute libre [16]. Enfin, de nombreux articles théoriques commencent a étudier
lopportunité de détecter les ondes de gravitation avec des lasers a atomes. Il existe enfin

deux projets d’utilisation des capteurs inertiels dans ’espace pour des tests de relativité :
HYPER et ICE.
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6.1.2 Le projet européen HYPER et l'effet Lense-Thirring

Le premier projet concret d’utilisation de capteurs inertiels & atomes froids dans 'espace
a été soumis a 'ESA en 2000 sous la forme d’une proposition franco-anglo-allemande : le
projet HYPER en réponse a 'appel d’offre de flexi-mission de 'ESA. Ce projet s’articulait
sur un test de la relativité générale en mettant en évidence de l'effet d’entrainement du
repere d’inertie local par un corps massif en rotation, appelé effet Lense-Thirring [17]. Cet
effet repose sur l'existence du champ gravito-magnétique, prédit par la relativité générale,
mais encore jamais détecté directement. Il est possible de le mesurer a l'aide d’un satellite
muni de « deux reperes d’inertie ». Le premier, que I'on appelle repére d’inertie global, est
défini par rapport a trois étoiles lointaines pointées par des viseurs d’étoiles. Le second,
appelé repere d’inertie local, est défini a I'aide d’accélérometres et de gyrometres embarqués.
Ces deux reperes ont la méme origine et initialement les mémes axes. L’effet Lense-Thirring
se traduit alors par I'apparition d'un mouvement de précession des axes du repere local par
rapport a ceux du repere global lié a la présence d’un corps massif en rotation au voisinage
du satellite (la Terre par exemple). Cette expérience a été initialement proposée par Schiff
en 1960 [18], mais elle était proposée sur Terre et non dans un satellite (Figure . Les

gyroscopes auraient alors été également sensibles a la rotation de la Terre.

Fig. 6.2 : Expérience de mise en évidence
de Deffet Lense-Thirring proposée initiale-
ment par Schiff. Un gyroscope mécanique
est placé sur Terre en un point de latitude
donnée par Iangle de colatitude 0z . Par
rapport a un repere d’inertie global défini
par trois étoiles lointaines, ce gyroscope va
présenter un mouvement de précession de
son axe dont l'origine a une contribution
liée a la rotation de la Terre et une contri-
bution d’origine relativiste.

Pour comprendre en quoi I'expérience proposée par Schiff peut s’appliquer aux gyrometres
atomiques, et pourquoi une telle expérience présente un grand intéreét, il est important de
noter que la théorie de la relativité générale n’est pas la seule théorie de la gravitation
permettant d’expliquer certains phénomenes physiques, et on peut trouver plusieurs dizaines
de théories alternatives, plus ou moins complexes, qui s’appuient sur la relativité restreinte
(a la limite ou le potentiel de gravitation est nul) et utilisent un espace a quatre dimensions

(I'espace-temps ou les événements sont représentés par des points spatio-temporels) pour
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décrire les événements physiques. Parmi toutes ces théories, on peut distinguer les théories
métriques de la gravitation qui interpretent la gravitation comme une modification de la
courbure de 'espace-temps, de la méme facon qu’une masse posée sur un trampoline déforme
localement ce dernier. La forme locale de ’espace-temps en un point est alors donnée par
une grandeur que 1'on appelle la métrique et qui dépend de la répartition des masses et
des courants de masses au voisinage de ce point. La relativité générale est un exemple de
théorie métrique de la gravitation, mais elle n’est pas la seule (on peut ainsi mentionner les
théories NI ou de Brans-Dicke-Jordan), chaque théorie se distinguant par la facon dont les

distributions de masses et de courants de masses influent sur la métrique.

L’effet Lense-Thirring

Les masses en mouvement produisent une double modification de la courbure : une modifi-
cation liée a leur masse, comme on vient de le voir, et une modification liée a leur énergie
cinétique. Pour un corps en rotation par exemple, on peut donner une image simple. Consi-
dérons une serviette quadrillée sur laquelle on pose son doigt. Le quadrillage va étre notre
référentiel d’inertie. Si on tourne son doigt sur lui-méme, on entraine localement la serviette,
qui va donc s’enrouler autour du doigt, ainsi le quadrillage va localement se déformer et se
mettre a tourner avec le doigt, mais pas forcément a la méme vitesse : la vitesse d’enroulement
dépend de la pression que 'on exerce avec le doigt sur la serviette. L’effet Lense-Thirring
est analogue a cette expérience comme le montre la figure [6.13] On constate que I’entrai-
nement du repere d’inertie local se fait dans le méme sens que la rotation de la Terre pour
3cosf > 1, et dans le sens inverse de la rotation de la Terre pour les points proches de
I’équateur 3cosf < 1. Un entrainement dans le sens inverse peut paraitre surprenant, on
peut toutefois en donner une explication intuitive dans le cas d’un gyroscope mécanique. Si
ce gyroscope est placé au niveau de I’équateur, 'action de ’entrainement de repere local est
plus important sur la partie du gyroscope proche de la Terre, que sur la partie plus éloignée.
L’entrainement du repere d’inertie a alors tendance a provoquer la rotation du gyroscope
comme s’il était lié a la Terre comme un engrenage, la rotation du gyroscope est alors de

sens opposé a celle de la Terre.

Pourquoi tester ’effet Lense-Thirring

Tous les calculs précédents supposent que la théorie de la relativité générale est correcte. Ils
peuvent étre généralisés dans le cas des champs de gravitation faibles et des déplacements
lents, a 'ensemble des théories métriques alternatives. Le formalisme des parametres post
newtoniens (PPN) offre un cadre d’étude idéal pour la comparaison des théories alternatives.
Dans le domaine des champs de gravitation faibles et des faibles déplacements, dont le
systeme solaire constitue un bon exemple, le couplage entre les distributions de masses et

la métrique peut étre caractérisé les parametres PPN [19] 20]. Outre le fait de présenter un
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cadre d’étude simplifié pour les champs faibles et les faibles déplacements, l'intéréet de ce
formalisme est de comparer entre elles les différentes théories métriques de la gravitation.
Chaque théorie est représentée par la donnée d’un ensemble de dix parametres PPN [21], 22].
On compare donc les théories en comparant les valeurs de leurs parametres PPN. Le principal
objectif des tests de la gravitation est donc de déterminer expérimentalement les valeurs de
ces dix parametres le plus précisément possible afin de valider ou d’éliminer certaines théories.

Pour l'effet Lense-Thirring, seuls quatre parametres sont importants.

Le premier parametre, oy, est associé au « référentiel de préférence » [23]. La théorie de
la relativité générale d’Einstein prévoit qu’il n’existe pas de référentiel de préférence pour
appliquer les lois de la physique. Tous les référentiels en translation uniforme les uns par
rapport aux autres sont équivalents. Dans cette théorie le parametre «; est donc nul; les
expériences permettent pour 'instant de dire qu’il est inférieur, en valeur absolue, a 0,02
[24]. D’autres théories prévoient l'existence d’un référentiel dans lequel I'univers est au repos
qui serait le référentiel de préférence. Ce référentiel serait par exemple celui dans lequel le
rayonnement a 3 K (rayonnement fossile du Big Bang correspondant au rayonnement du corps
noir de I’ensemble de I'univers) serait isotrope. Ainsi, les résultats expérimentaux [25] 26]
indiquent que la Terre se déplace par rapport au référentiel de référence avec une vitesse de
I'ordre de 390 km.s~! dans la direction de la constellation du Lion. Le deuxiéme parametre,
v, détermine le rayon de courbure de ’espace-temps provoquée par la présence d’une masse
au repos de 1 kg. Il intervient dans l'effet de décalage vers le rouge ou dans la déflexion
des rayons lumineux. Dans la théorie de la relativité générale, v vaut 1 et a été déterminé
expérimentalement en utilisant des techniques de VLBI (Very Large Base Interferometry) [27]
et a été trouvée égale a 1.0002 £ 0.002. Les deux derniers parametres, A; et Ay déterminent
I'amplitude de 'effet d’entrainement des axes d’un référentiel d’inertie par un corps massif

en rotation et valent tous les deux 1 dans la théorie de la relativité générale.

Tab. 6.1 : Valeurs des paramétres ay,y,A1 et Ao pour différentes métriques issues de diverses
théories alternatives.

Théories a Y Al AQ
Relativité générale 0 1 1 1
NI -8 1 -1/7 1
Brans-Dicke-Jordan | 0 ;_Z ﬁi—;g 1

Dans le cadre du formalisme PPN, le déphasage de I'interférometre peut étre généralisé
[28] :
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ou le terme supplémentaire est lié a l'effet du référentiel de préférence (p est la vitesse de

r
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la terre dans ce référentiel), les autres termes étant respectivement modifiés par %1 pour

leffet de Sitter et 7A18— 22 pour leffet Lense-Thirring.

LAGEOS

DESITIER
6.6 arescee’a

LENSE-TIIRRING
42107 areseean

Fig. 6.3 : A gauche, le projet Gravity Probe B dont le but est de mettre en évidence un mouvement
de précession de l'axe des gyroscopes proportionnel d la valeur moyenne de l’effet Lense-Thirring
et de leffet de Sitter sur toute la trajectoire du satellite. Le gyroscope mécanique est constitué d’un
rotor - une sphére en quartz de 3,8 ¢m de diamétre recouverte de Niobium supraconducteur - en
suspension électrostatique. A droite, le projet LAGEOS qui étudie la précession de plan de l'orbite
d’un satellite soumis a ’effet Lense-Thirring

Les effets de Sitter et Lense-Thirring n’ont pour l'instant jamais étés observés. Cependant
des mesures du parametre v ont déja été réalisées avec de tres bonnes précisions par d’autres
expériences, notamment par des techniques de VLBI [27], et par des mesures de I'effet Shapiro
[13]. La mise en évidence de l'effet Lense-Thirring permettra I'évaluation des parametres Ay
et Ay. C’est le but de la mission Gravity-Probe B [29] qui a été initiée dans les années 1970
a 'université de Stanford et a été lancée en avril 2004. Trois gyroscopes mécaniques sont
placés dans un satellite en orbite polaire autour de la Terre a une altitude de 650 kilometres.
L’effet Lense-Thirring fait tourner I’axe du référentiel local de 24 x 102 arcsec en un an dans
le sens de rotation de la Terre. Ce référentiel est aussi soumis a l'effet de Sitter. Cet effet fait
tourner le référentiel local de 6.6 arcsec dans le plan de son orbite. Gravity-Probe B devrait
étre capable de mesurer Ueffet Lense-Thirring & 1 % preés et Ueffet de Sitter & 1 : 105 preés. Une
autre expérience vise a utiliser la Terre comme un énorme gyroscope (pour un mouvement
soumis a une force centrale) qui va étre entrainé par le champ gravito-magnétique créé par la
Terre en rotation [30] B1]. L’orbite de satellites en rotation autour de la terre va alors subir
un couple qui se traduit par un mouvement de rotation des points d’intersection entre ’orbite
du satellite et le plan équatorial de la Terre [32]. La principale difficulté est de soustraire les
différents effets parasites, en particulier les effets de marée et du moment quadrupolaire de
la Terre, qui entrainent une précession environ 10 millions de fois plus grande que celle que
I’on veut détecter. L’utilisation de deux satellites dont les plans d’orbites sont symétriques
de part et d’autre de 'axe de rotation de la Terre permet une bien meilleure réjection de ces

% = 1.140.3. Ce résultat reste pour 'instant

effets parasites et a permis d’obtenir [32]
assez controversé compte tenu de U'incertitude trés importante (30%) qui entache la valeur

trouvée et de I'utilisation de modeles pour déterminer les effets parasites a soustraire.
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La mission HYPER

Fig. 6.4 : La mission HYPER pour mesurer ’effet Lense- Thirring. Les lignes noires indiquent les
lignes du champ gravitomagnétique. Le satellite est sur une orbite polaire "pointant” vers le soleil
(rouge). Les deuz azes de mesure (bleu) des deuz gyrométres atomiques sont approzimativement
dans le plan de lorbite, perpendiculaire a 'aze du pointeur d’étoile. La direction de [’entraine-
ment inertiel par la terre varie le long de lorbite, la structure de l’effet Lense-Thirring mesuré
reproduisant ainsi la structure du champ créé par un dipdle magnétique.

HYPER se propose d’exploiter 'extréme sensibilité et exactitude des gyrometres a onde de
matiere pour mettre en évidence la modulation des deux composants gravito-magnétiques

au cours du temps. Comme nous 'avons vu précédemment, l'effet Lense-Thirring induira
GJ 3(wr)r—wr?

directement un déphasage dans linterférometre A¢ = QWQ%AQLT ou 1 = o 5

est la précession de Lense-Thirring, avec w la vitesse de rotation du satellite. Les gyrometres
atomiques utilisés dans HYPER suivent la configuration du chapitre A Tentrée de lin-
terférometre, 'onde de matiere incidente est séparée en deux par la premiere impulsion 7/2
et est recombinée en sortie par la derniere impulsion apres que chaque partie ait suivi une
trajectoire différente. L’effet de précession Qrr va alors courber les deux trajectoires ato-
miques. Les faisceaux laser réalisant la manipulation des paquets d’onde peuvent, quand a
eux, étre « accrochés » au référentiel inertiel de référence. Pour cela, la position de 'en-
semble des faisceaux laser est asservie sur la position d’une étoile fixe lointaine a I'aide d’un
pointeur d’étoile ultra-précis. Le satellite embarque deux gyrometres atomiques dont les axes
de mesure {€,,,} sont perpendiculaires et inclus dans le plan orbital, 'orbite étant une
orbite polaire synchronisée sur le soleil. Pour une altitude orbitale de 700 km, les gyrometres

mesureront une vitesse de rotation relative par rapport a la direction de I’étoile fixe

Q. sin 20
x . (6.2)
Q, cos 20 — 3

L’entrainement subit par les ondes de matiere est maximal aux poles terrestres, ou les paquets
d’onde vont suivre le mouvement de rotation terrestre. A I’équateur, au contraire, 'entraine-

ment est en sens inverse et deux fois moins important. Cette différence peut se comprendre
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en constatant que l'effet d’entrainement varie inversement avec la distance : plus on est prét,
plus l'effet est important, comme c’est le cas aux poles. De plus, l'effet Lense-Thirring aura

un signe opposé a la rotation de la terre a I'équateur.

10¥ad/s
2
1 /" /\ /\ Fig. 6.5 : Vitesses de rotation {Q,Q,}
\ \ \ mesurées par les deuzr gyrometres ato-
0.5 1 5 . .
1 / / Orblt miques au cours de leur rotation autour
ot . de la terre. Tommit est le temps mis par le
-3 satellite pour effectuer un tour.
-4

6.1.3 Interférométrie Cohérente dans I’Espace (ICE), « et le prin-

cipe d’équivalence

Les accélérometres atomiques, qui n’ont pas été envisagés dans HYPER, offrent aussi un fort
potentiel et d’autres tests de physique fondamentale peuvent étre envisagés. La configuration
de ces capteurs est moins contraignante que les gyrometres car une seule source atomique
au repos est nécessaire. Ceci permet de réduire considérablement le volume et la masse par
rapport a un gyrometre, mais les longs temps d’interrogation accessibles dans I'espace de-
mandent alors plus directement 'utilisation des sources atomiques cohérentes. C’est le cas
du projet ICE (Interféromeétre a source Cohérente pour I’Espace) initié des 2002 par une
collaboration entre le LCFIO, le SYRTE et TONERA. Le but de ce projet est essentielle-
ment de prospecter les futures possibilités de développer et d’utiliser des senseurs atomiques
dans l'espace. Dans un premier temps, une vérification du potentiel de ces senseurs peut
étre effectuée en mesurant la constante de structure fine o a I'aide d’un interférometre ato-
mique a source cohérente (Condensat de Bose-Einstein). Cette détermination repose sur la
mesure de la vitesse (ou de 'énergie) de recul d’un atome de masse M lors de ’absorption
d’un photon d’impulsion k. Enfin, ce projet a pour but d’effectuer des comparaisons entre
les mesures accélérométriques effectuées par les senseurs inertiels atomiques et les senseurs
« classiques » du type de ceux qui sont développés a 'ONERA, offrant ainsi un test du
principe d’équivalence, a performance limitée, entre un objet mésoscopique et objet micro-

scopique.

La mesure de "/m

La mesure précise de la constante de structure fine o par différentes méthodes [33, 34} [35]
30, 37, 38, 9], chacune s’appuyant sur différents principes fondamentaux de la physique
reliés a la physique atomique, 1’électrodynamique quantique ou la physique de la matiere

condensée par exemple, offre la possibilité de vérifier la consistance des théories lorsqu’elles
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sont confrontées a d’autres domaines de la physique. Ainsi, la mesure la plus précise de
« repose sur la mesure de (g — 2) pour l'électron et le positron. Ces deux mesures ont été
réalisées avec une précision de 4 ppb, il y a une quinzaine d’années. Une autre mesure, réalisée
a partir d’expérience de matiere condensée, a atteint une précision de 24 ppb, insuffisante
pour permettre une comparaison efficace avec la mesure de (g — 2). Il existe finalement une
«troisieme voie» reposant sur des expériences de physique atomique pour mesurer le rapport
h/m. On peut en effet définir o & partir de [33]

2 _ 2Rine M h

T
c M.m

o (6.3)
avec M et m les masses de la particule en unité atomique et en unité SI, la masse du rubidium
étant connu & 2 x 107! prés en unité atomique [40]. La constante de Rydberg R est tres
bien connue [41l 42] (une incertitude de 8 x 10712?), tout comme la masse de 'électron M,
[43] 44] (incertitude de 7 x 107'%). On constate donc que chaque fraction sauf la derniere est
connue a mieux que 2 ppb. Une détermination de #/m & mieux que 1 ppb permettra donc de
réaliser une vérification fiable de la mesure par (g — 2), et par 1a méme de vérifier I'unité de
ces différents domaines de la physique. Plusieurs mesures de #/m ont été réalisées en utilisant
des interférometres & ondes de matiere [45] [46] [47, [48] [I]. La mesure la plus précise a été
réalisée a Stanford sur une fontaine atomique [46]. Elle a permis d’atteindre une résolution de
quelques ppb. Malheureusement, ces performances sont obtenues au prix de 'ajout d’erreurs
systématiques importantes qu’il semble désormais difficile d’évaluer et de réduire. Le projet
ICE propose, entre autres, la possibilité de diminuer des effets systématiques en utilisant les
tres longs temps d’interrogations accessibles en zéro gravité (plusieurs secondes contre une

centaine de millisecondes a la surface).

Une premiere mesure de principe a été obtenue au laboratoire en reprenant des données
obtenues lors de ’étude sur la cohérence du condensat de Bose-Einstein par diffraction de

Bragg. Le schéma de I'expérience a été expliqué en détail au chapitre 5] et le principe est
repris sur la figure [6.6]

Il est important de noter que le dispositif, qui utilise deux paires de faisceaux rétroréfléchis,
crée deux réseaux de diffraction de Bragg de « direction » opposés. Dans ce cas la condition

de résonance dv. pour les deux réseaux de diffraction s’écrit :

(5l/+ = 5V0(1 —|—pi/2hl€L) (64)
dv_ = (1 — pi/2hky)

avec vy = (8/2m)(hk? /2m) le décalage correspondant & I’énergie de recul (voir figure
et ol p;/2hky, représente I'effet Doppler induit par un vitesse d’ensemble du condensat. En
mesurant donc l'efficacité de diffraction dans l'ordre +4hk;, par un réseau, et 'efficacité de

diffraction dans l'ordre —4hk;, par l'autre, en fonction du désaccord dv, il est possible de
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Fig. 6.6 : Principe de notre dispositif
de diffraction de Bragg a quatre photouns.
Dessus : le schéma du dispositif. Les deux
faisceaux laser rétroréfléchis sur un seul
miroir forment deux réseaux lumineux,
se déplacant des directions opposées. Au
centre : spectre de diffraction de Bragg ob-
tenu pour les deux réseaux en fonction du
désaccord v entre les ondes laser. (Insert :
Une image typique de diffraction d’atomes
aprés un temps de vol ty.f.) Bas : Dia-
gramme d’énergie indiquant la condition
de résonance de Bragg. Pour une impul-
sion initiale nulle, la condition de réso-
nance est vérifiée lorsque le désaccord vaut
0vg. Si les atomes ont une impulsion ini-
tiale p;, la résonance est décalée par effet
Doppler.

Fig. 6.7 : Spectre moyenné et recentré
autour de la valeur 0vy qui est extraite par
ajustement. A partir de cette valeur, on
peut remonter & h/m.

Pour ce faire, on effectue dans un premier temps un ajustement de chaque spectre séparément,

pour obtenir ainsi les centres des deux spectres dv. Chaque spectre est alors recentré autour

de la valeur moyenne dvy = (dv4 +dv_)/2. En effectuant alors un moyennage sur plus de 350

spectres (voir figure nous avons pu extraire une valeur moyenne oy = 30.189(4) kHz ou

le nombre entre parentheses représente I'indice de confiance de I'ajustement. On déduit alors

de cette mesure une valeur pour h/m = A\? x dvy/4 = 4.5946(7) x 107° J.s. kg ' légerement
décalée de la valeur officielle CODATA 4.59136 x 1079 J.s.kg™". Cet écart s’explique par deux

effets dont 'un est particulierement intéressant.
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— D’une part, ces résultats étant issus d’une analyse a posteriori de résultats publiés dans [49],
nous avons constaté que la valeur absolue en fréquence n’était pas exacte car 'oscillateur de
référence du compteur utilisé dérive naturellement [48]. Cette erreur systématique entraine
alors une incertitude de 2 x 1072 J.s.kg™" sur la valeur de #/m.

— D’autre part, les interactions entre atomes entrainent un décalage en fréquence, identique
pour les deux réseaux de diffraction car il modifie le diagramme d’énergie de la figure
par AE; = Un(r) [50] on n(r) représente la densité atomique du condensat et U =
5.147(5) x 107°1 J.m3 est le parametre d’interaction, dans 'approximation de champ moyen.
La condition de résonance « locale » s’écrit alors :

H2k?

2hévy(r) = 16 o T Un(r) (6.5)

m

Apres moyennage sur le profil du condensat, on obtient alors un décalage de la résonance
par U(n)/ap ~ 4Uno/7,

Au final, en prenant en compte les deux effets systématiques, on obtient :

Wm = N /4-[(0v) — U(n)/2h]
~ 4.5939(21)(7) x 10 *J.s.kg . (6.6)

qui est en accord avec la valeur CODATA.

Le projet ICE

d

Institur d'Oprique

I’@vatrﬁr&

Fig. 6.8 : Schéma du systéme de refroidissement du projet ICE. L’enceinte a vide sera développée au
LCFIO, le systéme laser de refroidissement sera développé par ’ONERA et la partie manipulation
des ondes atomiques développée par le SYRTE
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Comme indiqué précédemment, le projet ICE a pour but ultime d’effectuer des comparaisons
entre les mesures accélérométriques effectuées par les senseurs inertiels atomiques et les
senseurs « classiques » du type de ceux qui sont développés a 'ONERA, offrant ainsi un
test du principe d’équivalence, a performance limitée, entre un objet mésoscopique et un
objet microscopique. Pour effectuer ces mesures, on utilisera un dispositif d’interférométrie
4 ondes de matiere basé sur une source cohérente (laser & atomes) dont les premiers tests
seront effectués sur le montage de source cohérente versatile [51, 52]. Ce projet permettra
ultimement d’aboutir a la conception d’une source cohérente d’atomes (condensat de Bose-
Einstein ou laser a atomes) spatialisable certainement indispensable pour les expériences
d’interférométrie atomique dans ’espace. De plus, 'apparition récente de dispositifs compacts
(en particulier les «puces atomiques») pourrait permettre d’envisager l'intégration de tels

dispositifs dans des microsatellites ou des minisatellites.

Les deux technologies d’accélérometre impliquées dans ICE apparaissent comme complémen-
taires car permettant une comparaison et a terme une mesure accélérométrique a un niveau
extrémement fin sur une gamme de fréquences relativement large, comme l'indique la figure
6.9

[ Mesure Accélérométre Atomique en chute libre (4s)
== Performance de I'Accélérométre Electrostatique
= Performances de I'Accélérométre Atomique dans I'espace
=== Meilleurs performances de gravimétre atomique (sur terre)

.

*, o
* .9
» . .

ay . .
Lo PPt
T TTLLLLLET e A

Sensibilité (m/s")

Fréquence (Hz)

Fig. 6.9 : Comparaison des performances
des différents types d’accélérométres uti-
lisés pour ICE. La courbe pointillée in-
dique les mesures publiées dans [53] qui
représentent aujourd’hui les meilleures
performances atteintes avec un accéléro-
métre (gravimeétre) atomique. Ces me-
sures peuvent étre extrapolées pour dé-
duire les performances potentielles d’un
accélérométre atomique en chute libre
(courbe noire). En comparant avec les per-
formances des accélérométres électrosta-
tiques de ’ONERA, on constate que les
performances des deux systémes sont équi-
valentes pour des temps de mesures de 10
secondes, laccélérométre atomique deve-
nant lui trés intéressant pour les mesures
d’accélérations « quasi-continues ».

L’utilisation complémentaire de ces deux types d’accélérometres pour des missions a grande
distance permet d’envisager leur utilisation simultanément avec des méthodes de Ranging

conventionnel pour lever les ambiguités sur ’anomalie des trajectoires des sondes de type Pio-
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neer. L’utilisation d’accélérometres exacts permet de mesurer a bord 'accélération moyenne
sans besoin de modélisation des possibles forces appliquées sur le satellite. De plus les com-
paraisons entre les deux types d’accélérometres peuvent donner lieu a un test du principe
d’équivalence entre un systeme « classique » et un systeme quantique au niveau du meilleur
test envisagé actuellement (uscope) tout en permettant la démonstration des possibilités de
ce type de capteurs, pouvant ensuite étre utilisés pour la navigation spatiale ou pour d’autres

types de missions.

6.2 Optique atomique et interférométrie atomique avec

des sources non-classiques

Un interférometre classique générique a une sensibilité limitée par le bruit de projection
quantique proportionnel & 1/vN (« bruit de grenaille »). Ici, N peut étre soit le nombre
moyen de particules passant par 'interférometre pendant le temps de mesure, soit le nombre
de fois que I'expérience a été exécutée avec une seule particule dans I'interférometre [54] 55].
Cette limitation s’applique au cas de particules statistiquement indépendantes, et pour des
états ou les particules sont corrélées la sensibilité de 'interférometre peut étre améliorée
par un facteur de /N, c’est-d-dire atteindre une sensibilité proportionnelle & I/n. Cette
ultime limite est imposée par le principe d’incertitude de Heisenberg. Pour un interférometre
optique fonctionnant avec une puissance d’entrée de plusieurs milliWatts, I’amélioration de
la sensibilité par ces méthodes quantiques correspond a une augmentation du rapport signal

a bruit de plusieurs ordres de grandeur.

Des 1981, Caves a montré qu’alimenter le port d’entrée secondaire d'un interférometre de
Mach-Zenhder optique avec un état comprimé de la lumiere abaisse le bruit de photons en
dessous du bruit de projection quantique /v~ (ou N est le nombre de photons en moyenne
dans l'interférometre) [56]. Yurke et al. [57, 58] ont montré en 1986 qu’utiliser une superpo-
sition « corrélée » d’états de Fock (un état de Yurke) a U'entrée de Uinterférometre de Mach-
Zenhder pourrait mener a une sensibilité au déphasage A¢ =~ /v pour certaines valeurs du
déphasage absolu ¢. Sanders, Milburn, et Ou ont généralisé cette méthode pour obtenir une

sensibilité au déphasage proportionnelle a /¥ pour toutes les valeurs de ¢ [59] 60].

Par la suite, Holland et Burnett ont proposé 'usage d’un double état de Fock (de la forme
|N, N)) pour atteindre la limite de Heisenberg [61], ce concept ayant ensuite été utilisé par
Jacobson et al. [62]. Enfin, M. Kasevich et moi-méme avons montré qu’une configuration
similaire, mais appliquée a I'optique atomique, permettrait d’atteindre le méme niveau de
sensibilité. Fn fait, une telle amélioration serait également utilisable dans des horloges ato-
miques ; une horloge atomique utilisant des franges de Ramsey est formellement équivalente
a un interférometre de Mach-Zenhder [63], comme nous I’avons indiqué au chapitre [2] Ici,

les impulsions 7/2 sont équivalentes aux lames séparatrices. Wineland et al. ont démontré
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expérimentalement qu’il était possible de battre le bruit de grenaille dans les horloges a ions
utilisant des états intriqués [64]. Enfin, il a été montré dernicrement que cette sensibilité

améliorée peut étre exploitée dans les gyroscopes atomiques [65].

6.2.1 Les relations de dispersion de Heisenberg : principe d’incer-
titude

by RRE T
gmanavl

HERE PRETy, .

4 e ‘—-*3

Fig. 6.10 : Le principe d’incertitude de
Heisenberg.

Supposons un systeme & (N+1) états possibles formellement décrit par un opérateur moment
angulaire J,. Si Q est une observable conjuguée de J,, ces deux opérateurs obéissent a la
relation de dispersion de Heisenberg AQAJ, > % (on a pris i = 1) qui régit la relation entre
la dispersion sur la mesure de chaque observable : si 'on veut une incertitude AQ minimum

sur la mesure par Q, il est nécessaire de maximiser I'incertitude A.J, sur la mesure par .J,.

Pour comprendre I'implication de ce principe sur la mesure, considérons un état « cohé-

rent » |¢) = Z+N/2 \/ v -e¥®m|m) combinaison des vecteurs propres de J.. La

=N/2 \/ 2N (m+4N/2)(N/2—m)!
variance de la mesure avec J est alors
N
4

(AT = (W|T2[) — (W] . J)? = — (6.7)

~

et on voit bien que l'incertitude en .J,, ainsi que l'incertitude de sa réciproque Q varient
comme v N. Par contre, si on prend une répartition uniforme de chaque vecteur propre

) = Z*%; e% la variance de la mesure de .J, est alors (AJ,)? = (]\i + %) et on

vérifie bien que A.J, o« N. Dans ce cas, la relation de Heisenberg autorise alors une réduction
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de l'incertitude sur Q c AQ x % On voit ainsi qu’un étalement de la dispersion sur une
quadrature implique la possibilité de comprimer la dispersion sur l'autre quadrature, a la

condition d’utiliser un état quantique approprié.

le cas d’un interféromeétre atomique

Pour comprendre maintenant comment U'incertitude sur le flux (ou le nombre d’événements)
et l'incertitude sur la phase sont liées dans un interférometre, considérons un ensemble de N
systemes a deux niveaux {|0); |1)} dans létat \/Li|qz5) = (|0) + €*|1)), ainsi que I'observable
A =10)(1] + |1)(0] telle que la valeur moyenne de A soit {¢|A|p) = cos ¢. Si maintenant on

répete N fois cette mesure, on obtient :
N A
NS ... (9] k@A(’“) |9)1 ... |¢)n = Ncos¢ , (6.8)

et la variance de A aprés ces N mesures est simplement (AA4)? = N(1 — cos? ) = N sin® .

On peut alors calculer l'incertitude sur la mesure de ¢ [55] :

A4
U] VN

On retrouve ainsi 'expression du bruit de projection quantique.

Ad (6.9)

L’intrication quantique permettra d’améliorer la qualité de cette méme mesure en diminuant
la dispersion a une limite proche de celle du principe de Heisenberg. Pour comprendre cet
effet, prenons 'exemple de I'état intriqué (i.e. non factorisable) a N particules |p) = |N,0) +
eN°|0, N) avec |[N,0) = [0)1]0)s < - - [0)n et |0, N) = [1);]1)s - - - [1)n. L’expression de
|o) signifie que chaque particule dans I’état |1) acquiere une phase e’. La mesure avec
Pobservable Ay = [0, NY(N, 0|+ |N,0)(0, N|, équivalente & 'observable A du cas cohérent &
1 particule résulte alors en une probabilité (p|Ax|) = cos N . La variance de Ay aprés ces
N mesures en paralléle est alors (AAy)? = 1 —cos? Ny = sin? N et 'incertitude résultante

sur la mesure de ¢ :
AAn 1

- | AN ay| TN (6.10)

Ay

La précision est donc augmentée d’un facteur /N au-dessus la limite de bruit standard
[66, 67, [64].

La lithographie et la microscopie quantique pourraient aussi bénéficier de cette sensibilité
améliorée. En pratique, la limite fondamentale pour lire et écrire avec la lumiere est la limite
de diffraction, qui est reliée a la longueur d’onde de la lumiere utilisée. Dans la lithographie
optique classique la taille caractéristique minimum est déterminée par la limite de diffraction
de Rayleigh /4, o X est la longueur d’onde de la lumiere. Il a été montré que cette limite

classique peut étre surmontée en exploitant la nature quantique de photons intriqués [68],
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69, 70, [71], [72 [73]. Dans la microscopie optique classique aussi, le plus petit détail qui
peut étre résolu ne peut pas étre beaucoup plus petit que la longueur d’onde optique. En
utilisant la technique de photons intriqués, il est aussi possible de résoudre des structures

substantiellement plus petites que la longueur d’onde de la lumiere.

6.2.2 Atteindre la limite de Heisenberg phase-nombre dans un

interférometre de Mach-Zenhder atomique

Dans un interférometre de Mach-Zenhder, le flux lumineux a ’entrée est divisé en deux par
une lame séparatrice, puis ces deux faisceaux sont recombinés sur la lame séparatrice de
sortie. La différence de phase entre les deux chemins est ensuite mesurée par la détection
comparative des deux ports de sortie. Sur un tel dispositif, si un seul port d’entrée est
alimenté, que ce soit par un état cohérent ou par un état de Fock, la sensibilité sera limitée
au bruit de projection quantique 1/vN et en aucun cas par les fluctuations d’intensité a
I'entrée [65] [74]. Dans une horloge atomique utilisant des franges de Ramsey, les atomes sont
mis dans une superposition de ’état fondamental et de I’état excité a 'aide d’une impulsion
/2 (Fig. [6.11p). Aprés un intervalle de temps pendant lequel Patome évolue librement, un
deuxiéme pulse 7/2 est appliqué a I'atome, et 1’état de celui-ci a la sortie de I'interférometre
dépend du changement de phase relatif obtenu par I'état excité pendant ’évolution libre. Si

on répete la méme mesure N fois, la phase ¢ est déterminé avec la précision v N [75] [76].

Les deux exemples ci-dessus sont équivalents. Dans les deux cas on mesure le changement
de phase, causé soir par une différence de chemin entre les deux trajets de I'interférometre,
soit par une différence du temps propre d’évolution [(7] des deux états internes dans le cas

de I'horloge.

A (a) s
“Ia oY o~
“Lr, Séparatrice o ® “| o®
.. qJ L] ‘\‘\,
“n Y “ha Y
& [N %)
:\!"... V]".. ‘\‘\,0'. Vl"o.
B N T o ‘a, Fig. 6.11 : Fquivalence entre un interfé-
rométre de Mach-Zenhder et une horloge
atomique.

pulse 712
A—r — —§—e— - g9 & —e—§
B-o - - - —
On peut aussi retrouver une équivalence en information quantique [78} 79, [80] en prenant par
exemple un qubit qui subit une transformation de Hadamard. Apres cette premiere transfor-
mation, ce qubit acquiert une phase relative a son état interne avant de subir une deuxieme
transformation de Hadamard. Dans tous ces protocoles, I’état initial subit deux transfor-

mations quantiques similaires [81] (séparatrice, pulse 7/2 ou Hadamard étant équivalents),



6.2 Optique atomique et interférométrie atomique avec des sources non-classiq2}

et acquiere une phase entre ces deux transformations. On retrouve ainsi une analogie avec
les algorithmes quantiques de base et leur implémentation en optique [82] [83] 84] aussi bien
qu’avec des particules massives (ions, atomes ...) [85], [86], 87, [88]. Cette comparaison entre un
interférometre quantique (c-a-d en dessous de la limite v/N ) et un ordinateur quantique de
base permet aussi a priori d’envisager augmenter la « robustesse » des états intriqués pour
atteindre la limite de Heisenberg en appliquant les stratégies (techniques de correction des
erreurs, controle de la décohérence ...) déja envisagées dans la conception des ordinateurs

quantiques.

6.2.3 L’utilisation des condensats pour créer un interférometre a

la limite de Heisenberg

Fig. 6.12 : (a) distribution de probabilité
pour An = no4t — né” obtenu numérique-
ment pour un état de Fock double avec
100 atomes dans chaque condensat. L’his-
togramme « creux » indique la distribu-
tion résultant d’un changement de phase
de A¢ = 0.05 rad pendant I'évolution
[ 15 libre, I’histogramme « plein » indique la
' ! distribution pour A¢ = 0. (b) méme cal-
cul mais pour un état de Fock avec 200
atomes sur une seule entrée, A¢ = 0.05
” T rad (« creux» ) et A¢p =0 (« plein» ). (c)
oL = = o5 =S = variance de la distribution An en fonction

Ab (rad) A (rad) du changement de phase A¢ pour l'état
|100, 100). (d) variance pour I’état |200, 0).

@ 1200,0> )
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Il y a eu diverses méthodes proposées et essayées pour atteindre une sensibilité a la limite
d’Heisenberg [57, 58, [89] 90, [65, [61], 911 [92), 93], (62, 04, (75, [95], ©6], 97, [64], 98]. Nous abordons ici
la transcription aux atomes d’une méthode initialement proposée par Holland et Burnett [61]
pour atteindre une telle sensibilité qui consiste a envoyer un état de Fock double |[N) 4 ®|N)p
a lentrée d’un interférometre de Mach-Zenhder, un tel état pouvant étre engendré, par

exemple, par un oscillateur paramétrique [99].

Pour obtenir la sensibilité a la limite de Heisenberg, il faut néanmoins, en plus de cet état de
Fock double, élaborer un mode de détection de la phase particulier. Dans un interférometre
conventionnel, seule la différence du nombre de photons a chaque port de sortie est mesurée.
De méme, dans les interférometres atomiques, les mesures sont effectuées en enregistrant
la fluorescence a partir d’'un état interne spécifique. Avec 'utilisation d’un double état de
Fock, il est nécessaire d’obtenir des informations supplémentaires puisque la valeur moyenne

de la différence d’intensité entre les deux ports de sortie ne contient pas l'information sur
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le déphasage (Fig.[6.12h). On peut par exemple mesurer la somme et la différence de 'in-
tensité dans les deux ports de sortie. La somme contient I'information sur I'intensité totale
dans l'interférometre, et la différence contient I'information sur le déphasage. On peut alors
facilement remonter non plus a la valeur moyenne de la différence des intensités, mais a la
valeur moyenne des fluctuations d’intensité relative qui est directement proportionnelle au
déphasage entre les deux bras de l'interférometre. L’intérét de cette méthode repose dans sa
« robustesse » aux imperfections sur ’état d’entrée : il n’est pas nécessaire de reproduire a
chaque fois exactement le méme double état de Fock, ni méme d’avoir un équilibre parfait
entre les deux ports d’entrée. Elle impose néanmoins une contrainte importante puisqu’il est
alors nécessaire de réaliser une mesure quantique non destructive [L00} 10T, 102] du nombre
d’atomes a I’entrée. D’autres méthodes, proches de celle-ci, mais utilisant en entrée des états

fortement intriqués [64, 98], permettent d’atteindre les mémes performances..

6.3 L’interférométrie atomique intégrée

Au cours des dernieres années, les progres scientifiques et technologiques, en physique des
semi-conducteurs ou en optique intégrée par exemple, ont contribué a prouver que la minia-
turisation et 'intégration sont un passage obligé vers la mise en application des résultats de
la physique fondamentale. Parvenir a miniaturiser les dispositifs de générations et de ma-
nipulations d’onde de matiere cohérentes serait une avancée considérable dans le domaine
de la physique atomique. Il existe déja de nombreux travaux pour mettre en ceuvre des
systemes atomiques miniaturisés pour des applications concretes et répandues allant des
capteurs ultra-sensibles pour des mesures de temps et d’accélérations aux technologies de
I'informatique quantique. Bien sir, le chemin a parcourir pour aboutir a de tels résultats
est encore long et difficile. Cependant, les expériences visant a miniaturiser les dispositifs de

manipulations d’onde de matiere cohérentes se multiplient ces dernieres années.

Une des premieres manipulations consistait a guider les atomes a I'aide du champ magnétique
créé par un courant circulant dans un ou plusieurs fils placés a l'intérieur de I'enceinte a
vide, rectilignes [103], 104 [105, 106] ou courbes [107]. L’association d’un champ magnétique
inhomogene au champ magnétique créé par le fil conducteur permet de réaliser un micropiege
magnétique [108]. Ces travaux ont amené a l'utilisation du champ magnétique créé par
de simples fils microfabriqués déposés sur une surface [109], appelée communément puce d
atomes, pour réaliser des guides [110], [T11] ou des micropieges [112, 113], 114], 1T5]. Une autre
approche vise a utiliser des microstructures optiques réalisées a I’aide de microlentilles [5] ou

de modulateurs optiques [116].

En parallele, le groupe d’E. Cornell observe la propagation d’'un nuage d’atomes dans un guide
dipolaire [117] et I'utilisation d’aimants permanents [I18] ou de matériaux ferromagnétiques

[119, [120] pour réaliser des structures guidantes se développe également. Cependant, les puces
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a atomes restent plus simples a utiliser que les structures a aimants permanents car il est
possible de couper le champ magnétique créé par une puce. Par ailleurs, bien que les guides
4 atomes réalisés par le groupe de M. Prentiss a partir d’'un matériau ferromagnétique [120]
aient des dimensions millimétriques et donc un volume de piégeage plus élevé que celui d'un
micropiége, les puces a atomes sont plus flexibles que les structures ferromagnétiques de par
les configurations de potentiel qu’elles permettent de réaliser. En effet, I'utilisation d’une
puce a atomes permet de développer des configurations de potentiel complexes en combinant
plusieurs fils conducteurs sur une méme surface [121), B]. 11 est possible par exemple de
déplacer un nuage d’atomes sur plusieurs dizaines de centimetres [122] pour séparer ou réunir
spatialement plusieurs nuages d’atomes [123], de réaliser une séparatrice [124, [117] ou un
interrupteur [125] & atomes. L’étape suivante consisterait en la réalisation d’'interférometres
a atomes dans le domaine temporel [126), 2] ou spatial [127]. L’obtention de la condensation
de Bose-Einstein dans un micropiege [115] 2, 128, [129] et le chargement d’un condensat dans

un guide magnétique [130] s’inscrivent dans cette logique de progression.
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Heisenberg-limited spectroscopy with degenerate Bose-Einstein gases
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We propose an experiment that exploits the quantum interference between two noninteracting ensembles of
spatially degenerate Bose-Einstein atoms to measure phase shifts of atomic coherences at the Heisenberg limit.
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The recent experiments demonstrating Bose-Einstein con- In order to motivate our method, which requires two con-
densation(BEC) in alkali-metal vapord1-3] have opened densates at the interferometer inputs ports, we will begin by
the possibility of studying the phase properties of degeneratghowing that interferometry with a single condensate is not
atomic samples. For example, one might look for spatial incapable of providing enhanced spectroscopic resol{ifioh
terference fringes between two freely evolving condensate§onsider a condensate of two-level atoms that is driven with
[4,5] or study the atom-counting statistics for two conden-2 Single resonant excitation pulse. We assume throughout
sates overlapped at a beam splif}. Given the coherence that the_ atoms are noninteracting, and we.n_e.glect spontane-
properties of Bose-Einstein condensed sources, one migRt/S emission from the excited level. The initial condensate
hope to develop high-resolution spectroscopic techniqueStat€ is taken to be the Fock state
that exploit the quantum degeneracy of these samples to en- N
hance measurement precision. Iny=T1T |¢g(x)), 1

In this Rapid Communication we propose a scheme that is =1
capable of detecting small phase shifts of atomic coherences

with a precision that scales inversely with the number ofwhere the subscripg indicates the ground electronic state,

atoms N used in the measurement. In principle, this X; is the spatial coordinate of thieh atom, andN is the

. O S .. number of atoms in the condensate. The evolution of this
Heisenberg-limited method could afford significant gains in

precision over standard techniques, where the shot-noise Iin?—yStem Is described by the Sctifoger equationH| )

ited precision scales as\IN. Our method uses two degen- =ifid|y)/dt, with the Han_ultqn(lgnH given by a sum over
erate ensembles of Bose-Einstein atoms as inputs to [ free particle contributionsii™ and the coupling terms
Ramsey-type atom interferometgf]. We show that phase Vi i-€,H=2{L;(H{®+V;). To be explicit, one might con-
shifts introduce fluctuations in the number of atoms detectedider & magnetic dipole interaction that resonantly couples
at the interferometer output ports, and that these fluctuatior@tomic hyperfine levels of atoms confined in the ground state

can then be used as a signature for a phase imbalance gd.a harmonic potential. Substitution of the product state

tween interferometer arms. N
The Ramsey technique uses a sequence ofii#mulses ly=11 |p(x)) 2
separated by an interrogation tiriieto probe the time evo- i=1
lution of an atomic coherence. This separated oscillatory . . . . .
fields configuration is analogous to a Mach-Zehnder interferinto Schralinger's equation yields an equation of motion that
ometer in optics when the evolution of the ground and exSeparates into equations of motion for the individual par-
cited electronic states is viewed as the two arms of the interticles: Hi|¢(x)) =ifd|¢(x))/dt, with H;=H®+V; . Spe-
ferometer. It is used in many experiments as a method téializing to the Fock statgEq. (1)], we find that the time
detect small shifts in the relative phase between an atomievolution of this state is identical to that Bf nondegenerate
coherence and the driving field. These shifts, for exampleatoms.
may arise from a small detuning of the driving field from the =~ We can immediately apply this result to a Ramsey-type
atomic resonance or from the presence of an external pertugxperiment. For nondegenerate ensembles of atoms, the
bation. phase sensitivity is shot-noise limited. Following the argu-
The proposed method is related to previous work onment of the preceding paragraph, we then conclude that the
guantum noise reduction. Optical interferometry with Focksensitivity obtained with a Bose-Einstein condensed source
states has been shown to enable Heisenberg-limited phagtust also be shot-noise limited.
detection[8]. For atoms, Winelanat al. have shown that One might be led to conclude that all interference with
Ramsey interferometry with maximally entangled spin state$0se condensed sources would be shot-noise limited; how-
can achieve the Heisenberg lini]. ever, we note that only a restricted class of states can be
factored into products of single-particle staf&s). (2)]. For
example, the initial state consisting n;‘ degenerate atoms

*Permanent address: Groupe d'Optique Atomique, Institutn the electronic ground statg) andni' atoms in the elec-
d’Optique, BP 147, 91400 Orsay Cedex, France. tronic excited stat¢e) cannot be factored in this form.
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FIG. 1. (a) Probability distribution forAn
=nd"'- ng obtained by numerical diagonaliza-
tion the matrix defined by Eq$3) and (4). The
input is a dual Fock state with 100 atoms in each

condensate. Open bars indicate the distribution

020 20 -10 10 20 resulting from a phase shift @¢=0.05 rad dur-

ing the free evolution interval. For comparison,
the solid bar indicates the distribution A for
A@=0. (b) Probability distribution for a single
Fock state input with 200 atoms, with phase
shifts A¢=0.05 rad(open barsandA¢=0 (solid
bar. (c) Variance of the distributions fakn as a
function of the phase shifk¢ for the input state
|100,100Q. (d) Variance of the distribution for
An for the input statg200,0.
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We next consider interferometry with this nonfactorizableeshift A¢p=0.05 rad. We parametrize these distributions by
state consisting of two condensates. The initial system isheir variance varf)=\(n% —(n)2. Figures 1c) and Xd)
taken as the dual Fock stajt¢)=|ng‘,ng‘>. All atoms are  show the scaling of va{n) with the phase shifA¢ for both
assumed to occupy identical center-of-mass states, and ftine dual Fock state and single Fock state inputs.
simplicity we neglect recoil effects in driving the transitions.  We now show how observation of these fluctuations can
In the interaction picture, after making the rotating-wave apdead to Heisenberg-limited sensitivity. To do this, we exploit
proximation, the Hamiltonian matrix elements are the result that va{n) is proportional to the phase shifor
small A ¢) to estimate the phase shifto,;, that results in a
variance of one atom. The idea is that the presence of a phase
imbalance ofA ¢, in principle is likely to lead to a nonzero
value for the measured number differenke for any given
measurement. On the other hand, the presence of a shift
A d<A pnin is not likely to result in a fluctuation away from
An=0 after a single measurement, and is thus considered
unresolvable. The scaling @ ¢, for different atom num-
bersN is shown in Fig. 2. For the dual Fock stat®e,i,
~1/N when N>1, while for the single Fock stata ¢y,

(ng,ne|I:||ng,ne>=—ﬁn95 3)

and

(ng,ne|l:||ng—l,ne+1>=

hQe
> g\/n@,(neJr 1), 4

wheredis the laser detuning ard. is the single-atom Rabi
frequency associated with the coupli¥ig The scaling of the
matrix elements with the number of ground-state ateorys
and excited-state atonmg follows directly from the proper-

ties of the condensate wave functidid]. For an interaction 15 ' -
time 7such that).q7= /2 (7/2 pulsg, the excitation pulse P
creates a coherent mixing of the ground stag and the -
excited statée). For §=0 (resonant excitationwe note that -
the evolution of the internal states can be described by a 107 .
unitary operator that is equivalent to the operator describing
a beam splitter in quantum optics.

We are now in a position to investigate the state of the
system following the twar/2 pulse sequence. First, we note 5r 7
that if the detunings is zero, there is no phase shift during
the free propagation interval between pulses, and the number
of atoms exiting in the excited statad", is equal to the
number of atoms initially in the ground state{;‘. A phase 00 5'0
shift inserted during the free propagation interval manifests
itself as fluctuations at the output ports. We characterize N
these fluctuations by calculating the probability distribution -\~ 5 \/aiation of the minimum detectable phase shift
for the quantityAn=ng"'—ng'. This is illustrated for the A in With the total numbemN of atoms for a dual Fock state
dual Fock statgng'=100,ng'=100 [Fig. 1@] and for the  |N/2,N/2) (solid) and a single Fock stateN,0) (dashedl at the
single Fock statgng'=200,n¢'=0) [Fig. 1(b)], and a phas- input.

N A(l)mm
AN

100 150
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~1/yN. The 1N scaling for the dual Fock state is the sig- It is interesting to consider the experimental sensitivities
nature of a Heisenberg-limited phase measurement. that might be achieved using these methods. For example, if
Insight into this result can be gained by analyzing thea dual Fock statén,n) (n=10%) is used in a Cs atomic
state of the system after the first beam split@2 pulsg, as  fountain clock with interrogation tim&=1 s, the quantum-
shown in Fig. 3. After the beam splitter, the system is in anoise-limited short-term stability is of the order of
state characterized by a large uncertainty in the number ofg-16//Hz. For spectroscopy in traps, interrogation times
atoms in each arm of the interferometer. One might expec§reater than 100 s might be achieved. This could lead to a
that this large uncertainty in number, then, would allow pre-ogqytion better than 10 nHz in a single shot. Such gains
cise definition of the phadd 2]. In fact, it can be shown that could be significant in, for example, searches for a perma-
Ant electric dipole momenEDM experiments We note

results in a He|senberg-l|m|teq correlation between then that recently Myattet al.[14] have experimentally realized a
The Ramseyor Mach-Zehnderinterferometer geometry ex-
dual condensate source.

loits these correlations to measure small phase shifts with- . .
P P To conclude, we have shown that under certain conditions

out requiring an explicit measurement of the absolute phas% fd © B Einstei bl -
of each interfering beam. For comparison, we have alsd€ use of degenerate Bose-Einstein ensembles as inpu

shown the much narrower output distribution for a singleStales o a Ramsey-type interferometer can lead to
Fock state input. Helsenberg-llmlted phase meagurements. Although we stud-

In the examples above we have assumed an equal numb!@ld the case of nuclear magnetic resonance spectroscopy us-
of atoms in each input port. In practice it is unlikely that suching the Ramsey method of separated oscillatory fields, these
a state could be prepared. It is important, therefore, to exdrguments apply to any system of coupled Fock states, in-
plore the phase sensitivity to the initial balance of ground-cluding, for example, tunneling between wells in a double-
and excited-state atoms. Figure 4 shows that in fact the phad¢e!l potential.

sensitivity is only weakly sensitive to an imbalance over a Thjs work was supported by grants from the National Sci-
broad range. As in the balanced input case above, the phaggce Foundation and Office of Naval Research. P.B. ac-
sensitivity A ¢y is inferred from the phase shift that pro- knowledges support from DRE(Contract No. 938114and
duces a variance of one atom in the distribution Aar. the French government.
The method presented above provides an algorithm for
determining the presence of a small phase shift. In practice
one may want to measure a larger phase shiff. This can 15
be accomplished by application of a compensating phase
shift ¢.. The shift ¢, would then be adjusted to minimize
the observed fluctuations at the output ports, so ¢that
+ ¢sig~ 0. This method requires single-atom detection reso- 10 |
lution at the output port. If some technical noise occurs dur- £
ing the detection process, the precision of the measurement 3
is reduced tAA ¢,in= 6n/N, where én is the atom number 2
resolution of the detection process. 5(
In order to implement this scheme, it is necessary to mea-
sure the initial number of atoms in one of the condensates as
well as the number of atoms at the output gerg.,ng' and

n2"). The output atom number can be measured with stan- 0 ‘ : ‘
dard fluorescence techniques. On the other hand, knowledge - 0.5 ) Q 0.5 1
of the number of atoms at the input port requires a nonde- n;” -n, /N

structive number measurement just before the interferometer g|G. 4. variation of the minimum detectable phase shift
sequence. Such a measurement might be accomplished withy,;, with the initial balance of ground- and excited-state atoms
dispersive light scatterinfL3]. (ng—ng)/N for a total number of atomsl=50.
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Coherent matter wave inertial sensors for
precision measurements in space
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Abstract

We analyze the advantages of using ultra-cold coherent sources of atoms for matter-
wave interferometry in space. We present a proof-of-principle experiment that is
based on an analysis of the results previously published in [1] from which we extract
the ratio h/m for 8"Rb. This measurement shows that a limitation in accuracy arises
due to atomic interactions within the Bose-Einstein condensate. Finally we discuss
the promising role of coherent-matter-wave sensors, in particular inertial sensors, in
future fundamental physics missions in space.

Key words: Matter Waves, Optical Cooling and Trapping, Bose-Einstein
Condensation, Atom Interferometry, Metrology

Atom interferometry [2-6] has long been one of the most promising candidates
for ultra-precise and ultra-accurate measurement of gravito-inertial forces [7—
13] or for precision measurements of fundamental constants [14]. The realiza-
tion of Bose-Einstein condensation (BEC) of a dilute gas of trapped atoms
in a single quantum state [15-17] has produced the matter-wave analog of
a laser in optics [18-21]. As lasers have revolutionized optical interferometry
[22-24], so it is expected that the use of Bose-Einstein condensed atoms will
bring the science of atom optics, and in particular atom interferometry, to
an unprecedented level of accuracy [25,26]. In addition, BEC-based coherent
atom interferometry would reach its full potential in space-based applications
where micro-gravity will allow the atomic interferometers to reach their best
performance [27].

In this document, we discuss the prospects of using atom-lasers in future space
missions to study fundamental physics. We point out that atomic ensembles
at sub-microKelvin temperatures will be required, if the sensitivity of space-
based atom-interferometers is to reach its full potential. In addition, we show

Preprint submitted to Elsevier Science 20 January 2005



that interactions within a Bose-Einstein condensate (or atom laser) will limit
the measurement accuracy of such devices and must be controlled to a very
high level. We demonstrate the latter in a ground-based measurement, by re-
analyzing the Bragg-spectroscopy data of [1] to extract the ratio h/m of the
Planck constant h to the atomic mass m of 8"Rb. This ratio i/m is related to
the fine structure constant « [28], of which precise knowledge is essential for
testing the validity of measurements related to different branches of physics
(QED, solid state physics, . . .) [29-34]. A measurement of h/m has been
proposed as a candidate microgravity mission in the HYPER [27] and ICE
[35] programs, as a follow-up to the state-of-the art measurements on earth
using cold atoms [36,37].

Generally, atom interferometry is performed by applying two successive coher-
ent beam-splitting processes separated by a time 7" to an ensemble of particles
(see Figure 1) [38,39], followed by detection of the particles in each of the two
output channels. The interpretation in terms of matter waves follows from
the analogy with optical interferometry. The incoming matter wave is sepa-
rated into two different paths by the first beam-splitter. The accumulation of
phases along the two paths leads to interference at the second beam-splitter,
producing complementary probability amplitudes in the two output channels
[40-42]. The detection probability in each channel is then a sine function of
the accumulated phase difference, Ad.

Atomic clocks [43-45] can be considered the most advanced application of
atom interferometry. In this “interferometer”, the two different paths of Fig-
ure 1 consist of the free evolution of atoms in different internal states with
an energy separation hAw. An absolute standard of time is then obtained
by servo-locking a local oscillator to the output signal of the interferometer,
which varies as cos(Aw x T'). Atom interferometers can also be used as a
probe for gravito-inertial fields. In such applications, the beam-splitters nor-
mally consist of pulsed near-resonance light fields which interact with the
atoms to create a coherent superposition of two different external degrees of
freedom, by coherent transfer of momentum from the light field to the atoms
[2,38]. Consequently, the two interferometer paths are separated in space, and
a change in the gravito-inertial field in either path will result in a modification
of the accumulated phase difference. Effects of acceleration and rotation can
thus be measured with very high accuracy. To date, ground-based experiments
using atomic gravimeters (measuring acceleration) [7,46], gravity gradiometers
(measuring acceleration gradients) [11,47] and gyroscopes [8,9] have been re-
alized and proved to be competitive with existing optical [48] or artifact-based
devices [49].

The ultimate phase-sensitivity of an atom interferometer is, aside from techni-
cal difficulties, limited by the finite number of detected particles N and scales
as A¢min = 27/V N (quantum projection noise limit [50,51]). Of course, the
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Fig. 1. Principle of an atom-interferometer. An initial atomic wavepacket is split
into two parts by the first beam splitter. The wavepackets then propagate freely
along the two different paths for an “interrogation time” 7', during which the two
wavepackets can accumulate different phases. A second pulse is then applied to the
wavepackets so that the number of atoms at each output is modulated with respect
to this phase difference. The maximum sensitivity achievable for such an apparatus
can be defined by comparing the variation of the number of atoms AN due to the
phase difference A¢ at the output (AN ~ NA¢@/2n o« NT?®) with the quantum
projection noise arising from atom counting v/N. It scales as v N x T.

relation between the relative phases accumulated along the two different paths
and the actual physical property to be measured is a function of to the “in-
terrogation” time T spent by the particles between the two beam-splitters.
Thus, the ideal sensitivity of an atom interferometer is expected to scale! as
VN x T® with o > 0, and it is obviously of strong interest to increase these

two factors.

Nevertheless, in practice, the absolute accuracy of an atom-interferometer is
limited by uncontrolled, environmental phase shifts in the interferometer, for
example, due to stray electromagnetic fields or mechanical vibrations. These
residual phase shifts must therefore be controlled and measured to better than
the desired accuracy. This is usually best achieved by keeping these shifts as
small as possible, using passive isolation and active feedback [52]. Such con-
straints forbid in general the use of external fields as means of controlling the
position of the atoms during the phase accumulation period. In addition, any
imhomogeneity in an external potential applied to the atoms would usually
result in a loss of coherence, decreasing the sensitivity and dynamics of the
atom interferometer. As a consequence, most high-precision atom interferom-
eters require that the atoms are in free-fall between the two beam-splitting
processes.

1 An atomic clock or an atomic gyrometer, for example, has a sensitivity propor-
tional to 7 and on-ground gravimeter has a sensitivity proportional to T2 due to
the quadratic nature of free-fall trajectory in a constant gravitational field.
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Fig. 2. Maximum temperature of atom source for a given interrogation time. The
maximum interrogation time for a given initial temperature has been calculated for
a detection area of 10 cm? and defined as the time at which half of the atoms are no
longer detected. The dashed lines indicate the limits of Doppler and sub-Doppler
cooling. Interrogation times of several seconds are compatible only with clouds of
atoms at ultra-cold temperatures, close to the quantum degenerate regime.

Seeking to increase the sensitivity of on-ground atom interferometers by in-
creasing the interrogation time 7', one soon reaches a limit imposed by gravity.
With the stringent requirements of ultra-high vacuum and a very well con-
trolled environment, current state-of-the-art experimental apparatus does not
allow more than a few meters of free-fall, with corresponding interrogation
times of the order of T" ~ 200 ms. Space-based applications will enable much
longer interrogation times to be used, thereby increasing dramatically the sen-
sitivity and accuracy of atom interferometers [27].

Even in space, atom interferometry with a classical atomic source will not
outperform the highest-precision ground-based atom interferometers that use
samples of cold atoms prepared using standard techniques of Doppler and
sub-Doppler laser cooling [53]. Indeed, the temperature of such sub-Doppler
laser-cooled atom cloud is typically ~ 1 uK (vy,s ~ 1cm/s). In the absence of
gravity, the time evolution of cold samples of atoms will be dominated by the
effect of finite temperature: in free-space, a cloud of atoms follows a ballistic
expansion until the atoms reach the walls of the apparatus where they are
lost. Therefore the maximum interrogation time reasonably available for space-
based atom interferometers will strongly depend on the initial temperature of
the atomic source. As shown in Figure 2, the 200 ms limit imposed by gravity
for a 30 cm free fall is still compatible with typical sub-Doppler temperatures,
whereas an interrogation time of several seconds is only accessible by using
an “ultra-cold” source of atoms (far below the limit of laser cooling) with a
temperature of the order of a few hundred nanokelvin.
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Fig. 3. Principle of Bragg scattering: a moving standing wave, formed from two
counter-propagating laser beams with a small relative detuning §v, can coherently
transfer a fraction of the atoms to a state of higher momentum when the resonance
condition is fulfilled. A 2-photon Bragg scattering event imparts a momentum 2%k,
and an energy of hdv to the atoms: thus, the first-order (2-photon) Bragg resonance
for atoms with zero initial velocity occurs at a detuning of hév = 4h*k? /2m. This
resonance condition depends on the initial velocity of the atoms relative to the
optical standing wave.

These dense, ultra-cold samples of atoms are now routinely produced in lab-
oratories all around the world. Using evaporative cooling techniques [15-17],
one can cool a cloud of a few 10® atoms to temperatures below 100 nk [54]. At
a sufficiently low temperature and high density, a cloud of atoms undergoes
a phase transition to quantum degeneracy. For a cloud of bosonic (integer
spin) atoms, this is known as Bose-Einstein condensation, in which all the
atoms accumulate in the same quantum state (the atom-optical analogy of
the laser effect in optics). A BEC exhibits long range correlation [55-57] and
can therefore be described as a coherent “matter wave”: an ideal candidate for
the future of atom interferometry in space. The extremely low temperature
associated with a BEC results in a very slow ballistic expansion, which in turn
leads to interrogation times of the order of several tens of seconds in a space-
based atom interferometer. In addition, the use of such a coherent source for
atom optics could give rise to novel types of atom interferometry [25,26,58,59).

In our laboratory we have realized a coherent matter-wave interferometer
based on Bragg scattering [59]. The principle of Bragg scattering is the fol-
lowing [60,61]: two counter-propagating laser beams of wavevector +k;, and
frequencies vy, and vy, + 0v form a moving light-grating. The common fre-
quency v, is chosen to be in the optics domain but far detuned from atomic
resonances to avoid spontaneous emission. A two-photon transition, involving
absorption of a photon from one beam and stimulated re-emission into the
other beam, results in a coherent transfer of momentum p¢ — p; = 2hk;, from
the light field to the atoms, where p; and pr are the initial and final momenta
of the atoms. Conservation of energy and momentum leads to the resonance



conditions Ff = FE;+ hov, where (in free space) the initial and final energies of
the atoms are given by E; = p?/2m and E; = p?/2m respectively. Bragg scat-
tering can be used for different types of matter-wave manipulation, depending
on the pulse length 7. Using a short pulse (7 < 100 us), the Bragg beams
are sufficiently frequency broadened that the Bragg process is insensitive to
the momentum distribution within the condensate: the resonance condition
is then satisfied simultaneously for the entire condensate. If the Bragg laser
power and pulse duration are then selected to correspond to the /2 condi-
tion, the probability of momentum transfer to the atoms is 50 percent: this is
a 50/50 beam splitter for the condensate, between two different momentum
states. When using longer pulses (for example 7 = 2ms in [1]), the Bragg
process is velocity selective, and one can apply this technique to momentum
spectroscopy [57,1].

By carefully re-analyzing the Bragg-spectroscopy data of [1], we have extracted
a measurement of the ratio h/m of the Planck constant h to the atomic mass m
of 8Rb. The experimental sequence proceeds as follows: a laser-cooled sample
of 8"Rb atoms is magnetically trapped in the 5S'/? |F = 1,m = —1) state [62)]
and then evaporatively cooled to quantum degeneracy. The magnetic trapping
fields are switched off and the atoms fall for 25 ms. During this free-fall period,
the coherent Bragg-scattering “velocimeter” pulse is applied. In this experi-
ment, the implementation of Bragg scattering is as follows: two orthogonally
polarised, co-propagating laser beams of frequencies v;, and v, + dv and wave
vector ki, are retro-reflected by a highly stable mirror, with 90° polarisation
rotation (see Figure 4). With this scheme, the atoms are subject to two stand-
ing waves moving in opposite directions and with orthogonal polarisations. In
addition, the relative detuning dv is chosen so as to fulfill the second-order
(4-photon) resonance condition. This four laser Bragg-scattering scheme pro-
duces a coherent transfer of momentum of +4hk;, and —4hk;,. This scheme
enables us to reject the effect of a non-zero initial velocity, which can arise from
imperfections in the magnetic trap switch-off. For an initial velocity p;/m, the
4-photon resonance conditions for the two oppositely moving standing-waves
are 0v, = Ouvp(1 + pi/2hky) and dv_ = (1 — py/2hky) where 1y is the
Doppler-free value, dvy = (8/27)(hki /2m) (see Figure 4). Scanning the Bragg
scattering efficiency in the two directions as a function of dv yields two peaks
with widths corresponding to the condensate momentum width, centred at
each of the resonance frequencies, dv; and dv_ (Figure 4). After fitting each
individual spectrum with a gaussian distribution, we can extract the two cen-
ter frequencies dvy. To correct the data for the non-zero initial velocity, we
then re-center both spectra around the average value dvy = (v + dv_)/2.

Using this method and averaging over 350 spectra (Figure 5), we find diy =
30.189(4) kHz where the figure in parentheses is the 68% confidence interval of
the fit. We then deduce a value h/m = A\? x 1 /4 = 4.5946(7) x 1079 J.s kg™
where the wavelength A\ = 780.246291(2) x 10~ of the Bragg beams, slightly
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Fig. 4. Principle of our four photon, dual direction Bragg scattering scheme. Top:
schematic of the experimental apparatus. Two retro-reflected laser beams form two
standing waves of orthogonal polarisations, moving in opposite directions. Middle:
normalized number of atoms diffracted into each of the two output channels as a
function of Bragg detuning dv. (Inset: typical absorption image after Bragg diffrac-
tion and free evolution during a time t.¢.) Bottom: schematic of the 4-photon Bragg
resonance condition. For zero initial momentum, the resonance condition is fulfilled
by both standing waves for a detuning dvy. For non-zero initial momentum p;, the
resonance frequency is equally and oppositely shifted for each of the two channels.

detuned from the (5281/2, F = 2) — (52P3/2, F = 3) optical transition, is very
accurately known from [63,64]. The offset between our measurement and the
CODATA value of h/m (4.59136 x 10~° J.s.kg™") can be explained by two
major systematic effects. First, as described in [1], the frequencies v and
vy, + 0v of the Bragg scattering beams were obtained by using two indepen-
dently driven acousto-optical modulators (AOM) of center frequency 80 MHz.
The frequency difference dv was then deduced from the measurement of the
frequency of each AOM driver with a high precision frequency meter. The ref-
erence oscillator used in the frequency meter was later characterized to have
an accuracy of about 4 x 1077, giving a +16 Hz inaccuracy in the actual fre-
quency difference dv. The resulting systematic error in our measurement then
gives h/m = 4.5946(20)(7) x 107° J.s.kg™"'. The second systematic effect is a
collisional shift due to interactions in the high density atomic cloud. In the



following, we will show that this accounts for the remaining offset.

Indeed, ultra-cold 8 Rb atoms have repulsive interactions which modify the
Bragg-scattering resonance condition. The energy of an atom in the con-
densate is E; = p?/2m + Un(r). The second term is the condensate inter-
action energy: n(r) is the local atomic density of the condensate and U =
5.147(5) x 10771 J.m3 is the interaction parameter. Immediately after Bragg
scattering into a different momentum state, an atom experiences an effective
potential 2Un(r) due to the surrounding condensate, and its energy is then
E; = p?/2m+2Un(r) [57]. We therefore replace the Bragg resonance condition
(for zero initial momentum) with a local resonance condition which takes into
account the effect of interactions:

hk?
2hdvy(r) = 16 5 L

+ Un(r) (1)

m

The parabolic density distribution of our Bose-Einstein condensate, at the
moment when the Bragg diffraction occurs, is

n(z,y,z) = ng - max [O; 1— (2* + %) /R — 22/Rﬂ

with peak density ng ~ 3.6(4) x 10 m~3 and half-lengths R, ~ 9.8 ym and
R, ~ 126 pm, where z is the direction of the Bragg-scattering. Since our
measurement of the diffraction efficiency averages over the whole cloud, the
resulting spectrum is then shifted by U(n)/2h ~ 4Uny/7 and broadened.
Taking this interaction shift into account, we correct our measured value of
h/m:

h/m= /4 [{dvo) — U(n)/2h]
~4.5939(21)(7) x 10 %J.s kg™ " (2)

which is in agreement with the CODATA value. Here, the first figure in paren-
theses is the systematic errors discussed above when we take into account both
the frequency calibration inaccuracy and the error on evaluatating the atomic
density in the collisional shift. The second figure is the 68% confidence interval
of the fit determination.

The fact that ultra-cold bosons interact is a major drawback for precision
measurements using atom interferometry. As we have seen, interactions re-
sult in a systematic shift as well as a decrease in measurement precision. In
principle, the systematic shifts can be calculated. However, the interaction
parameter U is hard to measure and is generally not known to better than
~ 107%. The atomic density is also subject to time fluctuations and is diffi-
cult to know to better than ~ 1073, reducing the absolute accuracy. We have
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Fig. 5. Final spectrum (corrected for Doppler effect). The fit to this spectrum yields
the centre frequency 0vg, from which we obtain the ratio h/m.

furthermore demonstrated, in an earlier experiment [1,65], that interactions
produce a loss of coherence of the atomic samples at ultra-low, finite temper-
atures, limiting the maximum interrogation time of a coherent matter-wave
atom interferometer. Finally, even at zero temperature, the mean-field energy
due to interactions is converted into kinetic energy during free fall, giving rise
to a faster ballistic expansion. This last effect will ultimately reduce interro-
gation times.

From these observations, we conclude that one should ideally use an interaction-
free, ultra-cold atomic source for ultimate-precision atom interferometry in
space. Using bosons, one could think of two ways of decreasing interaction
effects. Close to a Feshbach resonance [66], one can control the interaction
parameter U, which can be made equal to zero for a certain magnetic field
[67,68]. However magnetic fields introduce further systematic shifts that are
not controllable to within a reasonable accuracy. Alternatively, one could try
to decrease the density of the sample of atoms, but the production of large
atom number, ultra-low density Bose-Einstein condensate is a technical chal-
lenge not yet overcome [69].

A promising alternative solution is to use quantum-degenerate fermionic atomic
sources [70]. The Pauli exclusion principle forbids symmetric 2-body collision
wavefunctions, so at zero temperature a sample of neutral atomic fermions
has no interactions. An ultra-cold fermionic source may still allow very long
interrogation times, even if limited by the excess energy of the Fermi pressure,
and would therefore be an ideal candidate for atom interferometry in space
with ultimate precision and accuracy. On-ground experiments using ultra-cold
fermions (Potassium 40) are now under development in our laboratory and
around the world.

To conclude, we have shown that coherent atomic sources are very promising
for high-precision atom interferometry measurements. Nevertheless, interac-



tions in quantum-degenerate bosonic gases cause phase shifts which are dif-
ficult to control and will ultimately limit the measurement accuracy. These
shifts could be overcome either by precise control of the interaction properties,
or by using fermionic, non-interacting samples of ultra-cold atoms. The use of
atom interferometry with ultra-cold sources of atoms in micro-gravity are of
great interest for tests of fundamental physics in space. There are potentially
many experiments which would benefit from this technology, based on atomic
clocks, interferometers and gravito-inertial sensors. In space, applications of
these include ultra-precise definition of time, verification of the equivalence
principal, measurement of the fine structure constant o and its drift in time,
and tests of general relativity and post-newtonian gravitation theories. As an
example, the Hyper project [27], which aims to measure the Lense-Thirring
effect with orbiting atom-optical gyroscopes, would greatly benefit from using
such coherent sources of cold atoms. In addition, sending an interplanetary
probe equipped with ultra-cold atom interferometer into space would enable
precise mapping of the Pioneer anomaly [71].
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1.1.1 Le refroidissement des atomes :
des atomes froids aux lasers a
atomes

1.1.2 L’interaction entre lumieére et
matiére pour le refroidir les atomes.

L'action mécanique de la lumiere sur les objets
matériels avait été pressentie des le début du XVII®
siécle par Kepler'. Il expliquait ainsi que si la queue
des cometes est toujours orientée a l'opposé du
Soleil, c'est a cause de la pression exercée par la

rayonnement d'une lampe a décharge de sodium. La
. hk ... . .
vitesse de recul SR c'est-a-dire la vitesse induite par

l'absorption ou I'émission d'un photon de fréquence
W= % est de l'ordre de quelques cm/s. L'observation

de tels phénomeénes restait donc difficile, les vitesses
mises en jeu étant beaucoup plus faibles que les
vitesses thermiques a température ambiante (quelques
centaines de m/s). L'avénement des lasers continus
accordables, capables de saturer une transition
atomique permise, comme une raie de résonance, et
par conséquent de répéter ce processus €élémentaire

un grand nombre de fois par unité de temps, a permis
de réaliser des expériences spectaculaires en agissant
de fagon appréciable sur les degrés de liberté externes
de l'atome. Par exemple, un atome placé dans un
faisceau laser est pouss¢ dans la direction de
propagation de ce faisceau.  L'accélération
correspondante  peut  prendre des  valeurs
considérables (100000 fois I'accélération de la
pesanteur).

lumiére solaire sur les particules qui compose cette
queue. Méme si l'explication actuelle de ce
phénomeéne est plus complexe, elle est toujours
qualitativement basée sur 1'échange d'impulsion entre
le rayonnement et la lumicre et peut conduire a un
refroidissement (affinement de la vitesse autour d'une
vitesse moyenne) ou a un piégeage (confinement dans
l'espace).

La premiére expérience mettant en évidence l'action
de la lumiere sur les atomes fut réalisée par R. Frisch
: un jet d'atomes de sodium était dévié sous l'effet du

ol

;97/

La pression de radiation : cette force résulte de la répétition
des reculs encaissés par l'atome a chaque fois qu'il absorbe un
photon. Un photon posséde en effet une quantité de mouvement
qu'il transfére a l'atome, provoquant alors une modification de
la vitesse atomique suivant la direction du faisceau. Ce
changement de vitesse par photon absorbé était prévu par
Einstein des 1917. 1l est appelé vitesse de recul et peut varier,
suivant la nature des atomes, de quelques milliméetres par
seconde a quelques métres par seconde. L'atome subit aussi un
recul lors de la  réémission du photon, dit photon de
fluorescence, qui suit chaque absorption. A la différence des
reculs liés a l'absorption des photons, qui s'ajoutent dans la
méme direction, les reculs associés a l'émission spontanée se
produisent dans des directions aléatoires : leur somme est
donc nulle en moyenne.
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On sait ainsi depuis une vingtaine d'années ralentir de
nombreuses espéces atomiques : alcalins, alcalino-

atomes ralentis
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Ralentissement des atomes : dispositif ralentisseur a effet Zeeman (on
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optigues en utilisant 3 paires de faisceaux

orthogonales.

On peut comprendre l'origine du refroidissement
dans ces mélasses optiques en considérant des
bilans d'échange d'énergie entre le laser et
l'atome. Le cas «simple» d'un atome a deux
niveaux peut etre comparé a un oscillateur de

2 . . w 4 .
fréquence propre d’excitation %ﬂ, 'énergie

wmesnon  écessaire pour «exciter» un atome correspond

ralentis

alors a fiw,. Comme pour un oscillateur «forcé»,

il est possible de réaliser une excitation hors
résonance avec un laser de longueur d'onde A

peut voir le solénoide utilisé pour adapter la  fréquence atomique et la telle que 1'énergie «transportée» par un photon

fréquence du laser en tout point du ralentissement) et analyse de la vitesse
des atomes par spectroscopie de fluorescence. On voit qu'en ajustant le

E” =271/, soit légerement inférieure a .

champ magnétique dans le solénoide, on rassemble une grande quantité Contrairement a un oscillateur «classique», un

d'atomes autour de la vitesse nulle

terreux, gaz rares portés dans un niveau métastable.
Ce ralentissement est obtenu en éclairant le jet
atomique a contre courant par un faisceau laser
résonnant avec une transition atomique g<>e. Il
conduit a un ensemble d'atomes de vitesse moyenne
ajustable, éventuellement nulle, avec une dispersion
autour de cette vitesse moyenne tres faible.

Si on utilise maintenant deux faisceaux se propageant
en sens inverse, on peut freiner I'atome dans deux
directions opposées et il est possible d'obtenir un
refroidissement dont le principe, suggéré en 1975, est
basé sur l'effet Doppler’. Dans le référentiel d'un
atome en mouvement a une vitesse v, la fréquence du

laser, initialement v = %L est légerement décalée par

une quantit¢ AA=-k-v (k est le vecteur d'onde
laser) : un atome se propageant dans la méme
direction qu’une onde laser voit la longueur d’onde A
augmenter (la fréquence v diminue). Dans le cas
contraire, v augmente. En choisissant judicieusement
la longueur d’onde (la fréquence laser doit étre un
peu plus petite que la fréquence d’excitation
atomique), un atome qui se déplace dans quelque
direction que ce soit voit l'efficacité du laser qui
s’oppose a son mouvement décuplée au détriment de
'onde opposée. L’atome est alors «englué» dans une
mélasse optique. 11 est aussi possible de généraliser
cette technique a trois dimensions dans des mélasses

atome excit€ est en principe instable ou
métastable, c'est-a-dire qu'il se désexcitera en un

temps moyen T = A (qui correspond a l'inverse de la

largeur de raie atomique). Lors de ce processus, un
photon d'énergie 7w, est émis dans une direction
aléatoire de l'espace. Lors d'un cycle absorption
stimulée-émission spontanée, 1'atome a alors
globalement perdu une énergie -AA =hw,- E” : il
se refroidis. Ce raisonnement simple ne tiens pas
compte du chauffage induit par le mouvement
aléatoire des atomes apres 1’é€mission spontanée.
Cette diffusion conduit a une température minimale
limite accessible dans ces mélasses optiques. Cette
température de refroidissement Doppler vaut entre
ImK et 100 uK suivant la nature de l'atome utilisé.
Vingt-cinq ans apres cette proposition initiale, le
refroidissement Doppler reste pour les ions le moyen
le plus utilis€ pour obtenir une agitation thermique
minimale. Pour les particules neutres, en revanche, il
a été découvert en 1988 des processus de
refroidissement nettement plus efficaces: les
processus sub-Doppler permettent d'atteindre des
températures limites de quelque uK ; les processus
permettant de s'affranchir de la limite induite par
I'émission  spontanée (piégeage cohérent de
population sélectif en vitesse et refroidissement
Raman) permettent d'obtenir des températures
inférieures au microKelvin’.



1.2 Utiliser la lumiére pour piéger les
atomes

Dans les mélasses optiques présentées ci-dessus, le
seul effet de confinement produit est da a la force de
friction : les atomes effectuent une marche au hasard
dans le volume défini par l'intersection des six
faisceaux laser, et la densit¢ est pratiquement
uniforme dans ce volume. Pour certaines applications,
il peut étre utile d'avoir des nuages atomiques plus
compacts et plus denses. Il faut donc créer une force
de rappel®.

Le piége magnéto-optique : c'est est aujourd’hui la technique
la plus utilisée pour obtenir un échantillon important d'atomes
de densité élevée et de trés faible vitesse moyenne. Il a été
principalement développé pour les alcalins, et permet
maintenant de "filtrer" certains isotopes rares grdce a leur
extréme sensibilit¢ a l'espéce atomique. C'est l'ajout d'un
champ magnétique dépendant de la position a une configuration
statique d'ondes laser monochromatiques. Le gradient de champ
magnétique va alors décaler les fréquences des transitions. En
choisissant bien la direction du champ magnétique par rapport
aux polarisations des ondes laser, un atome décalé du point ou
B=0 subira plus l'effet de l'onde laser qui le rappelle vers le
centre que celle qui l'en expulse. Il en résulte une nette force de
rappel vers le centre (B=0) qui s'accompagne de plus d'un
amortissement des vitesses important (le refroidissement sub-
Doppler).

La premiere expérience de piégeage des particules
neutres a l'aide de la lumiére a permis de réaliser un
piege utilisant la force dipolaire, qui est
proportionnelle au gradient d'intensité de 1'onde laser.
Ce picge consiste simplement en une onde laser
progressive fortement focalisée. Si la fréquence de
I'onde laser est inférieure a la fréquence atomique,
I'atome est attiré vers les zones de haute intensité,
donc vers le foyer de I'onde. Ces types de pieges sont
encore utilisés couramment aujourd’hui dans la
manipulation d'objets microscopiques. En effet, en

choisissant un laser adapté, on peut pratiquement
tout piéger (atomes, microbilles, molécules) et
déplacer a volonté en influant sur la direction du
faisceau. Ces «pinces optiques» sont d'ailleurs
fréquemment  utilisées dans des applications en
biologies. Pour les applications au piégeage d'atomes,
malheureusement, les fluctuations de ce type de force
entrainent un chauffage, et il est alors nécessaire
d'avoir un refroidissement additionnel pour
conserver les particules piégées. On peut diminuer ce
chauffage en augmentant le désaccord de 1'onde laser,
mais seuls les atomes d'énergie trés basse sont alors
capturés (on parle d'un piége peu profond). Cet effet,
combiné avec la nécessité de focaliser fortement
'onde laser (le volume caractéristique d'un piege est
alors trés petit), rend tres difficile le chargement de
beaucoup d'atomes.

Il est en fait plus intéressant de pouvoir piéger les
atomes en utilisant non plus la force dipolaire, mais la
pression de radiation résonnante que nous avons vu
précédemment. Il est en effet possible d'obtenir une
force importante sur une grande échelle de longueur,
ce qui permet de capturer efficacement un grand
nombre d’atomes. C’est en 1986 que fut réalisé le
premier Piege Magnéto-Optique en ajoutant un
champ magnétique a une configuration statique
d'ondes laser monochromatiques (une mélasse
optique). Le point fort d'un tel piege est que pour un
laser de fréquence bien choisie, il conjugue a la fois
les effets de piégeage induit par le gradient de champ
magnétique et de refroidissement performant qui
permet d'obtenir des températures de l'ordre de
quelques microKelvins.

1.3 Utiliser les atomes comme la lumiére :
les sources atomiques cohérentes et
les lasers a atomes.

La possibilité d’atteindre des densités élevées, c’est-
a-dire d’observer un signal important, tout en
combinant une température des atomes trés proche du
zéro absolu (1 millionieme de degré) offre alors un
role prépondérant a ’aspect ondulatoire des atomes,
comme I’a exprimé Louis de Broglie en introduisant
I’équivalent pour les atomes de la longueur d’onde
optique.  Néanmoins, la luminance des sources
obtenues par ces techniques de refroidissement
pourrait d’apparenter a celles de trés bonnes lampes a
sodium, alors que I’optique bénéficie depuis presque



un demi-siécle de sources lasers a la fois trés intenses
et parfaitement cohérentes.

L'obtention du condensat de Bose-Einstein’ ouvre la
voie a I’utilisation de 1’équivalent de ces lasers pour
I’optique atomique. Depuis 1995, ces «condensats»
permettent d'observer directement les ondes de
maticre, et ainsi de mettre en évidence les paradoxes
de la mécanique quantique qu’avait énoncé entre

autres Louis de Broglie. Ainsi, lorsque plusieurs
atomes sont dans un méme état quantique, comme

c'est le cas pour le condensat, aucune mesure ne
permet de les discerner. Ces atomes occupent le
méme volume de l'espace, se déplacent a la méme
vitesse et, par exemple, diffusent la lumiére de la
méme mani¢re. Ce sont les températures
extrémement basses qui sont atteintes dans ces
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Condensation de Bose-Einstein et Laser a Atomes

Gauche : Distribution spatiale d'atomes lachés d'un piége magnétique. Chaque image
correspond a la concentration du nombre d'atomes (axe vertical) en fonction de la
position dans un plan (2 axes horizontales). 1° image: le nuage est au-dessus du seuil de
condensation. 2° image: la température du nuage est juste en dessous du seuil. Un
condensat (pic central) coexiste avec un gaz normal (pedestal). 3° image: la température
est nettement en dessous du seuil de condensation — les atomes forment un condensat
presque pur.

Centre : Principe de I’extraction d’un laser a atome de la cavité magnétique. Une onde
radiofréquence fait basculer 1’aimantation des atomes avec un champ magnétique
oscillant (c’est une technique de résonance magnétique) pour qu’ils ne soient plus
retenus par le piége magnétique. Cette onde radiofréquence crée une faille a une hauteur
bien définie par laquelle les atomes s’échappent. Si cette faille est trés étroite, peu
d’atomes peuvent s’échapper a la fois, on a alors un coupleur de sortie assez faible,
comme pour les lasers photoniques.

Droite : Quand ils sont lachés du piege, les atomes tombent dans le champ de pesanteur.
On obtient alors rapidement un faisceau d'atomes comme indiqué sur cette image qui
représente une «photographie» instantanée de la distribution d’atomes. La longueur du
faisceau est a peu prés 2 mm, pour une largeur inférieure a 100 um. Le faisceau se
propage dans la direction de la gravité (vers le bas). L’accélération des atomes par la
pesanteur explique la diminution de la densité du faisceau. Son flux (si on le calcule) est
en fait presque constant, il n'est pas atténué. La tache au-dessus du faisceau correspond
aux atomes restant dans le piege. Ce faisceau est l'analogue d'un faisceau laser en
optique. Comme pour un laser, la divergence est a peu prés aussi petite que permise par
la mécanique quantique : pour un faisceau laser, on parle habituellement de la "limite de
diffraction".




expériences (moins de 100 nK) qui permettent
d'atteindre cette situation quantique paradoxale que
I’on peut exprimer ainsi :

Aux températures et aux échelles de longueur de
notre vie quotidienne, on peut décrire I'état de
n’importe quel systéme (et en particulier un gaz
d’atomes) par la position et la vitesse de chacun de
ses ¢léments. Ainsi, les atomes d'un gaz se
comportent-ils comme des boules de billard qui
s'entrechoquent entre elles au gré de leurs trajectoires
respectives.

Aux trés basses températures, ou aux petites échelles
de longueur, les atomes ne se comportent plus
comme des boules de billard. On ne peut pas
connaitre la position exacte de chaque atome, qu'il
vaut mieux représenter comme une tache aux
contours flous. Cette tache représente la région de
l'espace ou la probabilité de détecter un atome est
maximale. Lorsque l'on refroidit des atomes, la
région de I’espace ou cette amplitude de probabilité
est non nulle augmente. Tant que les régions
respectives de chaque atome sont bien séparées, on
peut identifier séparément ces atomes.

Si la température est suffisamment basse, néanmoins,
on ne pourra plus les distinguer. Si les atomes sont
des bosons, ils ont tendance a s'agréger, il se passe
alors un phénomeéne qui l'on peut appeler
amplification bosonique, par analogie avec
l'amplification qui a lieu dans les lasers. Les atomes
vont ainsi s’accumuler (se condenser) dans I'état
d'énergie minimale et les différents paquets d'ondes
vont fusionner en un seul mode, comme dans un
laser.

Pour atteindre cette condensation, il faut dépasser les
limites du refroidissement par laser. Pour cela, il
faut utiliser une autre technique de piégeage utilisant
des champs magnétiques et une autre méthode de
refroidissement : le refroidissement par évaporation.
Ce refroidissement est un peu celui que l'on obtient
quand on souffle sur de I'eau chaude. Les molécules
d'eau les plus énergétiques qui s'échappent du bol
vers l'air sont éliminées par le souffle, de sorte que
I'énergie moyenne du liquide restant diminue; les
molécules du liquide se redistribuent [I'énergie par
d'innombrables collisions, puis celles qui ont le plus
d'énergie s'échappent et sont éliminées, et ainsi de
suite. Pour notre gaz d'atomes, le piége magnétique
fait office du bol, mais la densité d'atomes est

beaucoup moins importante et le succés de cette
technique repose sur des efforts technologiques
considérables : il faut comprimer le gaz d'atomes
avec des champs magnétiques intenses et attendre
plusieurs minutes, ce qui nécessite une enceinte dans
laquelle réside un vide poussé. Moyennant ces
efforts, il est alors possible, en observant 'ombre des
atomes traversés par une onde laser, de voire
apparaitre au centre du gaz un pic infiniment haut et
étroit, similaire a I'apparition d'un spot laser au milieu
d’une tache de fluorescence. C'est le condensat de
Bose-Einstein.

Le condensat est un peu Il’analogue du milieu
amplificateur dans la cavité laser. On peut ensuite
obtenir un faisceau laser a atomes trés analogue au
laser en optique en utilisant un «coupleur de sortiex’.
Comme pour les photons d'un faisceau laser, les
atomes de ce faisceau se propagent exactement dans
la méme direction, et ils ont exactement la méme
fréquence (c’est-a-dire la méme vitesse) et la méme
phase. Ils forment ainsi un faisceau facile a
commander et a utiliser que l'on peut réfléchir,
focaliser, diffracter, moduler en fréquence et en
amplitude.

2 Les applications des atomes Froids

Les principales applications nées de ’utilisation des
atomes froids sont liées a l'optique et a
Iinterférométrie atomique’, que ce soit dans les
horloges atomiques ou dans les capteurs inertiels. Les
principaux avantages des atomes froids dans les deux
cas sont d’une part le ralentissement et d’autre part le
refroidissement. La réduction de la vitesse moyenne
des atomes permet d’augmenter le temps
d’interaction. Le refroidissement des atomes
(réduction de la dispersion en vitesse) correspond a
une augmentation de la cohérence de la source
atomique qui permet une augmentation du contraste
des franges d’interférences. Enfin, les techniques de
refroidissement atomique permettent de controler tres
précisément la vitesse moyenne et la dispersion de la
source atomique dont dépendent le facteur d’échelle
et une partie des effets systématiques, liés notamment
a I’effet Doppler.

2.1 Les horloges atomiques :

La principale application des atomes froids concerne
I’amélioration des performances des horloges
atomiques utilisant des transitions de référence dans



le domaine micro-onde (9,2 GHz pour le césium ou
6,8 GHz pour le rubidium). Ces horloges se

Probabilité de transition, P

Cet argument simple’, formulé par Zacharias en
1953, a pris forme en 1991 avec la premicre
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Horloge a atomes froids

Schéma d’une horloge atomique utilisant des atomes froids. Franges d’interférence obtenues pour tp=0,7 s.

composent d’un oscillateur macroscopique (un quartz
par exemple), appelé oscillateur local, dont la
fréquence est asservie sur celle de la transition
atomique de référence. Dans les horloges n’utilisant
pas des atomes froids, la source atomique est réalisée
par un jet thermique d’une vitesse de 100 a 200 m.s™'.
Le succés de cette technique, découverte en 19528 a
conduit en 1967 a définir la seconde par rapport a la
transition entre les deux niveaux fondamentaux de
I’atome de césium (9,192 631 770 GHz). En pratique,
on fait interagir les atomes avec un champ
¢lectromagnétique oscillant a la fréquence v pendant
un temps ty, puis on mesure le taux de transition d’un
niveau atomique vers ’autre. On observe un pic de
résonance de ce taux de transition (ou des franges
d’interférences selon le mode d’interrogation) autour
de la fréquence de résonance de la transition

atomique w%ﬂ. Sa largeur a mi-hauteur Av est

inversement proportionnelle a #: Av = Q, ou 1 est
Z‘0

un facteur proche de 1 et qui dépend de la méthode

d’interrogation.

La stabilit¢ de fréquence de 1’horloge étant d’autant
meilleure que la raie est étroite, on peut donc
I’améliorer en augmentant le temps d’interaction t.

réalisation d’une horloge atomique utilisant des
atomes froids de césium, au moment ou la
technologie des horloges utilisant des jets arrivait a
maturité. L’utilisation d’atomes froids a trés vite
montré une meilleure stabilité court terme et surtout
une meilleure exactitude (amélioration d’un ordre de
grandeur)'”.

2.1.1 Principe de fonctionnement d’'une
fontaine

La source atomique est réalisée a 1’aide d’une
mélasse optique. Les atomes sont ensuite lancés
verticalement a 1’aide des faisceaux lasers. Compte
tenu de la distribution en vitesse transverse des
atomes (dispersion d’environ 7 mm.s’ pour le
césium), le nuage atomique grossit avec le temps, de
fagon similaire au jet d’une fontaine verticale, d’ou le
nom de fontaine atomique utilis¢ pour ce type
d’horloge. Avant I’interrogation proprement dite, la
préparation d’un état quantique pur est effectuée,
pour ne garder que les atomes dans 1’état fondamental
F =3, Mg= 0. L’état Mg = 0 est choisi car il est le
moins sensible aux champs magnétiques parasites qui
peuvent déplacer les niveaux atomiques. Les atomes
interagissent alors avec le rayonnement micro-onde
dans la cavité d’interrogation une premicre fois en



montant et une deuxieme fois en retombant sous
I’action de la gravité. La probabilité de transition est
déduite des mesures des populations des états
fondamental et excité. Lorsque la fréquence du signal
de Doscillateur local; injecté dans la cavité;
correspond exactement a la fréquence de la transition
atomique, la probabilité de trouver les atomes dans
I’¢état initial (ici F = 3, Mg = 0) est égale a 1. Par
contre si I’on désaccorde la fréquence, on observe
une oscillation de la probabilité de transition comme
on peut I’observer sur la figure.

2.1.2 Quelle est la stabilité d’une horloge
a atomes froids

On peut montrer que l’écart type des fluctuations
relatives de fréquence (Av/v,) en fonction du temps
d’intégration T vaut :

1 t.
G(T) - 2nv,t, S/B\/;’

ou t. est la durée d’un cycle et S/B est le rapport
signal a bruit sur une mesure, qui est intrinséquement
limit¢ par le bruit de projection quantique di au
nombre fini N d’atomes contribuant au signal :

v

Pour un cycle de durée t. = 1Is, un temps
d’interrogation to = 0,7s et un nombre d’atomes N =5
x 10* atomes, on obtient une stabilité de Av/v, =4 x
10"* en une seconde''. La stabilité est actuellement
limitée par la pureté spectrale de I’oscillateur local
(oscillateur a quartz), mais [’utilisation d’un
oscillateur cryogénique de grande stabilité devrait
permettre d’atteindre rapidement un niveau de 107
en une seconde d’intégration.

2.1.3 Quelle est I’exactitude d’une
horloge a atomes froids

En moyennant sur des temps plus longs, la stabilité
relative s’améliore comme la racine du temps
d’intégration. Par contre la connaissance exacte de la
fréquence de transition est limitée par des effets
systématiques, qui sont dominés par les collisions
entre atomes froids de césium dans le cas des
fontaines atomiques. Cette limite correspond
actuellement a une inexactitude sur la fréquence au
niveau de 10" en valeur relative. L’utilisation des
atomes froids a donc déja permis d’augmenter d’un

ordre de grandeur I’exactitude des horloges
atomiques qui est limitée par les effets Doppler du 1%
et du 2° ordre liés a la vitesse moyenne et a la
dispersion de vitesse importantes.

Mais cette limite n’est pas fondamentale et peut étre
améliorée soit en utilisant des atomes de rubidium
dont le déplacement de fréquence dii aux collisions
est 100 fois plus faible que pour le césium, soit en
optimisant la phase de préparation de 1’état quantique
des atomes de césium. Une limite au niveau de 107'°
est envisagée dans les prochaines années.

2.1.4 Application au Temps Atomique
International

Les fontaines atomiques sont des étalons primaires de
fréquence dont [D’application principale est la
contribution a la réalisation du Temps Atomique
International (TAI). Cette échelle de temps est
réalisée par le Bureau International des Poids et
Mesures (BIPM) en comparant les échelles de temps
fournies par un ensemble d’horloges atomiques
fonctionnant dans de nombreux laboratoires
internationaux. La stabilit¢ a trés long terme et
I’exactitude du TAI sont assurées grace aux étalons
primaires de. Les premieres contributions au TAI des
fontaines a atomes froids datent de 1994 et ont permis
d’augmenter d’un ordre de grandeur sa stabilité et son
exactitude. Outre la France, de nombreux pays dont la
contribution au TAI est importante (USA, Allemagne,
Angleterre, Japon, Italie, Canada...) ont également
développé des fontaines atomiques comme étalon
primaire de fréquence-

2.1.5 Applications dans I’espace

PHARAO : Projet d’Horloge a Atomes Refroidis pour
Applications en Orbite

Le temps d’interrogation des atomes froids dans une
horloge atomique est limité & 1 seconde sur terre, et
cela a cause de la gravité. C’est pourquoi plusieurs
projets d’horloges a atomes froids en microgravité
sont en cours de développement : en Europe (projet
ACES) et aux Etats-unis (projets PARCS et RACE).
Le projet ACES' (Atomic Clock Ensemble in Space)
comporte une horloge a atomes froids de césium
(PHARAO) dont I’étude a débuté en 1994 et dont le
vol est programmé en 2006 sur la station spatiale
internationale (ISS) (voir figure). Ce projet, financé
par le Centre National d’Etudes Spatiales (CNES) et



I’Agence Spatiale Européenne (ESA), permettra de
comparer directement la fréquence de 1’horloge
spatiale PHARAO a celles d’un ensemble d’horloges
atomiques aux sol au niveau sans précédent de 107° .

Ces comparaisons permettront de réaliser des tests de
physique fondamentale en relativité restreinte et
relativité générale.

Prototype PHARAO : Prototype d’horloge a atomes froids testée en microgravité lors d’une
campagne de vols paraboliques dans I'airbus Zéro-g du CNES en 1997. A droite I’enceinte
d’interaction et a gauche le banc laser.

Systeme de positionnement par satellite

Le fonctionnement des systémes de positionnement
par satellite (GPS, GLONASS, GALILEO) repose sur
le principe de triangulation a partir d’une
constellation de satellites autour de la terre. La
détermination de la position d’un récepteur est
réalisée en comparant les datations des signaux issus
de plusieurs satellites, connaissant la position de
chacun d’entre eux. Il est donc nécessaire d’avoir a
bord de chaque satellite des horloges de grande
stabilit¢ pour éviter les dérives entre deux
synchronisations avec les stations au sol, notamment
sur des périodes de I’ordre de quelques heures. Les
systemes actuels reposent principalement sur des
horloges a césium a jet thermique ou des horloges a
cellule de rubidium dont les performances de stabilité
long terme sont similaires. L’amélioration des
performances des horloges embarquées est nécessaire

pour permettre aux futurs systémes de positionnement
par satellite de dépasser les performances actuelles.

Sans envisager d’utiliser des horloges du type
PHARAO, trop performant et trop colteux pour ce
type d’applications, il est possible de tirer profil des
avantages des atomes froids dans 1’espace pour
réaliser des horloges a la fois trés compactes et de
grande sensibilité. C’est le cas du projet HORACE
(HOrloge a Refroidissement d’Atomes en CEllule) en
cours de développement'?, et dont 1’ensemble des
phases de refroidissement des atomes, d’interrogation
et de détection sont réalisées a I’intérieur de la cavité
micro-onde. L’utilisation d’atomes froids, de vitesse
moyenne nulle, permet des temps d’interrogation
relativement  longs  (quelques  dizaines  de
millisecondes) dans un volume tres restreint (environ
20 cm?).

Application a la physique fondamentale




Le temps joue un rdle particulier dans de nombreuses
théories et les excellentes stabilité et exactitude des
horloges a atomes froids permettent de réaliser des
expériences tres précises visant a tester la validité de
ces théories. Par exemple, un test du principe
d’équivalence en relativité générale consiste a mettre
en évidence une éventuelle dérive de la constante de
structure fine o en mesurant a différentes dates la
différence entre deux fréquences de transition de
deux atomes différents. Une mesure de la stabilité de

o avec une précision sur d% dt de 7x10™" par an a

été réalisée en comparant les fréquences des
transitions entre les deux niveaux fondamentaux du
césium et du rubidium 85, soit une amélioration d’un
facteur cinq par rapport aux expériences précédentes.
Les améliorations en cours sur les fontaines
atomiques devraient conduire a un test avec une
résolution meilleure que 10" par an. De plus, les
projets d’horloges a atomes froids dans I’espace vont
permettre des comparaisons avec de nombreuses
horloges réparties a travers la planéte et utilisant
d’autres transitions, améliorant encore la précision de

ce test et la confiance dans le résultat. L expérience
spatiale ACES/PHARAO permettra aussi d’améliorer
d’un facteur 30 la détermination du décalage vers le
rouge li¢ au potentiel gravitationnel, effet prévu par
la relativité générale d’Einstein. Le test reposera sur
la mesure de la différence de fréquence entre
I’horloge PHARAO située a 400 km au-dessus de la
surface de la terre et une horloge au sol. Cette mesure
est un test de la relativité générale d’Einstein. De
plus, comme la station spatiale se déplace par rapport
aux horloges situées au sol, il est possible de vérifier
que le décalage Doppler est bien indépendant de la
direction de propagation, ce qui constitue un test de la
relativité restreinte, aussi appelé improprement ‘test
de l’isotropie de la vitesse de la lumiére’.

2.2 Horloges optiques

La limite envisagée de I’exactitude des horloges a
atomes froids utilisant des transitions dans le domaine
micro-onde est de 107'°. Pour dépasser cette limite
deux types de candidats sont envisagés: les ions
piégés et les atomes neutres ayant une transition
métastable dans le domaine optique. En effet, la
stabilité relative étant inversement proportionnelle a

la fréquence de référence, une augmentation de celle-
ci de prés de cinq ordres de grandeur permet
d’envisager une amélioration significative de la
stabilité¢ et de I’exactitude. Dans le cas des atomes
neutres, les meilleurs candidats font partie de la
famille des alcalino-terreux (magnésium, calcium et
strontium), car ils peuvent facilement étre refroidis
par lasers et présentent des transitions adéquates dans
le domaine optique. Le fonctionnement de ce type
d’horloge est similaire a celui des horloges micro-
ondes, mais 1’oscillateur local est dans ce cas un laser
ultra-stable dont la largeur de raie doit étre de 1’ordre
de 1 Hz.

L’utilisation d’atomes froids dans les horloges
optiques représente une étape décisive, plus encore
que pour les horloges micro-ondes. En effet, elle
permet d’obtenir des gains similaires sur le temps
d’interrogation des atomes et sur la réduction de
I’influence de D’effet Doppler proportionnel a la
fréquence d’interrogation et a la vitesse des atomes :
Av/vy = v/c. Mais le bénéfice apporté par les atomes
froids porte également sur I’amélioration du rapport
signal a bruit, donc de la stabilité de fréquence, et sur
la réduction des effets systématiques liés aux
déformations de front d’onde des lasers
d’interrogation. Ainsi, 'utilisation d’atomes froids,
dont la dispersion de vitesse est tres faible, permet de
limiter la perte de signal associée a la perte d’atomes
au cours de [Iinterrogation optique. Enfin, les
déformations de front d’onde du faisceau laser
d’interrogation se traduisent par une fluctuation de
phase du laser d’interrogation au cours de
I’interaction avec les atomes qui conduit a un biais de
fréquence. Le refroidissement permet de réduire le
déplacement des atomes pour un méme temps
d’interrogation et donc de limiter cette contribution.
De plus, la trajectoire des atomes froids pouvant étre
bien mieux contrdlée, il est possible de mesurer
I’effet des déformations de front d’onde en utilisant
plusieurs trajectoires différentes. L’exactitude des
horloges dans le domaine optique' est pour 1’instant
d’environ 8x10'14, mais [’utilisation des atomes
froids, conjuguée au développement rapide des
chaines de fréquences optiques nécessaires pour les
comparer aux autres horloges dans le domaine micro-
onde, doit permettre d’atteindre la gamme des 1077
dans les années a venir.



2.3 Capteurs inertiel

Le développement du refroidissement d’atomes a
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Interférométre atomique : Schéma d’un

recombiner au niveau de la seconde séparatrice.

également permis |’€émergence du domaine des
capteurs inertiels basés sur D'interférométrie
atomique. Ces expériences tirent partie de la
sensibilité a 1’effet Doppler pour mesurer les forces
d’inerties entre le référentiel des atomes (référentiel
en chute libre qui sert de référence) et le référentiel
supportant les séparatrices atomiques.

En réalisant un interférométre atomique similaire a
I’interférometre de Mach-Zender en optique, on
obtient un dispositif sensible aux accélérations et aux
rotations. Dans ce dispositif, on utilise 1’aspect
ondulatoire de la matiére : I’onde atomique incidente
est séparée en deux a I’aide d’une premicre
séparatrice, les deux ondes sont ensuite défléchies
puis recombinées au niveau de la seconde séparatrice.
La probabilité de trouver les atomes dans ’un des
deux ports de sortie de l’interférométre dépend du
déphasage relatif accumulé le long des deux
trajectoires. Depuis les premiers interféromeétres
réalisés en 1991, différentes configurations et
différents types de séparatrices ont été utilisés'®. Mais
les expériences ayant donné les meilleurs résultats
sont basées sur I’utilisation des techniques de
refroidissement des atomes et de séparatrices
réalisées & I’aide de transitions Raman stimulées'’
Les transitions Raman stimulées sont réalisées en
illuminant les atomes a 1’aide de deux faisceaux
lasers contra-propageants ; les atomes effectuent alors

zone

d’interrogation

—-V@ chemm 1
détection

;r@'

interférometre atomique utilisant des
transitions Raman stimulées comme séparatrices atomiques. Les atomes issus d 'un piege
magnéto-optique sont préparés dans un état quantique pur avant d’entrer dans la zone
d’interrogation, qui est réalisée a l’aide de trois impulsions Raman permettant de séparer
le paquet d’onde initial en deux, puis de défléchir les trajectoires et enfin de les

un cycle d’absorption d’un photon d’un faisceau et

émission spontanée d’un photon dans 1’autre faisceau.
La déflection spatiale de 1’onde
atomique résulte de

I’impulsion acquise qui est égale a la
somme des impulsions des deux

photons : 7iker = h(kitky) = 27k;. La
vitesse atomique typique
communiquée a [D’atome est de
lem. s™.

Les atomes froids apportent le méme
type d’avantage que pour les horloges
optiques : augmentation du temps
d’interrogation et donc de la
sensibilité, amélioration du rapport
signal a bruit grace a la faible
distribution de vitesse, réduction des
effets systématiques, notamment ceux
qui sont liés aux déformations de
front d’onde des faisceaux lasers
utilisés pour les séparatrices.

2.3.1 Gyromeétre

Le déphasage induit par une rotation autour de la
normale a D’aire d’un interférometre atomique
correspond a I’effet Sagnac pour les ondes de
maticre, de facon similaire au déphasage induit dans
un interféromeétre optique.

Pour une vitesse de rotation € normale a 1 aire
orientée de I'interférométre, le déphasage accumulé
entre les deux bras de I’interférométre'® vaut :

1 .
G(r) - 2nv,t,S/B 7’

ou v est la vitesse moyenne des atomes orthogonale a
la direction de propagation des faisceaux lasers, T est
le temps d’interrogation total entre la premicre et la
derni¢re séparatrice et L = vT est la distance
parcourue pendant le temps T. On en déduit
facilement la sensibilité correspondant a la plus petite

2v._ S \
5Q_ke¢szB , ou S/B est le

rapport signal a bruit. On constate bien que pour une
longueur de la zone L d’interrogation donnée, la
sensibilité est d’autant meilleure que la vitesse des
atomes est faible.

rotation mesurable :

Le gyrometre atomique le plus performant réalisé est
un appareil utilisant des jets de césium dont la
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Gyromeétre a atomes froids:
Enceinte  d’interaction  d’un
prototype de gyromeétre a atomes
froids. Les atomes, préparés dans
deux pieges magnéto-optiques,
sont lancés sur deux trajectoires
paraboliques en sens opposés. Ils
interagissent avec les faisceaux
lasers Raman avant d’arriver
dans la zone de détection. Les
deux signaux issus des deux
interféromeétres permettent
d’avoir acces a 1’accélération et a
la rotation suivant 1 axe.

Interrogation zone :

Launching velocity :
J =26m.s"
6=28°

2L =30 mm

J.=30cm.s’

Expected sensitivity of 30 nrad.s"'.Hz12

dispersion des vitesses transverses est réduite par
refroidissement laser, permettant d’augmenter le

rapport signal a bruit. De plus, la perte de sensibilité
due a la vitesse élevée des atomes (280 m.s-') est
compensée par I’augmentation de la longueur de la
zone d’interrogation (L = 2 m). L’appareil utilise
deux sources atomiques créant deux jets de méme
direction mais de sens opposées qui traversent les
mémes séparatrices atomiques, ce qui permet de
discriminer le signal di a la rotation de celui di a
I’accélération. L’appareil a montré une sensibilité de
6.10"° rad.s' en 1 seconde d’intégrationlg, qui est
équivalente a celle des meilleurs gyrolasers optiques.
Mais I’expérience présente des problémes de stabilité
sur le long terme difficiles a résoudre, et qui sont
probablement liés a des défauts de front d’onde des
lasers et a la fluctuation de direction des jets
atomiques. Afin de réaliser des gyrometres de grande
stabilit¢ sur le long terme en contrdlant mieux la
direction de propagation des atomes, des dispositifs
beaucoup plus compacts utilisant des atomes froids
issus de piéges magnéto-optiques sont en cours de
développement.

2.3.2 Accélérometre

Pour une accélération a le long de la direction de
propagation des faisceaux lasers utilisés pour les
séparatrices, le déphasage accumulé entre les deux

. o a
bras de I’interféromeétre vaut : AD = ZkeffT ’,

ou T est le temps d’interrogation total entre la
premicre et la dernicre séparatrice. L’accélération

4 S

minimale détectable da vaut : da = 5
k,T* B

2

ou S/B est le rapport signal a bruit. L’utilisation
d’atomes froids est ici encore plus importante puisque
la sensibilit¢ augmente comme le carré du temps
d’interrogation. Une expérience de gravimétre
atomique™® a montré une sensibilité de 2.10® g en 1
seconde d’intégration et une exactitude d’environ 3
10 g. Ce niveau de performance est déja supérieur a
celui des seuls gravimetres absolus existants, dont le
fonctionnement repose sur la mesure de la chute d’un
coin de cube dans un interférometre optique de
Michelson. Dans le gravimetre a atomes froids, les
atomes, issus d’un piege magnéto-optique, sont
lancés verticalement comme dans les fontaines
atomiques et interagissent avec une paire de faisceaux
verticaux induisant les transitions Raman stimulées.
La limite actuelle de la sensibilité de cet appareil est
purement technologique (probléme de vibrations
parasites...) et peut étre améliorée de plus d’un ordre
de grandeur. La limite de [Dexactitude est
principalement limitée par le déphasage parasite
induit par la rotation de la Terre. En effet, ’appareil
devrait étre insensible a la rotation dans cette
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Gravimeétre atomique : Schéma du gravimétre atomique réalisé a 1’université de Stanford dans le groupe de
S. Chu (Nobel 1998). Sur la droite, on peut observer les variations de la pesanteur au cours du temps (ici sur
deux jours). La précision de ces mesures permet d’analyser I’influence de la lune et des marées entre autres.

configuration car, la trajectoire des atomes étant
paralléle a la direction de propagation des faisceaux
lasers, I’aire physique incluse entre les deux bras de
I’interférometre est nulle. Mais, la divergence
résiduelle des trajectoires atomiques entraine une tres
faible sensibilité a la rotation. L’utilisation d’atomes
encore plus froids, issus par exemple d’un condensat
de Bose-Einstein, permettra sans doute de réduire cet
effet et donc d’améliorer 1’exactitude.

2.3.3 Applications des capteurs inertiels
atomiques

Différents types d’applications sont envisagés en
physique fondamentale, en géophysique ou en
navigation inertielle pour les capteurs inertiels
(accélérometre ou gyrometre) de trés grande
sensibilité sur des temps d’intégration longs.

Physique fondamentale :

Certains tests de la relativit¢ générale d’Einstein
requicrent des capteurs inertiels de sensibilité encore
meilleure que celles qui sont accessibles aujourd’hui.
Comme pour les horloges atomiques, il est envisagé
d’effectuer une expérience sur un capteur inertiel a
atomes froids fonctionnant en microgravité afin
d’obtenir des temps d’interrogation plus longs, mais
également un niveau de vibrations parasites plus
faible. Le projet spatial HYPER?' proposé¢ a
I’ Agence Spatiale Européenne (ESA) en 2000, a pour
but d’effectuer de tels tests.

Le premier consiste a mesurer I’effet Lense-Thirring
da a la proximité d’une masse en rotation. En effet, la
rotation de la Terre provoque un entrainement des
référentiels d’inertie locaux, qui précessent par
rapport a un référentiel lointain défini par exemple
par trois étoiles fixes dans le ciel. Pour mesurer cet
effet, il est nécessaire de disposer d’un gyrometre
d’une trés grande sensibilit¢ (3x10™? rad.s™ en 1
seconde d’intégration) et une stabilit¢ a long terme
permettant de mesurer cet effet avec une résolution au
niveau de 10" rad.s”’ en un an. Il est également
possible de tester le principe d’équivalence (égalité
de la masse liée a I'inertie et de la masse liée a la
force de gravité) avec une résolution au niveau de 10
" en utilisant un accélérométre de trés grande
sensibilité (10'* g en 1 seconde d’intégration).

Géophysique

Des capteurs inertiels de trés grande sensibilité sont
des outils importants en géophysique. La mesure des
fluctuations du champ de pesanteur et de la vitesse de
rotation locale donne des informations nécessaires a
la modélisation de 1’écorce terrestre et de sa
déformation sous Deffet d’éléments perturbateurs
(effets de marée, poids des océans et des nuages...).
Ces informations sont également nécessaires a la
compréhension des variations de la vitesse de rotation
de la Terre. L’utilisation de gyromeétres peut
¢galement contribuer directement a la mesure de la
rotation de la terre, méme si les dispositifs actuels ne
peuvent rivaliser, pour les temps d’intégration tres
longs, avec les techniques d’astronomie VLBI (Very
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Mission HYPER : La proposition de mission HYPER, utilisant des interférométres embarqués dans I’espace, a été étudiée par ’ESA dans
le cadre de la campagne de FLEXI-MISSION F2/F3, puis dans le cadre d’une étude industrielle qui a montré avec succes la faisabilité
technique de cette mission. Cette mission doit mesurer la rotation d’un satellite grace a deux gyrométres atomiques embarqués (figure de
gauche). On compare alors la mesure de rotation «locale» effectuée par ces gyrométres a une mesure «absolue» grace a un pointeur
d’¢étoile fixe lors d’une rotation autour de la terre. La différence entre les deux mesures, de I’ordre de 1 picodegre d’arc par secondes, est
une signature de I’effet relativiste de déformation de 1’espace-temps par une planéte.

Large Base Interferometry) basées sur le pointer composition de 1’écorce terrestre avec des

d’étoiles lointaines. Mais une amélioration de leur

sensibilit¢ d’un ordre de grandeur suffirait a les
rendre compétitifs et surtout apporterait des données

applications en recherche pétroliere.

Navigation inertielle

Les capteurs inertiels de grande précision sont

complémentaires pour des temps d’intégration plus
courts. Enfin, la mesure du gradient de gravité
terrestre a 1’aide de gradiometres atomiques de
grande précision® est envisagée pour des études de

également utilisés pour la navigation inertielle,
notamment des sous-marins ou des satellites, ou une
trés grande stabilité a long terme est exigé

" Keppler a observé en 1619 que la queue des cometes pointait toujours dans une direction opposée au soleil.

* L’effet doppler est un effet de modification de la fréquence sonore ou lumineuse dans un référentiel en
mouvement.
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6.5 Annexe : quelques notions de gravitation et de re-

lativité
Théorie de la gravitation et métrique

Dans la limite ou, localement au voisinage d’un point, les champs de gravitation sont négli-
geables, la courbure de 'espace-temps est nulle et ’espace prend alors la forme d’un espace
de Minkowski (c’est I'espace fixant le cadre de la relativité restreinte), plan et isotrope, dont
la métrique est donnée par I'équation d’un rayon lumineux ds? = c?dt? — da? — dy? — dz? qui
exprime le fait qu'un rayon lumineux parcourt de maniere isotrope une distance ¢t pendant
une durée £. Dans les mémes conditions, mais dans un repere tournant a une vitesse 2,, la
métrique ds devient ds? = 2dt>— Q2 —QZ —da? —dy*— dz2+2Q,dx — Q,dy avec Q,, = 2Q,udt
(u = z,y). Pour obtenir cette nouvelle métrique, il suffit d’effectuer un changement de repere
pour passer du repere galiléen au repere tournant. En présence de gravitation, on peut sim-
plement appliquer le principe d’équivalence qui implique qu'un observateur mis en présence
de gravitation peut simplement considérer que son référentiel est accéléré par rapport a un
référentiel d’inertie. Ainsi tous les champs de gravitation peuvent étre interprétés comme
des mouvements du référentiel du laboratoire par rapport a un référentiel d’inertie, et ré-
ciproquement, tout mouvement du référentiel du laboratoire par rapport a un référentiel
d’inertie peut étre interprété comme un champ de gravitation dans un référentiel d’inertie.
Les champs de gravitation vont alors modifier la métrique comme pour le passage dans un
référentiel tournant, et celle-ci ne correspondra plus a un espace-temps homogene et isotrope
(on parle alors d’espace de Minkowski courbe, ou d’espace de Riemann). Dans le cas d'un
point situé au voisinage d’un corps sphérique massif (comme c’est le cas pour la mission

HYPER), la métrique prend la forme d’une métrique de Schazschild :
ds? = (1+2U) ? — (1 +2U) " dr® — r(d6? — sin® 0d¢?)), (6.11)

ot GG est la constante de gravitation, et M la masse du corps massif et U = —% le potentiel

gravitationnel newtonien classique !.

Si le corps tourne sur lui-méme a une vitesse relativement faible, comme c’est le cas de la

terre, la métrique sera donc modifiée et prendra la forme d’une métrique de Kerr-Newman
2 2,2 1392 20102 . 2 2 4 .,
ds* = (142U)ct* — (1 +2U)  dr® —r*(df° — sin” 0d¢”)) + — sin” Odedt, (6.12)
r

qui est simplement la métrique de Schwarzshild, auquel s’ajoute un terme lié au moment

cinétique du corps en rotation.

1On retrouve bien le cas d’un espace de Minkowski si r — 0o, c’est-a-dire dans le cas d’une gravitation
négligeable.
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local
reference:
ASU in-plane
rotation rate

PST line of
sight

Fig. 6.13 : Déformation de la métrique
par un corps massif tournant. Le référen-
tiel d’inertie local est entrainé en rota-
tion par les courants de masses proches
de lui, qui vont provoquer un changement
d’orientation de ses axes par rapport a un
autre référentiel d’inertie donné par trois
étoiles lointaines. C’est pourquoi cet effet
s’appelle aussi effet « d’entrainement du

référentiel d’inertie local »

Analogie avec I’électromagnétisme

Il existe une analogie au niveau du formalisme entre la gravitation et ’électromagnétisme
[131]. En électromagnétisme, le champ électrique E découle du potentiel coulombien scalaire
V et le champ magnétique B découle du potentiel vecteur A . De méme en gravitation, le
champ de pesanteur G (appelé aussi champ gravito-électrique) découle du potentiel new-
tonien U et, par analogie il devrait exister un champ gravito-magnétique H = V x h qui
découlerait d’un potentiel vecteur h. Par exemple, un champ électrique pur E dans un réfé-
rentiel donné peut apparaitre comme un mélange de champs E et B dans un autre référentiel.
Ainsi un observateur, qui se déplace a la vitesse v par rapport a un champ E pur voit appa-
raitre un champ B ~ v x E perpendiculaire a v . De la méme fagon on peut dire que la Terre
rayonne du fait de sa masse, un champ G radial pur. Un observateur placé a une distance
r d’'une masse M et se déplacant par rapport a elle a la vitesse v, va se déplacer dans ce

champ de gravitation et va donc voir apparaitre un champ gravito-magnétique

H:Vxh:—ﬁGM

2 c2r3

(rxr). (6.13)
Par analogie entre le champ magnétique et le champ gravito-magnétique, une sphere de
masse M , de rayon a , et de vitesse de rotation €2, va produire, outre le champ de pesanteur

G di a sa masse, un champ [132] gravito-magnétique

H:Vxh:—l<M>

> = (6.14)

Grace a ce formalisme ”gravito-magnétique”, on peut maintenant simplement calculer le

déphasage d’origine relativiste a la sortie de I'interférometre comme proportionnel au flux du
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champ gravito-magnétique a travers ’aire de 'interférometre. Ce résultat a été montré dans
le cas d’un gyrometre optique [133], avec comme point de départ les équations de Maxwell en
tenant compte de la métrique de Kerr-Newman. On peut alors montrer qu’on peut négliger
la métrique en supposant que les ondes lumineuses se propagent dans un diélectrique dont les
équations constitutives sont directement reliées au potentiel gravitomagnétique. Dans le cas
des ondes de matiere, on peut effectuer un calcul précis du déphasage dans le cas d’un atome
a deux niveaux de spin, par intégration de I’équation de Dirac dans le cadre de la métrique
relativiste limitée aux champs faibles dans [134]. Ce calcul peut étre ensuite généralisé et
interprété en terme de champs gravito-magnétique et gravitoélectrique [135] 136, 137, 63, 138]
ou l'effet Lense-Thirring apparait comme étant dua pour moitié a ’action du champ gravito-

magnétique et pour 'autre moitié, a ’action du champ gravitoélectrique.

Fig. 6.14 : Les lignes de champ du
champ gravito-magnétique ressemblent
aux lignes de champs magnétiques créées
par un dipéle (Image tirée du projet GPB
http ://einstein.stanford.edu).

Le déphasage entre les deux voies d’un interférometre, directement proportionnel au flux du

champ gravito-magnétique a travers son aire, s’écrit alors :

2 2
Ap=— HdS=-H-A 6.15
o=7 [ [mas=3 (6.15)
dans le cas d’un interférometre photonique et similairement
2mc
Ap = TH A (6.16)

Le déphasage total a la sortie du gyrometre est donc donné par la valeur du champ gravito-
magnétique, et, dans le cas d'un gyrometre orienté suivant (Oz) posé sur la Terre en un point

dont la colatitude est z vaut :

2A 1 M 1
Ap =2 {Q—— (32 Qsin29> +—£(1—360529)} (6.17)

h c T cr

ou M, r, 2 et J sont respectivement la masse, le rayon, la vitesse de rotation et le moment

angulaire de la Terre. Le premier terme est bien stur le déphasage lié a la rotation de la
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Terre. Le gyrometre étant posé sur le sol avec son axe d’entrée parallele a celui de la rotation
de la Terre, la contribution au déphasage est directement A¢ = QAT’”Q. Le deuxieme terme
correspond a l'effet de Sitter. Il est di au fait que la masse de la Terre courbe légerement
I’espace-temps et que les ondes atomiques de notre gyrometre se déplacent dans cet espace
courbé. On constate que si le gyrometre est placé a I'un des poles de la Terre (f = 0) , cet
effet est nul, ce qui se comprend bien car le mouvement du gyrometre dans le champ de
gravitation est alors nul. Le troisieme terme correspond a l'effet Lense-Thirring. Il est lié au

fait que la Terre tourne sur elle-méme, et entraine avec elle le repere d’inertie local.
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CHAPITRE 7

Conclusion

La fin du XXe siecle a marqué un tournant important pour le domaine de 'optique et de
linterférométrie atomique. Tout d’abord, c’est le formidable potentiel des senseurs inertiels
a atomes refroidis qui a été mis en évidence dans des expériences pionnieres aux Etats-Unis,
relayées ensuite par les projets européens comme la collaboration IOTA - SYRTE sur le
gyrometre atomique. Presque simultanément, ce domaine voyait apparaitre une révolution
identique a la découverte du laser dans les années 1960 : la condensation de Bose-Einstein.
Aujourd’hui, I'interférométrie atomique est un theme majeur au sein de notre communauté,
et son attrait s’étend tant aux applications métrologiques (projet de balance du Watt du
LNE), aux applications industrielles (les grands industriels collaborent maintenant avec les
laboratoires de recherche fondamentale dans ce domaine), qu’aux applications plus futuristes
dans I'espace (projet HYPER et ICE).

Fort de mon travail sur les sources atomiques cohérentes, j'espere au cours des prochaines
années pouvoir démontrer, lors d’expériences sur le montage de source cohérente versatile
achevé en 2003 [, les possibilités d’amélioration de la détection inertielle grace a l'utilisation
des lasers a atomes dans de nouvelles configurations d’interférometres. On peut par exemple
penser a la mise en place d’un guide lumineux torique pour atomes dans lequel les proprié-
tés superfluides des condensats de Bose-Einstein serviraient directement a la détection de la
vitesse de rotation, d’'une manieére identique aux gyrometres superfluides [2]. Sur ce montage
de source cohérente versatile, outre le transport du condensat dans la « chambre de science
» qui est pratiquement achevé, j’espere aussi avancer significativement dans I’étude du char-
gement continu d’une cavité atomique pour atteindre le fonctionnement continu d’un laser

a atomes, un des problemes encore non résolu actuellement.

Mon activité dans ce domaine se completera aussi par la poursuite du projet d’Interférométrie
Cohérente pour ’'Espace (ICE). Une partie importante de notre activité sera consacrée a la
conception et a la construction d’une enceinte a vide et de ses systemes dans le but d’obtenir
une premiere version d’un interférometre « classique », pouvant étre utilisé pour des tests
préliminaires en chute libre (en vol parabolique si ’environnement vibratoire le permet), pour
ensuite faire évoluer ce dispositif vers un interférometre & source cohérente. Dans ce cadre,
un effort sera porté sur la possibilité d’utiliser la source laser spatialisable de FTONERA,
éventuellement modifiée, pour réaliser toutes les étapes de refroidissement. Des développe-

ments futurs permettront d’aboutir a un interférometre permettant d’atteindre des temps
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d’interrogations de plusieurs secondes en microgravité. L’expérience et les résultats obtenus
devraient permettre par la suite d’entamer une phase de définition d’un prototype spatia-
lisable et d’envisager une comparaison des performances entre un accélérometre a atomes

froids et un accélérometre électrostatique.

Ma participation dans les divers programmes spatiaux qui ont trait avec les atomes froids
devrait se renforcer dans les prochaines années si 'intéréet de ’espace pour les atomes froids
continue a grandir comme il 'a fait ces dernieres années. En effet, il semble indispen-
sable qu’en parallele avec le développement technologique lié principalement a 1'utilisation
d’atomes froids (comme PHARAO ou HYPER), un effort soit lancé sur 'utilisation de sen-
seurs inertiels de nouvelle génération utilisant des sources atomiques cohérentes (condensats
de Bose-Einstein et laser a atomes). Les avantages de telles sources peuvent étre nombreux.
La taille de I’échantillon atomique peut étre de quelques micrometres, et ’'on peut facilement
réaliser des interférometres d’aire importante avec un encombrement réduit, en utilisant a
la fois de faibles vitesses longitudinales combinées avec des séparations importantes entre
paquets d’ondes atomiques. La forte cohérence de ces sources permettra d’augmenter encore
d’au moins un ordre de grandeur le temps d’interaction en conservant un tres bon rapport
signal & bruit. De plus, le nombre d’atomes accessibles (environ 10°) permet d’obtenir un
rapport signal a bruit de 1000 avec des techniques de détection classique, et pourrait étre
amélioré en utilisant des états non classiques. Le projet ICE s’inscrit dans cette logique en

projetant d’utiliser pour la premiere fois des lasers a atomes dans des senseurs inertiels.

Néanmoins, I'utilisation des condensats de Bose-Einstein dans ces domaines appliqués néces-
site un nouvel effort a la fois scientifique et technologique. Une premiere méthode nécessite
le développement d’électroaimants puissants en utilisant par exemple des matériaux ferro-
magnétiques légers pour limiter le surplus de poids tout en utilisant de faibles puissances
électriques, ou des puces atomiques qui permettraient d’intégrer tout le dispositif. Une autre
méthode est basée sur 'utilisation de dispositifs tout optique nécessitant le développement
de faisceaux laser de puissance (plusieurs Watts) dans l'infrarouge pour utilisation dans
I’espace. Il est intéressant de noter que la source puissante utilisable dans ce cas est compa-
tible, par exemple, avec les besoins de LISA (laser YAG & 1064 nm). Je compte continuer
mes investigations dans ces voies, en particulier sur le nouveau montage de mélange bo-
sons/fermions. La construction d’un nouveau dispositif pour I’étude d’un mélange binaire de
bosons (rubidium) et de fermion (potassium), dégénérés ou non me semble aussi étre une
évolution logique de ma prospection des sources cohérentes. Un tel dispositif présente d’une
part un tres grand intérét pour 'interférométrie atomique. On peut en effet montrer dans
les expériences préliminaires qu'une tres forte limitation a 1'utilisation des condensats de
Bose-Einstein réside dans la forte interaction entre atomes qui résulte non seulement en une
tres grande énergie d’expansion du gaz non piégé, mais aussi dans des décalages collisionnels
importants qui peuvent limiter la sensibilité des mesures interférométriques [3, 4] [5 [6]. Le

mélange quantique Rubidium/Potassium présente une richesse importante pour des études
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dans cette direction, car d’une part il est possible de modifier les propriétés collisionnelles
du gaz, en utilisant par exemple des résonances de Feshbach [7]. D’autre part, un ensemble
de fermions ultra-froids correspond a un gaz parfait, ot les interactions entre particules sont
quasi nulles. Il semble de plus assez certain que la physique des mélanges quantiques binaires,
domaine fortement étudié en matiere condensée, devrait s’avérer d’une grande richesse dans

les cas des atomes.

Sur un aspect plus fondamental, 'amélioration des techniques de production des conden-
sats de Bose-Einstein, voir de leur production en continu, reste un probleme ouvert que
quelques laboratoires, dont le laboratoire Kastler-Brossel et mon équipe en France, sont en
train d’aborder. Plus fondamentalement, les questions liées a la cohérence, et a son maintien
lors de I’évolution d’une superposition cohérente « macroscopique » restent tres ouvertes et
le condensat est tout particulierement privilégié pour ce type d’étude. Fn ce qui concerne
le dispositif le plus ancien qui a fourni le coeur des résultats présentés ici, les possibilités
restent nombreuses. D’une part, la qualité de ce dispositif, combiné avec la mise en place
d’un dispositif d’analyse de la cohérence par spectroscopie de Bragg permet d’étudier en dé-
tail I’évolution cinétique d’un gaz quantique au seuil de la dégénérescence. Si des premieres
expériences, observant la croissance de la population de I’état fondamental, ont démontré
certaines similitudes entre la transition de Bose-Einstein et 1'effet laser, une étude plus pous-
sée devrait permettre de résoudre le mystere de 'apparition du parametre d’ordre a grande
échelle (établissement de la cohérence) dans le condensat. D’autre part , notre dispositif per-
met d’atteindre des régimes de dégénérescence quantique « exotiques » de dimension réduite
dont I’étude pourra étre poursuivie dans le cas d’un potentiel de piégeage « unidimensionnel
» apériodique. Par exemple, on utilise maintenant le dispositif de spectroscopie de Bragg
pour étudier la modification de propriétés thermodynamiques et la disparition d’interactions
a longue portée entre les éléments d’un condensat placé dans un potentiel "aléatoire” (dis-
parition par rapport & ce qui a lieu dans un potentiel périodique). Ce potentiel aléatoire
est obtenu par superposition d’un potentiel "rugueux” au potentiel de piégeage. Ce potentiel
“rugueux”, de hauteur controlable, est réalisé a partir d’'un faisceau laser comportant une
figure de speckle. Si la taille des grains de speckle est grande devant la taille du condensat
dans les directions transverses mais petite devant son extension longitudinale, seule la dyna-
mique axiale du quasi-condensat est affectée par la présence du potentiel aléatoire. La mise
en place de ce dispositif ouvre en outre une toute nouvelle thématique liée aux problemes de

localisation dans des potentiels aléatoires.

Pour finir, j’aimerai mentionner mon implication dans une activité en biophysique. Cette
activité, initiée en 2002 par D. Fourmy, S. Yoshizawa et moi-méme, a eu du mal a trouver
son rythme de croisiere, mais arrive maintenant a maturité et nous devrions rapidement
aborder les expériences projetées initialement. Dans un premier temps, ’étude cinétique de
la production d’une protéine, en observant 1’adjonction d’acides aminés marqués au cours du

temps, devrait présenter une premiere dans ce domaine. Cette expérience releve cependant
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certaines difficultés, comme par exemple la nécessité de plusieurs marqueurs compatibles
entre eux. La recherche de ces « nouveaux marqueurs », et de leur source d’excitation
optique pourrait d’ailleurs a terme représenter une activité originale exploitant pleinement
I’ensemble de 'expertise existant au sein du laboratoire Charles Fabry. On peut par exemple
penser a l'utilisation des nouveaux « points quantiques » et I’étude de leur compatibilité
avec les techniques de FRET couramment utilisées avec les marqueurs classiques. Une autre
grande étape dans I'avancement de cette expérience sera la combinaison des techniques de
détection de fluorescence avec le piégeage de 'ARN messager et la mesure des forces qui

s’exercent sur lui au cours de la translocation.
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