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Sujet :
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ceci n’est bien évidemment pas tombé dans l’oreille d’une sourde, et cela m’a
certainement permis de comprendre plus rapidement les différents phénomènes
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interprétations.

Les résultats présentés ici constituent le travail de toute une équipe. Lorsque
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pour traquer les moindres instabilités réduisant la précision de la mesure. Je les
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nalement tout appris tant sur le plan physique que sur le plan expérimental (cette
manip ayant, comme beaucoup d’autres, ses petits caprices qu’il faut savoir ha-
bilement dompter). Je n’oublierai pas non plus les nombreuses heures de prises
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de façon pressante.
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souvenir tout particulier des TP d’électronique auprès de Frédéric Druon, avec
son humour incomparable et connu de tous.

Merci aux services techniques et généraux de l’Institut d’Optique qui per-
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3.1 Etudes précédentes sur les quasi-condensats . . . . . . . . . . . . 83

3.1.1 Première observation des fluctuations de phase . . . . . . . 83
3.1.2 Mesure quantitative par la fonction de corrélation en in-
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TABLE DES MATIÈRES 3
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Introduction

En 1923, Louis de Broglie émit l’hypothèse qu’à toute particule ayant une
quantité de mouvement ~p est associée une onde, dite désormais de de Broglie, dont
la longueur d’onde est donnée par : λdB = h/ |~p|. Cette hypothèse généralisait aux
particules massives la dualité “onde-corpuscule” déjà constatée pour les photons,
ceux-ci étant caractérisés à la fois par une longueur d’onde et par des valeurs
bien déterminées de la quantité de mouvement et de l’énergie.

L’hypothèse de L. de Broglie a été confirmée pour la première fois avec l’ex-
périence de diffraction des électrons par un cristal de Davisson et Germer [1]. Les
interférences d’ondes de matière, autre manifestation des propriétés ondulatoires,
ont été ensuite observées pour différents types de particules.

Fig. 1 – Expérience des fentes d’Young uti-
lisant des atomes de néon métastables. Cette
image est issue de l’article [2].

Ainsi, dès 1938, une première expérience d’interférométrie mettant en évi-
dence le caractère ondulatoire des neutrons a été réalisée1 [4]. Les années 1950
voient ensuite le développement de l’interféromètre à électrons de Möllenstedt [5].
L’interférométrie atomique démarre quant à elle à la fin des années 1980 avec une
première expérience d’interférométrie type fentes d’Young [6] et un interféromètre
à division d’amplitude [7]. Ce retard expérimental par rapport aux précédents
interféromètres est dû au fait que tous les outils mis en place précédemment pour
les neutrons ou les électrons afin d’avoir une source suffisamment collimatée et
cohérente ne peuvent s’appliquer au cas des atomes. Leur neutralité électrique
rend délicate leur manipulation et leur très faible pouvoir de pénétration dans la
matière dense interdit l’emploi de la diffraction par un cristal, technique utilisée

1Les interféromètres à neutrons ne se sont finalement réellement développés que dans les
années 1970 [3].
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pour les neutrons. La véritable révolution pour le développement des interféro-
mètres atomiques a été les avancées considérables réalisées sur la manipulation et
le refroidissement des atomes neutres, en particulier par la lumière. Ces avancées
ont d’ailleurs été récompensées par le prix Nobel de Physique de 1997 attribué
à C. Cohen-Tannoudji, S. Chu et W. D. Phillips [8–10]. La manipulation cohé-
rente des atomes par la lumière a permis ensuite de mettre en place divers outils
indispensables à l’optique atomique tels que les miroirs [11], les réseaux de dif-
fraction [7] ou encore les lames séparatrices [12]. La référence suivante [13] offre
une revue des publications consacrées à cette thématique.

Atomes et interféromètres de grande sensibilité

L’interférométrie atomique, comparée à l’interférométrie optique, présente de
nombreux avantages potentiels :

– Tout d’abord les atomes interagissent davantage avec leur environnement
que les photons. Leur moment dipolaire électrique et magnétique les rendent
sensibles aux champs électriques et magnétiques extérieurs, alors que leur
masse les rend sensible à une accélération ou une rotation. L’atome apparâıt
donc comme un outil idéal pour sonder l’environnement.

– Les atomes circulant dans l’interféromètre ont une vitesse beaucoup plus
petite que les photons. Les temps d’interaction peuvent donc être beau-
coup plus longs et la sensibilité intrinsèque des interféromètres atomiques
aux effets inertiels tels que l’accélération, la rotation ou la gravitation par
exemple, est supérieure à celle des interféromètres optiques de plusieurs
ordres de grandeur.

Si nous prenons par exemple le cas du gyromètre atomique, le gain potentiel
par rapport aux gyromètres optiques, toutes choses égales par ailleurs, peut être
évalué à :

effet Sagnac atomique

effet Sagnac photonique
=

mc2

hν
' 1011,

ν étant la fréquence de l’onde optique.
La mise en place d’interféromètres atomiques de très haute sensibilité, et

plus particulièrement de gyromètres atomiques, trouverait de nombreuses appli-
cations. En physique fondamentale, ceci ouvre la voie à des tests de relativité
générale, comme avec le projet spatial HYPER par exemple [14]. Elle trouverait
également des applications directes pour la navigation de satellites ou de sous-
marins, le grand intérêt pour ces derniers étant la très grande stabilité à long
terme de ce genre d’interféromètre permettant une plus grande autonomie.

Les interféromètres atomiques présentent cependant encore quelques incon-
vénients qui sont qu’actuellement :

– leur aire est beaucoup plus faible, de l’ordre du cm2, que celle des interfé-
romètres optiques dont l’aire peut aller jusqu’à la centaine de m2.
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– la luminance2 des sources atomiques étant plus faible, le rapport signal à
bruit reste plus petit que celui des interféromètres optiques.

Mais le gain en sensibilité a priori est si grand que les interféromètres atomiques
actuels ont déjà des performances aussi bonnes que les meilleurs interféromètres
optiques, comme pour les gyromètres atomiques par exemple [15, 16]. De plus,
les systèmes atomiques peuvent s’avérer beaucoup plus performants en terme de
stabilité à long terme.

Pour pallier les quelques inconvénients évoqués plus haut, plusieurs solutions
peuvent être envisagées. Une première possibilité serait de réaliser les expé-
riences d’interférométrie atomique dans l’espace, afin d’augmenter en particulier
les temps d’interaction. Mais ceci reste bien évidemment compliqué, très coûteux,
et peu intéressant pour les applications telles que la navigation de sous-marins
par exemple.

Une autre possibilité serait de réaliser des interféromètres atomiques guidés,
à l’aide de micro-pièges magnétiques par exemple [17–19], afin d’augmenter en
particulier la luminance de la source atomique. Ceci ouvrirait de plus la voie à
la réalisation d’interféromètres très compacts et de configurations très diverses.
De nombreux travaux sont actuellement en cours afin de montrer la faisabilité
de ce genre d’interféromètres. Les résultats obtenus sont d’ores et déjà très pro-
metteurs. Ceux-ci ont montré en particulier la possibilité de déplacer un nuage
d’atomes dans un guide dipolaire [20], de le déplacer sur plusieurs dizaines de cen-
timètres à l’aide de fils conducteurs déposés sur une surface (puce à atomes) [21]
ou encore de réaliser une séparatrice [22,23].

Enfin, une amélioration supplémentaire serait de pouvoir disposer d’une source
atomique de grande luminance, comme ce que nous avons en optique avec le laser.

Le condensat de Bose-Einstein comme source“idéale”pour
l’interférométrie

Les interféromètres atomiques actuels utilisent des sources atomiques dites
“thermiques”. Ces sources sont l’analogue atomique des sources optiques clas-
siques de faible cohérence. Comme dans les interféromètres optiques, ces inter-
féromètres atomiques sont efficaces lorsqu’ils opèrent à la teinte plate, c’est à
dire à très faible déphasage. Cette limite contraint l’utilisation des gyromètres
ou accéléromètres atomiques par exemple à la mesure de petites accélérations ou
vitesses de rotation. Une solution serait alors d’utiliser une source atomique de
grande cohérence.

Ce type de source a été obtenu pour la première fois en 1995, avec la réa-
lisation expérimentale du premier condensat de Bose-Einstein [24–26], système

2La luminance est l’intensité d’une source dans une direction donnée, divisée par l’aire
apparente de cette source dans cette même direction.
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où une fraction macroscopique de bosons s’accumule dans un état quantique
unique. Cette prouesse expérimentale et les premières investigations menées sur
le condensat ont donné lieu au prix Nobel de Physique 2001 décerné à E. A.
Cornell, C. E. Wieman [27] et W. Ketterle [28].

Fig. 2 – Passage d’un nuage thermique à un
condensat quasi-pur.

L’analogie avec le phénomène laser est ici transparente : tous les atomes d’un
condensat de Bose-Einstein sont décrits par la même fonction d’onde, comme les
photons d’un faisceau laser sont tous dans le même mode du champ électromagné-
tique. Ces condensats peuvent donc constituer des sources cohérentes. On parle
de lasers à atomes lorsque l’on extrait d’un condensat un flux d’atomes pulsé [29]
ou quasi-continu [30]. L’utilisation de ces lasers à atomes est très prometteuse
pour l’interférométrie atomique : leur cohérence et leur grande luminance laissent
à penser que l’optique atomique pourrait générer une révolution analogue à celle
de l’optique après la découverte de l’effet laser.

Condensat et guides d’onde

Finalement, l’idéal dans la réalisation d’interféromètres atomiques serait de
coupler l’intérêt du condensat de Bose-Einstein, avec sa grande cohérence et sa
grande luminance, à l’intérêt du guidage des atomes, sur une puce atomique par
exemple.

Fig. 3 – Photographie d’une puce atomique.
Cette image est tirée du manuscrit de thèse
[31].

De nombreux groupes ont d’ores et déjà obtenu un condensat sur ce type
de puce atomique, comme cela est en particulier le cas dans le groupe d’optique
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atomique d’Orsay [32]. Divers schémas d’interféromètres atomiques guidés ont
été proposés [33–35] et une première démonstration expérimentale a même été
réalisée très récemment [36].

De nombreuses questions restent toutefois encore ouvertes et doivent être
approfondies avant de pouvoir réaliser des interféromètres guidés performants
utilisant des lasers à atomes. Les guides d’ondes de la puce atomique impliquent
en particulier l’utilisation de condensats très confinés transversalement, avec des
rapports d’anisotropie pouvant aller jusqu’à plus de 1000. Or, le fait d’allonger le
condensat n’est pas sans conséquence sur sa cohérence en phase. Une chute de la
longueur de cohérence est en effet prédite théoriquement [37]. Les performances
d’un interféromètre atomique utilisant ce type de condensat seraient donc plus
faibles que dans le cas idéal d’un condensat parfaitement cohérent. Ceci n’est pas
forcément dramatique en soit, la longueur de cohérence pouvant tout de même
rester bien supérieure à celle d’une source thermique. De plus, la luminance reste
sans commune mesure avec celle des sources thermiques. Mais une compréhension
complète de l’interféromètre et une prévision de ses performances nécessitent
forcément une compréhension de la source utilisée la plus complète possible.

Notre but au cours de cette thèse a finalement été d’étudier en détails ces
fluctuations de phase sur les condensats allongés à l’équilibre, travail essentiel en
vue de la compréhension la plus précise possible de ce phénomène. Cette étude a
en particulier permis de montrer le bon accord entre la théorie de ces fluctuations
de phase et nos résultats expérimentaux. Nous nous sommes ensuite basés sur ces
résultats pour aborder et étudier le problème de la cinétique de formation de la
cohérence au cours de la croissance du condensat. Le but était ici de comprendre
le plus complètement possible notre source, que ce soit à l’équilibre, mais aussi
lors de “l’allumage” de notre source laser à atomes qu’est le condensat.

Plan du mémoire

Mon travail de thèse a été consacré à l’étude expérimentale des condensats de
Bose-Einstein fortement anisotropes, ceci dans la continuité des thèses de Fabrice
Gerbier [38] et Simon Richard [39]. Ce mémoire est organisé de la façon suivante :

– Le premier chapitre est consacré à la présentation générale des bases né-
cessaires à la compréhension des expériences que nous avons réalisées. Nous
rappelons en particulier les propriétés de cohérence des condensats de Bose-
Einstein dans le cas 3D peu allongé. Nous présentons ensuite les prévisions
théoriques sur la cohérence des condensats fortement allongés. Nous ob-
servons que ceux-ci peuvent présenter de fortes fluctuations de phase, à la
fois spatiales et temporelles, et nous montrons leur évolution en fonction
de divers paramètres comme le nombre d’atomes condensés, la température
ou les paramètres du piège magnétique contenant les atomes.
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– Le deuxième chapitre présente le montage expérimental sur lequel nous
avons travaillé et qui nous permet d’obtenir des condensats fortement allon-
gés. Nous abordons ensuite le dispositif que nous avons mis en place pour
l’étude de la cohérence des condensats. Ce dispositif utilise la manipulation
des atomes par la lumière et nous montrons comment celui-ci nous permet
de réaliser des lames séparatrices, des miroirs ou des réseaux de diffraction.

– Expérimentalement, nous nous sommes tout d’abord intéressés à l’étude des
condensats fortement allongés à l’équilibre. Les thèses précédentes, qui cor-
respondent au commencement de la mienne, se sont intéressées aux conden-
sats présentant de très fortes fluctuations de phase. La mesure de la cohé-
rence y était réalisée par l’intermédiaire de la mesure de la distribution
en impulsion des condensats. Le troisième chapitre présente l’expérience
complémentaire que nous avons réalisée afin de mesurer la longueur de co-
hérence de condensats présentant des fluctuations de phase plus faibles et
de faire le lien entre des condensats parfaitement cohérents et des conden-
sats présentant de fortes fluctuations de phase. Nous montrons comment
notre méthode interférométrique nous permet de mesurer la fonction de
corrélation et la cohérence de nos condensats.

– Enfin, le quatrième chapitre aborde le sujet de la cohérence des conden-
sats au cours de leur formation. Outre l’intérêt physique évident que pré-
sente cette étude, celle-ci est primordiale en vue de la réalisation de lasers
à atomes continus. Le taux de rechargement régulier du condensat peut en
effet être limité par la vitesse à laquelle se forme la cohérence en phase.
Après la description de notre expérience permettant l’étude de condensats
au cours de leur formation, nous présentons tout d’abord nos résultats
sur la montée de la fraction condensée. Nous comparons en particulier ces
résultats avec ceux déjà obtenus sur de précédentes expériences réalisées
avec des condensats peu anisotropes. Nous montrons également comment
cette expérience crée des nuages hors équilibre, avec des oscillations de
la taille des nuages. Enfin, nos résultats sur l’étude de la cohérence des
condensats en cours de formation sont analysés.
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La cohérence en optique
photonique et en optique
atomique

Dans ce chapitre, nous allons tout d’abord rappeler comment le concept de
cohérence à été introduit en optique photonique et le lien entre cohérence et fonc-
tions de corrélation des champs. Le but ici n’est pas d’être exhaustif, mais plutôt
de présenter très rapidement les résultats des phénomènes liés à la cohérence,
bien connus en optique. Pour une revue plus complète, on peut se référer aux
ouvrages suivants : [40,41].

Ceci nous permettra ensuite d’introduire facilement la cohérence en optique
atomique, avec en particulier la cohérence dans les condensats de Bose-Einstein,
équivalents atomiques des lasers en optique. Nous présenteront les fonctions de
corrélation et distributions en impulsion attendues pour ce type d’objet, fonctions
qui permettent de caractériser la cohérence.

Le condensat de Bose-Einstein est encore souvent perçu comme un objet
parfaitement cohérent. Nous montrerons dans la troisième partie que cet objet
apparemment “idéal” ne l’est pas forcément dans toutes les configurations. Ainsi,
dans le cas de condensats très fortement allongés, nous verrons que nous pouvons
avoir une chute de la longueur de cohérence due à l’apparition de fluctuations
de phase, fluctuations à la fois spatiales et temporelles. Nous verrons d’où pro-
viennent ces fluctuations de phase et ce que cela implique pour les fonctions de
corrélation et distributions en impulsion que nous désirons par la suite mesurer.

1.1 Cohérence en optique photonique

1.1.1 Historique

En optique physique, le terme“cohérence”est utilisé pour indiquer la tendance
qu’ont deux valeurs du champ séparées d’une certaine distance - dans l’espace
ou dans le temps - à être corrélées entre elles. La manifestation la plus simple
de ces corrélations est l’effet d’interférence que l’on obtient lorsque deux rayons
provenant d’une même source sont superposés. La possibilité d’obtenir ces franges
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représente généralement la définition optique de la cohérence. Cette définition
est restée satisfaisante tant que les expériences était restreintes à la mesure du
contraste des franges.

Les premières investigations liées au problème de la lumière cohérente et
partiellement cohérente sont dues à Verdet à la fin du dix-neuvième siècle qui
étudia la cohérence spatiale d’une source primaire étendue [42, 43]. Michelson a
ensuite établit le lien entre la visibilité des franges et la distribution en énergie
d’une raie spectrale [44], et entre la visibilité des franges d’interférence et la taille
de la source primaire [45]. Ce dernier résultat sur les propriétés de cohérence
spatiale des sources lui ont permis en particulier de remonter, à l’aide d’une
mesure de contraste de franges, au diamètre angulaire des étoiles.

Ces différents résultats n’étaient alors pas encore interprétés en terme de
cohérence et de corrélation du champ, ce concept n’étant apparu que plus tard.
Mais ils ont largement motivé et contribué à la mise en place de la théorie de la
cohérence partielle et à sa formulation.

La première mesure quantitative sur la corrélation de la vibration lumineuse
a été introduite par von Laue [46] au début du vingtième siècle. Viennent ensuite
les contributions de Berek [47] qui utilisa le concept de corrélation dans ses
expériences liées à la formation d’images dans un microscope.

Une nouvelle étape est franchie avec les travaux de van Cittert dans les années
1930 qui détermina les corrélations du champ entre deux points d’un écran éclairé
par une source primaire étendue [48]. Il détermina également ces corrélations en
n’importe quel point à deux instants différents [49]. Aux précisions des calculs
près, il trouva que les distributions de probabilité devaient être gaussiennes et il
détermina les coefficients de corrélation.

Peu après, Zernike proposa une approche différente et simplifiée des problèmes
de la cohérence partielle. Il définit la notion de“degré de cohérence”de la lumière
d’une façon directement reliée à l’expérience [50]. Ses méthodes se sont avérées
particulièrement adaptées pour le traitement des problèmes expérimentaux liés
à l’optique instrumentale. Tout ceci a encore été davantage simplifié et a été
appliqué à l’étude de la formation des images par Hopkins dans les années 1950
[51].

Toutes ces recherches ont permis de faire un premier lien entre l’optique cohé-
rente et l’optique incohérente. Mais elles restaient encore restrictives puisqu’elles
ne s’appliquaient qu’à la lumière quasi-monochromatique et dans des situations
où la différence de marche entre deux faisceaux qui interféraient était petite.
Wolf [52], ainsi que Blanc-Lapierre et Dumontet indépendamment [53] ont géné-
ralisé cette théorie avec l’introduction de fonctions de corrélation plus générales.
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1.1.2 Fonction de corrélation du premier ordre

Une onde lumineuse est classiquement décrite par un champ électromagné-
tique dépendant du temps et de l’espace. Le champ électrique est dans le cas
général1 :

E(~r, t) = |E(~r, t)| eiφ(~r,t). (1.1)

Une onde plane est donnée quant à elle par l’expression :

E = E0e
i(~k~r−ωt). (1.2)

Cette onde idéale est parfaitement cohérente. Nous pouvons en particulier, à
partir de la connaissance de sa phase en un point de l’espace-temps donné, en
déduire toutes les autres.

Le cas général (1.1) est donné, à partir de (1.2), par l’intégrale :

E(~r, t) =

∫
dω

∫
d~k E0(~k, ω)ei(~k~r−ωt). (1.3)

La longueur de cohérence temporelle d’un faisceau lumineux peut être mesu-
rée en le faisant interférer avec lui-même comme cela est montré sur la Figure
1.1. L’un des faisceaux parcourant une distance supplémentaire L, l’intensité au
niveau de la superposition des deux faisceaux est :

I =
I0

2

(
1 + cos[ωL/c]

)
, (1.4)

pour une onde plane, et :

I =
1

4

(
|E(~r, t)|2 + |E(~r, t + L/c)|2

)
+

1

2
Re

(
E?(~r, t)E(~r, t + L/c)

)
, (1.5)

dans le cas général.
L’information sur la cohérence du champ est contenue dans le terme d’inter-

férence, autrement dit dans le dernier terme des équations (1.4) et (1.5). Ceci
mène donc à la définition de la fonction de corrélation temporelle normalisée du
premier ordre :

g(1)(τ) =
〈E?(~r, t)E(~r, t + τ)〉
〈E?(~r, t)E(~r, t)〉

, (1.6)

où les crochets représentent une moyenne sur un ensemble statistique. De la
même façon, la fonction de corrélation spatiale normalisée du premier ordre est
définie comme :

g(1)(~r, ~s) =
〈E?(~r + ~s/2, t)E(~r − ~s/2, t)〉

〈E?(~r, t)E(~r, t)〉
. (1.7)

1Tout ce qui suit ne tient pas compte de la polarisation.
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source

L

Fig. 1.1 – Mesure de la longueur de cohérence à l’aide d’un interféromètre de
Michelson. L’un des rayons parcourt une distance supplémentaire L. Le taux de
décroissance du contraste des franges avec L donne la longueur de cohérence de
la source.

Le taux de décroissance de la fonction de corrélation (1.7) ((1.6)) avec ~s (τ)
donne la longueur de cohérence (le temps de cohérence) du champ reçu au point
~r.

Les quelques effets pouvant réduire la cohérence sont les suivants :
– la collimation : Pour des sources étendues spatialement incohérentes, même

si celles-ci sont parfaitement monochromatiques, les vecteurs d’onde arri-
vant en un point donné de l’espace présentent un certain étalement. Un
étalement trop important entrâıne un brouillage des franges d’interférence.

– l’impureté spectrale : L’émission des sources réelles est caractérisée par une
certaine distribution en fréquences due à la durée de vie finie des niveaux
atomiques, aux collisions entre atomes ou encore à l’élargissement Doppler.
Les diverses fréquences sont incohérentes, ce qui implique là aussi une baisse
de contraste des franges d’interférence.

– les fluctuations : Pour les mêmes raisons que précédemment, l’amplitude et
la phase de la lumière sont sujettes à des fluctuations aléatoires. Seule une
approche statistique permet alors de décrire les propriétés de la source.

1.1.3 Lien avec la distribution spectrale

La fonction de corrélation du premier ordre g(1)(τ) donnée par l’équation
(1.6) est symétrique en τ si le champ est stationnaire. Cette symétrie mène à
une propriété très importante de g(1)(τ), connue sous le nom de théorème de
Wiener-Khintchine, et qui donne :

1

T

∫
T

dt E?(t)E(t + τ) =
1

T

∫
T

dt E?(t)E(t− τ) (1.8)

∝
∫

ω

dω |E(ω)|2 eiωτ = TF−1[I(ω)](τ). (1.9)
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La fonction g(1)(τ) est donc proportionnelle à la transformée de Fourier de la
distribution spectrale de l’intensité lumineuse. La largeur de g(1)(τ) qui définit la
longueur de cohérence de la source est la réciproque de la largeur de la distribution
spectrale.

Cette propriété importante montre en particulier que la mesure de la longueur
de cohérence peut se faire :

– soit dans l’espace réel, avec la mesure de g(1)(τ). L’expérience à réaliser se
ramène alors à une expérience d’interférométrie et de mesure de contraste
de franges d’interférence.

– soit dans l’espace de Fourier, avec la mesure de la largeur spectrale de la
raie à l’aide, par exemple, d’un spectromètre.

1.1.4 Différents types de sources

La source monochromatique

L’onde plane a une distribution spectrale de la forme :

I(ω) = I0δ(ω − ω0). (1.10)

La fonction g(1)(τ) est alors une constante égale à 1 quel que soit τ .

La source élargie par collisions

Ce type de source a un profil de distribution spectrale lorentzien :

I(ω) = I0
a

Γ2/4 + (ω − ω0)2
. (1.11)

Par transformée de Fourier, nous trouvons :

g(1)(τ) ∝ e−Γ|τ |. (1.12)

Nous pouvons citer comme exemple de sources les lampes spectrales au so-
dium ou les lampes spectrales au mercure basse pression. La largeur spectrale est
alors de l’ordre de 10−2 nm.

Remarque : Lorsque les collisions peuvent être négligées, la largeur de la
distribution spectrale est limitée par la durée de vie finie du niveau excité des
atomes. Celle ci donne un profil de raie lorentzien, et on parle de largeur naturelle
de la raie pour la largeur de la distribution spectrale due à cet effet.

La source élargie par effet Doppler

La raie spectrale peut être également élargie du fait de la vitesse différente
de chaque atome émettant les photons. Lorsque cet effet prédomine, la source a



16 Chap 1 - La cohérence en optique photonique et en optique atomique

une distribution spectrale gaussienne :

I(ω) = I0 exp
(
− (ω − ω0)

2

2∆ω2

)
. (1.13)

La fonction g(1)(τ) est donc elle aussi gaussienne :

g(1)(τ) ∝ exp
( 1

2(∆ω τ)2

)
. (1.14)

Le laser

Dans un laser monomode, quasiment tous les photons se trouvent dans le
même mode la cavité. Dans le cas d’un laser idéal où tous les photons sont
dans le même état quantique, nous retrouvons une distribution spectrale et une
fonction de corrélation identiques à celles trouvées dans le cas de l’onde plane.
Expérimentalement, la largeur de la fonction de corrélation n’est pas infinie mais
reste très grande. Elle est essentiellement limitée par les instabilités de la cavité
et de façon ultime par la diffusion de phase Schawlow-Townes.

1.1.5 Cohérence temporelle et cohérence spatiale

Dans ce qui précède, nous avons essentiellement discuté de la cohérence tem-
porelle. Le temps de cohérence d’une source ∆t ∼ 1/∆ν est donné par la largeur
de g(1)(τ), et la longueur de cohérence est l = c∆t. Cette longueur correspond,
par exemple, à la différence de marche maximale que nous pouvons appliquer
entre les deux bras d’un interféromètre de Michelson - éclairé par cette source -
pour pouvoir observer des interférences.

La notion de cohérence spatiale contient deux aspects :
– la cohérence longitudinale, autrement dit la longueur de cohérence suivant

la direction de propagation. Ceci n’est rien d’autre que la cohérence tem-
porelle.

– la cohérence transverse. Dans le cas d’une source parfaitement monochro-
matique mais spatialement incohérente, ceci représente la mesure de la
collimation de la source et donc la mesure de l’étalement ∆~k des vecteurs
d’onde. La longueur de cohérence transverse est alors :

lc =
2π∣∣∣∆~k

∣∣∣ . (1.15)

Le laser monomode présente là aussi une très bonne cohérence spatiale
transverse avec un faisceau d’une très faible divergence.

C’est cette propriété de cohérence spatiale transverse qui a été utilisée par A.
A. Michelson pour mesurer le diamètre angulaire d’une étoile.
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1.1.6 Fonction de corrélation d’ordre supérieur

Fonction de corrélation du second ordre

De la même manière que nous avons défini la fonction de corrélation du pre-
mier ordre, nous pouvons définir des fonctions de corrélations d’ordre supérieur.
La fonction de corrélation du deuxième ordre mesure par exemple les corréla-
tions de l’intensité. Dans le cas purement temporel par exemple, cette fonction
normalisée est définie comme :

g(2)(τ) =
〈E?(t)E?(t + τ)E(t)E(t + τ)〉

〈E?(t)E(t)〉2
, (1.16)

=
〈I(t)I(t + τ)〉

〈I(t)〉2
. (1.17)

Cette fonction de corrélation est directement liée à celle du premier ordre :

– Dans le cas d’un laser monomode idéal, g(1)(τ) et g(2)(τ) valent 1 quel que
soit τ .

– Pour toutes les sources où une description statistique gaussienne2 peut s’ap-
pliquer, qui incluent les distributions spectrales lorentzienne et gaussienne
décrites plus haut, nous avons la relation suivante :

g(2)(τ) = 1 +
∣∣g(1)(τ)

∣∣2 . (1.18)

Dans le dernier cas, g(2)(τ) tend vers 2 lorsque τ tend vers 0 : la probabilité de
détecter deux photons quasi-simultanément est donc deux fois plus importante
qu’à temps long où g(2)(τ) tend vers 1. Cet effet, valable pour les bosons, est bien
connu sous le nom d’effet Hanbury Brown et Twiss.

Fonction de corrélation d’ordre supérieur à 2

Pour terminer sur la cohérence en optique, il est évident que les fonctions
de corrélation d’ordre supérieur à deux sont importantes pour la description
complète du champ électromagnétique et de ses propriétés de cohérence. Ainsi,
la cohérence parfaite requiert une succession infinie de conditions sur toutes les
fonctions de corrélation. R. Glauber [54] a montré que ces conditions se ramènent
à une condition de factorisation des fonctions de corrélation. On dit alors que
la cohérence est d’ordre m lorsque la condition de factorisation sur toutes les
fonctions de corrélation d’ordre n tel que n ≤ m est satisfaite.

2autrement dit lorsque la champ peut être considéré comme une somme d’un grand nombre
de contributions aléatoires indépendantes et donc incohérentes, mais de mêmes propriétés sta-
tistiques.
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1.2 Cohérence en optique atomique

1.2.1 Atomes et ondes de matière

Nature ondulatoire des atomes

Tout comme les photons, les atomes peuvent être à la fois considérés sous
leur aspect corpusculaire et sous leur aspect ondulatoire. Ainsi, on associe à une
particule ayant une quantité de mouvement ~p une longueur d’onde, dite longueur
d’onde de de Broglie, donnée par :

λdB =
h

|~p|
, (1.19)

et un vecteur d’onde :
~kdB =

~p

~
. (1.20)

Dans le cas d’un ensemble statistique de particules ayant une énergie d’agitation
thermique moyenne 3

2
kBT , on leur associe plutôt une longueur d’onde dite de de

Broglie thermique :

λdBTh
=

√
2π~2

mkBT
, (1.21)

où m est la masse de la particule.
Cette nature ondulatoire des particules, et donc des atomes, implique que

ce que nous venons de voir en optique photonique peut également s’appliquer
aux atomes. Nous pouvons donc de la même manière introduire les fonctions de
corrélation et les distributions spectrales des ondes de matière qui vont caracté-
riser leur cohérence. La fonction de corrélation du premier ordre peut encore une
fois être déterminée à partir d’une expérience de mesure de contraste de franges
d’interférences entre deux faisceaux issus d’une même source mais décalés l’un
par rapport à l’autre dans l’espace ou dans le temps. La distribution spectrale
est quant à elle, d’après (1.19), directement liée à la distribution en impulsion
de la source. Ainsi, plus la classe de vitesse à laquelle appartiennent les atomes
d’une source atomique est fine, plus cette source est cohérente.

Différents type de sources atomiques

Comme nous l’avons dit en introduction, la nature ondulatoire des atomes
peut être utilisée pour développer des interféromètres atomiques de grande sen-
sibilité, potentiellement bien plus importante que celle des interféromètres op-
tiques. Par ailleurs, pour ne pas avoir un brouillage trop rapide des franges
d’interférence que l’on veut observer, le développement de ces interféromètres
atomiques nécessite de disposer d’une source suffisamment monochromatique,
obtenue soit :
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– en sélectionnant le plus précisément possible une classe de vitesse donnée.
On parle alors de jet thermique filtré. La classe de vitesse transverse peut
être sélectionnée à l’aide d’un diaphragme par exemple.

– en piégeant puis en refroidissant les atomes dans un piège magnéto-optique
par exemple. Ceci permet là aussi de diminuer la largeur de la distribution
en impulsion. Ce sont ce type de sources thermiques qui sont utilisées dé-
sormais dans les interféromètres atomiques tels que les gyromètres. Leurs
avantages comparés aux jets thermiques sont leur plus grande densité et
leur faible vitesse moyenne qui permet de longs temps d’interaction dans
l’interféromètre et qui augmente donc leur sensibilité.

– en refroidissant encore davantage sous une certaine température critique.
On obtient alors un condensat de Bose-Einstein, analogue atomique du la-
ser en optique. Son intérêt pour l’interférométrie est bien évidemment sa
grande cohérence, mais aussi sa grande luminance. C’est ce type de source
que nous avons étudié.

1.2.2 Source atomique cohérente : le condensat de Bose-
Einstein

La longueur d’onde de de Broglie thermique associée à une particule et donnée
par (1.21) indique l’étalement caractéristique de l’onde associée à cette particule.
A température ambiante, nous trouvons une longueur d’onde de l’ordre de la
dizaine de picomètre, donc généralement bien plus petite que la distance moyenne
entre particules et que le rayon de Bohr. La nature ondulatoire de l’atome est
alors quasiment invisible. Pour que celle-ci apparaisse, il est donc nécessaire de
baisser la température.

En baissant suffisamment la température, nous pouvons obtenir un étalement
de la fonction d’onde λdBTh

de l’ordre de la distance moyenne entre particule
n−1/3, n étant la densité atomique. Les fonctions d’onde commencent alors à se
recouvrir, et nous pouvons voir apparâıtre, dans le cas d’un système de bosons,
ce que l’on appelle la condensation de Bose-Einstein. A température plus élevée,
les atomes se répartissent de façon aléatoire sur les différents niveaux d’énergie
du système avec une probabilité de présence sur chaque niveau inférieure à 1.
La condensation de Bose-Einstein est au contraire un phénomène où les atomes
viennent s’accumuler dans le niveau d’énergie fondamental du système, bien que
la température soit encore suffisamment élevée pour autoriser plus d’un niveau
peuplé. Le critère de condensation sur la longueur d’onde de de Broglie thermique
est donné par [55] :

nλ3
dBTh

≥ 2, 612, (1.22)
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qui se traduit par un critère sur la température :

kBT ≤ kBT 0
c =

2π~2

m

( n

2, 612

)2/3

, (1.23)

T 0
c étant ici la température critique pour un gaz sans interaction à la limite

thermodynamique.
Les expériences décrites dans cette thèse ont été réalisées avec des atomes

piégés dans un potentiel harmonique de symétrie cylindrique, donc du type :
Vext = V0 + m/2(ω2

⊥x2 + ω2
⊥y2 + ω2

zz
2) avec ω⊥ et ωz les pulsations radiale et

axiale du potentiel. La température critique peut s’exprimer alors à partir du
nombre total d’atomes N [56] :

kBT 0
c = 0, 94~ωN1/3, (1.24)

avec ω = (ω2
⊥ωz)

1/3 la moyenne géométrique des pulsations du piège.

1.2.3 Fonction d’onde macroscopique

Dans le cas d’un gaz idéal, les atomes condensés occupent tous le niveau
d’énergie fondamental du système, et occupent la même fonction d’onde. Nous
avons l’équivalent atomique des photons d’un laser en optique qui se trouvent
tous dans le même mode de la cavité. Nous pouvons représenter le condensat
par une fonction d’onde unique macroscopique Ψ =

√
N0Ψ0, Ψ0 étant la fonction

d’onde de l’état individuel des atomes normalisé à 1. La densité atomique est
donnée par n(~r) = |Ψ|2(~r).

Equation de Gross-Pitaevskii

Dans le cas d’un gaz dilué, c’est à dire tel que na3 � 1, avec a la longueur de
diffusion lors d’une collision dans l’onde s, la fonction d’onde du condensat est
en très bonne approximation solution de l’équation de Gross-Pitaevskii suivante
[55] : [

− ~2∆

2m
+ Vext(~r) + g|Ψ|2(~r)

]
Ψ(~r) = µΨ(~r), (1.25)

où Vext est le potentiel de piégeage externe, g = 4π~2a/m est la constante de
couplage due aux interactions et µ est le potentiel chimique. Le premier terme de
cette équation représente l’énergie cinétique et le deuxième l’énergie potentielle
de l’oscillateur harmonique. Enfin le troisième terme est un terme non linéaire
qui prend en compte les interactions et est proportionnel à la densité atomique
n(~r) = |Ψ|2(~r). Cette approche revient à considérer le mouvement de chaque
particule du condensat dans le champ moyen créé par les N0−1 autres particules
condensées. L’équation de Gross-Pitaevskii, qui peut être vue finalement comme
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une équation de Schrödinger possédant un terme non linéaire, est une approxima-
tion qui permet de surmonter la difficulté de résoudre de façon exacte l’équation
de Schrödinger à N corps et permet de décrire le comportement macroscopique
du système [55].

Le calcul de la densité atomique est désormais simple pour deux limites que
nous allons présenter maintenant.

Approximation faibles interactions

Dans la limite des faibles interactions, nous pouvons négliger le terme d’in-
teraction. La fonction d’onde du condensat est alors simplement le niveau fon-
damental de l’oscillateur harmonique, qui donne pour la densité atomique une
forme gaussienne, comme indiqué sur le graphique de gauche de la Figure 1.2 :

|Ψ|2(~r) =
N0

π3/2

3∏
i=1

1

ri,0

exp− r2
i

r2
i,0

, (1.26)

où ri,0 =
√

~/mωi sont les tailles rms de la fonction d’onde du condensat dans
les trois directions. La taille moyenne de l’oscillateur harmonique est quant à elle
définie comme aOH =

√
~/mω.

Approximation Thomas-Fermi

Dans la limite au contraire des interactions répulsives fortes (N0|a|/aOH �
1), nous pouvons négliger le terme d’énergie cinétique, autrement dit négliger
la pression quantique [57, 58]. Cette approximation est appelée approximation
Thomas-Fermi et donne pour la densité atomique du condensat :

|Ψ|2(~r) = max
[µ− Vext(~r)

g
, 0

]
, (1.27)

et µ = gn(0) = ~ω
2

(15N0a/aOH)2/5. Dans le cas du potentiel harmonique de sy-
métrie cylindrique, nous obtenons un condensat de symétrie cylindrique ayant la
forme d’une parabole inversée dont le profil suivant une des directions est repré-
senté sur le graphique de droite de la Figure 1.2. Les demi-tailles du condensat
valent L =

√
2µ/mω2

z suivant la direction axiale et R =
√

2µ/mω2
⊥ suivant la

direction radiale. Les interactions ont donc pour effet d’augmenter la taille du
condensat.

Finalement, le régime intermédiaire requiert une résolution numérique de
l’équation de Gross-Pitaevskii ou d’autres modèles et approximations qui seront
rapidement évoqués dans le chapitre suivant. Ceci se traduit par l’apparition
d’ailes sur la densité atomique, qui tend donc vers une gaussienne à grande dis-
tance. Expérimentalement, nous pouvons parfois nous trouver dans ce régime
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-L 0 L-L LaOH-aOH

Fig. 1.2 – Gauche : Profil de densité atomique gaussien d’un condensat dans
le régime des faibles interactions et pour un piège sphérique. Droite : Profil de
densité atomique parabolique dans le régime Thomas-Fermi. Les interactions ont
pour effet d’augmenter la taille du condensat.

intermédiaire : de légères ailes peuvent apparâıtre sur les bords de la densité ato-
mique, mais, dans ces expériences, les profils longitudinaux qui nous intéressent
sont tout de même encore très bien ajustés par une parabole inversée. Pour le
calcul des fonctions de corrélation dans la partie suivante, nous allons donc nous
placer dans l’approximation de Thomas-Fermi pour ces profils de condensat.

1.2.4 Fonction de corrélation et distribution en impulsion

De la même façon que cela est réalisé en optique, l’étude de la cohérence d’un
champ de matière passe par le calcul ou la mesure de fonctions de corrélations.

Corrélation de la phase

La fonction de corrélation du premier ordre caractérise les corrélations de la
phase du champ Ψ̂′ et est définie comme :

G(1)(~r, ~r′) = 〈Ψ̂′†(~r)Ψ̂′(~r′)〉, (1.28)

où les crochets représentent la moyenne statistique. Sa décroissance en fonction
de |~r − ~r′| indique la longueur de cohérence typique de la fonction d’onde.

Dans le cas d’un gaz très peu dégénéré, c’est à dire pour une température
bien supérieure à la température critique, la fonction de corrélation du premier
ordre est, dans un piège harmonique, [59] :

G
(1)
th (~r, ~r′) =

1

(2π)3/2

N

∆r3
exp

[
− [(~r + ~r′)/2]2

2∆~r2

]
exp

[
− (~r − ~r′)2

2ξ2

]
. (1.29)

Elle dépend à la fois de ~r − ~r′ et de ~r + ~r′ puisque le profil du nuage thermique
n’est pas homogène. La densité du nuage thermique est donnée par G

(1)
th (~r, ~r) qui

est une gaussienne de largeur ∆ri =
√

kBT/mω2
i , avec ωi la fréquence du piège
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suivant la direction i. La grandeur ξ =
√

λ2
dB/2π apparâıt quant à elle comme

la longueur de cohérence du champ qui est de l’ordre de λdB. Celle-ci a été en
particulier mesurée à l’aide d’une méthode analogue à la spectroscopie de Fourier
en optique [60], ainsi qu’à l’aide d’une procédure d’echo de spin [61].

Lorsque l’on baisse la température jusqu’à la température critique, la fonction
de corrélation devient proportionnelle à :

G
(1)
th (~r, ~r′) ∝

∞∑
l=1

1

l3/2
e
− (~r−~r′)2

2lξ2 (1.30)

Ensuite, la contribution de l’état fondamental devient importante. La fonction
de corrélation du premier ordre devient alors :

G(1)(~r, ~r′) ' 〈Ψ̂†(~r)Ψ̂(~r′)〉+ G
(1)
th (~r, ~r′), (1.31)

' Ψ?(~r)Ψ(~r′) + G
(1)
th (~r, ~r′), (1.32)

avec Ψ(~r) la fonction d’onde du condensat et où le deuxième terme dû au nuage
thermique a une largeur bien plus petite que celle due au condensat comme
le montre la Figure 1.3. Le condensat fait apparâıtre une nouvelle longueur de
cohérence de l’ordre de la taille du condensat et qui est donc bien plus grande
que la longueur de cohérence dans le nuage thermique.

Corrélation de la densité

Tout comme en optique, la fonction de corrélation du premier ordre ne carac-
térise pas entièrement le champ. Il est donc nécessaire d’introduire des fonctions
de corrélations d’ordre supérieur, et en particulier la fonction de corrélation du
deuxième ordre :

G(2)(~r, ~r′) = 〈Ψ̂†(~r)Ψ̂(~r)Ψ̂†(~r′)Ψ̂(~r′)〉, (1.33)

qui permet d’étudier les corrélations de densité du champ.

Fonction de corrélation spatiale

Expérimentalement, nous mesurons généralement la fonction de corrélation
spatiale globale sur tout le condensat :

C(1)(~s) =

∫
d~r G(1)(~r − ~s/2, ~r + ~s/2). (1.34)

Cette fonction est la somme de toutes les cohérences entre couples de points
séparés de ~s.

Dans le cas d’un condensat parfait, c’est à dire avec une phase uniforme sur
tout le condensat, la fonction de corrélation spatiale est simplement la corrélation
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de la racine carré du profil de densité du condensat. La largeur de C(1) est donc
uniquement limitée par la taille finie du condensat. La Figure 1.3 représente la
fonction de corrélation spatiale suivant un des axes du condensat dans la limite
de Thomas-Fermi. Comme nous pouvons le voir sur cette figure, la forme de la
fonction de corrélation est quasiment une gaussienne [62].

1.0
0.8
0.6
0.4
0.2
0.0

2.01.51.00.50.0

C
(1

)

s/L

LC/L = 0.88

Fig. 1.3 – Fonction de corrélation spatiale pour un condensat parfaitement cohé-
rent à la limite de Thomas-Fermi (trait plein) et pour un nuage thermique juste
au seuil de condensation (trait pointillé) avec une température critique de typi-
quement 500 nK. Les deux courbes ont été normalisées à 1 et ont été tracées en
fonction de la séparation s divisée par la demi-taille L du condensat de 100 µm.

Définition de la longueur de cohérence

Nous pouvons alors définir la longueur de cohérence de deux façons diffé-
rentes :

– soit comme la longueur Lφ sur laquelle la phase varie de moins d’un radian.
Dans le cas du condensat parfait, cela donne une longueur de cohérence
infinie. Cette définition est utilisée dans les articles de D. S. Petrov et
al [37, 63] décrivant les fluctuations de phase dans les condensats allongés
et qui nous seront utiles dans la partie suivante 1.3.

– soit comme la largeur LC de la fonction de corrélation spatiale, à 1/e par
exemple. Dans le cas d’une fonction de corrélation uniquement limitée par
la taille du condensat toujours à la limite de Thomas-Fermi, un ajustement
par une gaussienne donne LC/L = 0,88 qui correspond à une largeur à
mi-hauteur de 0,73.

Dans le cas d’un condensat où la phase fluctue, la fonction de corrélation spa-
tiale décrôıt plus rapidement que dans le cas parfait, ce qui se traduit finalement
par une baisse de la longueur de cohérence.
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Distribution en impulsion

La distribution en impulsion du condensat est directement reliée à la fonction
de corrélation spatiale par transformée de Fourier :

P (~p) =
1

(2π~)3

∫
d3~q e−i~q.~p/~ C(1)(~q). (1.35)

La distribution en impulsion suivant l’axe long du condensat, intégrée sur les
impulsions px, py radiales est alors [62] :

P (pz) =
1

2π~

∫
ds e−is.pz/~ C(1)(s), (1.36)

avec C(1)(s) = C(1)(s~uz) la fonction de corrélation spatiale suivant l’axe long du
condensat. Dans le cas d’un condensat parfaitement cohérent, toujours dans le
régime de Thomas-Fermi, cela donne pour la distribution en impulsion pz suivant
l’axe z [64] :

P (pz) =
2(4 + κ2)J1(κ)J2(κ) + κJ0(κ)[5κJ1(κ)− 16J2(κ) + 3κJ3(κ)]

κ3
, (1.37)

avec Ji les fonctions de Bessel d’ordre i et κ = pzL/~. Ceci donne en bonne
approximation une gaussienne de demi-largeur à mi-hauteur ∆pz = 1, 87~/L. La
Figure 1.4 montre bien la cohérence à longue portée du condensat. La distribution
en impulsion d’un nuage thermique à la température critique est en effet bien
plus large que celle du condensat.
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Fig. 1.4 – Distribution en impulsion pour un condensat parfait de demi-longueur
L = 100 µm dans la limite de Thomas-Fermi (trait plein) et dans le cas d’un
nuage thermique de température 200 nK inférieure à la température critique (on
ne considère ici que la distribution en impulsion du nuage thermique et non du
condensat.

Expérimentalement, nous avons mis en place deux méthodes de mesure de la
longueur de cohérence par l’intermédiaire :
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– soit de la mesure de la fonction de corrélation spatiale que nous réalisons
par voie interférométrique.

– soit par la mesure de la distribution en impulsion que nous effectuons par
spectroscopie de Bragg. La longueur de cohérence est alors donnée par la
largeur de la distribution : LC ∝ ~/∆p.

Ces deux expériences ne constituent bien évidemment pas une liste exhaustive
de la manière dont nous pouvons mesurer la longueur de cohérence. De plus,
comme nous l’avons dit plus haut, la cohérence n’est pas simplement déterminée
par la fonction de corrélation du premier ordre, mais également par les fonctions
de corrélation d’ordre supérieur. Des mesures sur ce type de fonctions ont déjà
été réalisées pour l’ordre 2 [65,66] et l’ordre 3 [67].

1.2.5 Diverses expériences ayant mesuré la cohérence d’un
condensat

Observation de la cohérence à longue portée

Une manière évidente de montrer la cohérence à longue portée du condensat
est de faire interférer deux nuages atomiques séparés d’une certaine distance et
d’observer le contraste des franges d’interférence. Cette expérience a été réalisée
pour la première fois au MIT [68]. Le condensat a été séparé en deux à l’aide d’un
faisceau laser désaccordé vers le bleu. Après expansion des condensats, c’est-à-
dire après coupure du piège magnétique et après un certain temps de vol, les
franges d’interférences de la Figure 1.5 ont été observées au niveau de la zone de
recouvrement. Elles présentent un fort contraste et mettent donc clairement en
évidence la cohérence sur toute l’étendue du condensat.

Fig. 1.5 – Franges d’interférence observées au MIT entre deux condensats dé-
placés l’un par rapport à l’autre [68].
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Mesure de la distribution en impulsion

L’expérience précédente a permis de montrer qualitativement la cohérence
du condensat. L’expérience suivante réalisée également au MIT et décrite dans
l’article [64] donne une mesure plus quantitative de la longueur de cohérence
du condensat. Cette mesure a été réalisée par l’intermédiaire de la mesure de la
distribution en impulsion du condensat par spectroscopie de Bragg. La Figure
1.6 présente les résultats pour un condensat dans le piège (cercles) et après un
certain temps d’expansion1 (triangles). La courbe en trait pointillé large repré-
sente la distribution en impulsion calculée pour un nuage thermique au seuil de
condensation. La largeur de la distribution en impulsion du condensat est bien
plus petite que celle du nuage thermique, ce qui indique une longueur de cohé-
rence bien plus importante. Il est montré également que cette largeur est limitée
par la taille finie du condensat.
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Fig. 1.6 – Distribution en impulsion pour un condensat dans le piège (cercles),
et pour le condensat après 3 ms de temps de vol1 (triangles). La courbe en traits
pointillés larges représente la distribution en impulsion calculée pour un nuage
thermique à 1 µK, proche de la température critique. La courbe en traits pointillés
courts représente la distribution en impulsion de l’état fondamental du potentiel
de piégeage. Ce graphique est tiré de l’article [64].

1La distribution en impulsion est ici élargie après un certain temps de vol. Il est important
de noter ici que pour toutes les expériences décrites dans ce manuscrit, les mesures réalisées
par spectroscopie de Bragg ont été réalisées également après temps de vol. En revanche, les
fréquences des pièges utilisés, et plus particulièrement leur grand rapport d’anisotropie, im-
pliquent une expansion axiale très faible et donc une distribution en impulsion peu modifiée
pendant l’expansion. Nous pouvons donc toujours considérer que la mesure de la distribution
en impulsion que nous effectuons suivant l’axe long après temps de vol est quasiment identique
à la distribution en impulsion dans le piège.
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Mesure de la fonction de corrélation spatiale

Une mesure directe de la fonction de corrélation spatiale a été réalisée peu de
temps après à Gaithersburg [69] en utilisant la diffraction de Bragg d’un conden-
sat d’atomes de Sodium. Le principe de l’expérience est présenté sur la Figure
1.7. Deux copies du condensat initial sont créées, chaque copie ayant une vitesse
±2~kL/m. Cette diffraction est répétée après un certain temps “Delay”. On a
alors dans chaque direction deux copies séparées d’une distance s = 2Delay ~kL/m.
Le nombre d’atomes diffractés, dans chaque direction, dépend de l’interférence
entre les deux copies de condensat et oscille avec s. La mesure du contraste de
ces oscillations donne directement la fonction de corrélation spatiale présentée
sur la Figure 1.7.

Condensat initial

Atomes diffractés :
création de deux 

copies du condensat 
initial à temps "Delay" 

de différence

s = 2hkLDelay/m

2L

0 2.111.591.060.53
s/L

{ {

Fig. 1.7 – Gauche : Expérience permettant la mesure de la fonction de corré-
lation spatiale. Le nombre d’atomes diffractés oscille avec la séparation s entre
condensats. La fonction de corrélation spatiale est ensuite mesurée par la mesure
du contraste de ces oscillations. Droite : Fonction de corrélation spatiale en fonc-
tion du délai entre la création des deux copies ou en fonction de la séparation
entre ces deux copies normalisée par rapport à la demi-longueur du condensat.
Ce graphique est tiré de [69].

La longueur de cohérence est donnée par la décroissance de la fonction de
corrélation qui est ici, à mi-hauteur, de L1/2/L = 0,59 (10), où L est la demi-
longueur du condensat suivant la direction de séparation entre condensats. Le
terme entre parenthèses représente l’erreur statistique de la mesure. Ceci montre
donc que la longueur de cohérence est de l’ordre de son extension spatiale. Ceci
est également en accord, à 20 % près, avec la longueur attendue théoriquement
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pour un condensat parfaitement cohérent qui est de 0,73 (largeur de la fonction
de corrélation à mi-hauteur correspondant à une largeur à 1/e de 0,88 comme
indiquée sur la Figure 1.3).

Cohérence entre deux points du condensat

Enfin, une troisième expérience réalisée à Munich [70] a permis de mesurer
directement la cohérence à l’aide d’une expérience du type fentes d’Young per-
mettant de mesurer la cohérence entre deux ondes de matière issues de deux
points différents du condensat. Pour cela, deux régions différentes du conden-
sat ont été couplées par deux ondes radio-fréquence vers un état anti-piégeant,
comme présenté sur la Figure 1.8. La mesure de la visibilité des franges entre
ces deux ondes en fonction de la distance entre les deux zones du condensat
où les atomes sont extraits donne la fonction de corrélation du système (nuage
thermique et condensat).

Le graphique de la Figure 1.8 montre une visibilité qui décrôıt jusqu’à 0
pour des températures supérieures à la température critique, alors que pour des
températures inférieures, la visibilité décrôıt vers une valeur non nulle. Le plateau
indique une cohérence en phase à longue portée due au condensat lui-même. La
décroissance rapide de la visibilité des franges est due à la partie thermique.

1.3 Chute de la longueur de cohérence dans un

condensat allongé

Les expériences évoquées précédemment ont permis de montrer une cohé-
rence en phase du condensat à longue portée qui s’étend sur toute la taille du
condensat, et ceci, même à température finie. Ces expériences ont été réalisées
sur des condensats 3D peu anisotropes. Or, comme nous l’avons dit en introduc-
tion, le fait d’allonger un condensat n’est pas sans conséquence sur sa cohérence.
Les excitations thermiques des modes axiaux de plus basses énergies impliquent
en effet des fluctuations de phase suivant l’axe long du condensat et donc une
dégradation de sa cohérence.

Dans cette partie, nous allons rappeler rapidement les différents outils théo-
riques et paramètres permettant de caractériser ces fluctuations de phase en se
fondant sur les travaux théoriques de D. S. Petrov, G. V. Shlyapnikov et J. T.
M. Walraven pour des atomes dans un piège harmonique 1D [63] ou 3D forte-
ment allongé [37] et ceux de F. Gerbier pour les fonctions de corrélation spatiale
et les distributions en impulsion [71]. Nous donnerons également les fonctions
de corrélation et longueurs de cohérence attendues ainsi que les distributions en
impulsion et leur largeur pour ce type de système.
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T > Tc

T < Tc

Fig. 1.8 – Mesure de la cohérence spatiale du condensat. Gauche : Deux ondes
radio-fréquence permettent d’extraire deux zones du condensat séparées d’une
distance ∆z vers une niveau anti-piégeant. Des franges d’interférence sont obser-
vées à la sortie de ces deux coupleurs. Le potentiel harmonique de l’état piégé
(mF = −1) et le potentiel linéaire de l’état non piégé (mF = 0) sont modifiés pas
le champ moyen du condensat. Droite : Mesure de la visibilité de ces franges en
fonction de ∆z. Le plateau observé pour des températures T < Tc indique une
cohérence en phase à longue portée, due à la présence du condensat. Les figures
sont issues de l’article [70].

1.3.1 Condensation en dimension réduite

Gaz sans interaction

Pour un gaz de bosons sans interaction, nous parlons de système 3D lorsque
kBT 0

c � ~ωx,y,z. Changer la dimensionalité du système pour un gaz de bosons
sans interaction revient à enlever cette condition pour une ou deux directions.

Il est connu que pour un gaz d’atomes idéal uniforme, le phénomène de
condensation de Bose-Einstein est absent dans le régime 2D et 1D à température
finie [72]. Dans le cas 3D, la densité d’états décrôıt lorsque l’énergie diminue.
Ainsi, pour des températures suffisamment basses, il devient impossible d’oc-
cuper les niveaux de basses énergies tout en maintenant constant le potentiel
chimique ou la densité. En conséquence, un nombre macroscopique de particules
vient peupler le niveau d’énergie fondamental. En revanche, dans le cas 2D et 1D,
la densité d’états ne diminue pas avec l’énergie et ce phénomène de condensation
est donc absent.

Pour un gaz idéal dans un piège harmonique à la limite thermodynamique,
seul le régime 2D présente le phénomène de condensation. Enfin, à une dimension,
Ketterle et Van Druten ont montré un phénomène de condensation similaire au
cas 3D pour un nombre fini d’atomes N [73]. La température critique est alors
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estimée à kBT1D = N~ωz/ ln(2N), où ωz est la fréquence du piège. Pour des
températures inférieures à T1D, la population du niveau fondamental du système
devient macroscopique.

Gaz avec interactions

Les interactions font intervenir une autre échelle d’énergie : le potentiel chi-
mique µ. C’est maintenant la comparaison de cette énergie par rapport aux fré-
quences du piège qui donne la dimensionalité du système, ce qui donne pour un
piège harmonique de symétrie cylindrique :

– pour µ � ~ω⊥,z, un condensat dans le régime Thomas-Fermi 3D.
– pour ~ωz � µ � ~ω⊥, un mode transverse qui est le fondamental du

piège. La densité atomique du condensat a toujours la forme d’une parabole
inversée mais uniquement suivant l’axe long du piège et a un profil gaussien
suivant les axes radiaux. Le condensat est alors dans le régime 1D. La partie
non condensée est quant à elle dans le régime 3D tant que kBT 0

c > ~ωz.

1.3.2 Rôle des excitations dans les fluctuations de phase

L’équation de Gross-Pitaevskii a été établie à partir d’une approche de champ
moyen. Cette équation est intéressante si l’on ne s’intéresse qu’au niveau d’énergie
fondamentale, mais cette approche devient insuffisante lorsqu’il est nécessaire de
prendre en compte la déplétion quantique, les corrélations entre particules ou les
différentes excitations dans le condensat donnant lieu à des fluctuations de la
phase ou de la densité. L’approche de Bogoliubov permet d’apporter quelques
solutions.

Afin de tenir compte de ces excitations, l’opérateur champ Ψ̂T est maintenant
représenté par la somme d’une partie non condensée Ψ̂′ et de la fonction d’onde
du condensat Ψ :

Ψ̂T(r, t) = Ψ̂′(r, t) + Ψ(r), (1.38)

en supposant que la partie condensée reste la partie dominante de l’opérateur
champ total. Ce dernier est solution de l’équation de Heisenberg :

i~
∂Ψ̂T

∂t
=

(
− ~2

2m
∆ + Vext(~r)− µ + gΨ̂†

TΨ̂T

)
Ψ̂T. (1.39)

A l’équilibre, en négligeant la partie non condensée, nous retrouvons évidemment
l’équation de Gross-Pitaevskii (1.25). La partie non condensée est quant à elle
solution de l’équation suivante [74,75] :

i~
∂Ψ̂′

∂t
=

(
− ~2

2m
∆ + Vext(~r)− µ + 2g|Ψ|2

)
Ψ̂′ + g|Ψ|2Ψ̂′†, (1.40)

en négligeant les termes d’ordre supérieur à 2 en Ψ′.
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Transformation de Bogoliubov

Résoudre cette équation reste encore difficile. La transformation de Bogo-
liubov consiste alors à exprimer Ψ̂′ sous la forme d’une somme d’excitations
élémentaires [74] :

Ψ̂′(r, t) =
∑

ν

[uν(r)âν exp(−iενt/~)− v?
ν(r)â

†
ν exp(iενt/~)], (1.41)

où âν et â†ν sont les opérateurs annihilation et création des excitations d’énergie
εν qui sont caractérisées par les nombres quantiques ν. Les fonctions d’onde uν

et vν obéissent à la condition de normalisation
∫

d~r
(
|uν(~r)|2 − |vν(~r)|2

)
= 1.

La population thermique de l’excitation d’énergie εν est donnée par 〈â†ν âν〉 =
1/[exp(εν/kBT )− 1].

En injectant (1.41) dans (1.40), on aboutit aux équations de Bogoliubov-De
Gennes [72] : (

− ~2

2m
∆ + Vext(~r) + g|Ψ|2 − µ

)
f+

ν = ενf
−
ν , (1.42)(

− ~2

2m
∆ + Vext(~r) + 3g|Ψ|2 − µ

)
f−ν = ενf

+
ν , (1.43)

avec f±ν = uν ± vν . La résolution de ces équations donnent finalement le spectre
en énergie et les valeurs des différents modes propres f±ν .

Opérateur densité et opérateur phase

L’opérateur champ peut également être représenté à l’aide de l’opérateur den-
sité n̂ = n+δn̂, n étant la densité moyenne du condensat, et de l’opérateur phase
φ̂ : Ψ̂T =

√
n̂ exp(iφ̂) [76]. Les fluctuations de densité sont supposées petites. Ces

opérateurs s’expriment alors à l’aide des modes propres f±ν :

δn̂(r, t) =
√

n(r)
∑

ν

if−ν (r)âνe
−iενt/~ + h.c., (1.44)

φ̂(~r) = [4n(r)]−1/2
∑

ν

f+
ν (r)âνe

−iενt/~ + h.c. (1.45)

Remarque : La déplétion quantique, qui correspond au nombre d’atomes
non condensés à température nulle, est donnée par le terme

∑
ν |vν |2. Dans notre

cas, ce terme est toujours très faible (moins de 2 %) et sera toujours négligé par
la suite.

Excitations élémentaires dans le cas uniforme

Nous pouvons illustrer ce qui précède par la résolution des équations dans
le cas spatialement uniforme, tout en sachant que dans le cas d’un gaz piégé,
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les résultats restent similaires. Les excitations sont caractérisées par leur vecteur
d’onde k et la résolution des équations de Bogoliubov-De Gennes donne le spectre
en énergie suivant :

εk =

√
~2k2

2m

(~2k2

2m
+ 2µ

)
, (1.46)

représenté sur la Figure 1.9.
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Fig. 1.9 – Spectre en énergie des excitations de Bogoliubov (trait plein) et com-
paraison avec celui d’une excitation de type phonon et particule libre (traits
pointillés).

On distingue alors deux types d’excitations :

– pour εk ≤ µ : εk ≈ ~k
√

µ
m

. Ces excitations sont de types phonons, c’est à

dire des excitations collectives se déplaçant à la vitesse du son c0 =
√

µ/m.
Il ne s’agit pas de véritables particules, et on parle alors de quasiparticules.

– pour les excitations de hautes énergies : εk ≈ ~2k2

2m
+µ. Ces excitations sont

de type particules libres.

Les excitations de basses énergies vont être à l’origine des fluctuations de phase
dans le condensat alors que les excitations de type particules libres se retrouvent
dans le nuage thermique.

L’approche de Bogoliubov et la résolution des équations (1.42) et (1.43) vont
finalement nous permettre de caractériser l’amplitude des fluctuations de phase
et de densité dans le cas de condensats 1D ou fortement allongés.

1.3.3 Fluctuations de phase dans un condensat 1D

Comme nous l’avons vu dans la partie 1.3.1, la condensation de Bose-Einstein
peut expérimentalement exister dans un gaz piégé à une dimension. Cette conden-
sation s’accompagne d’une réduction des fluctuations de densité. En revanche,
comme cela est également le cas en optique, qui dit réduction des fluctuations de
densité ne dit pas forcément réduction des fluctuations de phase et nous pouvons
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très bien avoir un condensat dont la phase fluctue spatialement et temporelle-
ment.

Comme nous venons de le voir, la transformation de Bogoliubov et la résolu-
tion des équations de Bogoliubov-De Gennes permettent de caractériser théori-
quement ces fluctuations de phase et de densité. Cette étude est décrite en détail
dans la thèse de D. S. Petrov [76] et dans l’article [63] et nous ne rappelons ici
que les résultats principaux.

La résolution des équations (1.42) et (1.43) donnent le spectre en énergie et
les modes propres suivants [77,78] :

εj = ~ω
√

j(j + 1), (1.47)

f±j =
(j + 1/2

L

)1/2[2µ

εj

(1− z̃2)
]1/2

Pj(z̃), (1.48)

où j est un nombre entier positif, ω la pulsation axiale du piège, Pj sont les
polynômes de Legendre, L est la demi-taille du condensat et z̃ = z/L. Il est
alors possible de calculer, à partir des équations (1.44) et (1.45), l’amplitude
des fluctuations de phase et de densité. Les résultats de l’article [63] montrent
tout d’abord que les fluctuations de densité sont fortement supprimées pour des
températures bien inférieures à la température de dégénérescence Td = N~ω.
Quant aux fluctuations de phase, leur amplitude vaut :

〈δφ̂2
zz′〉T =

4Tµ

3Td~ω

∣∣∣∣ln [(1− z̃′)(1 + z̃)

(1 + z̃′)(1− z̃)

]∣∣∣∣ , (1.49)

où δφ̂zz′ = φ̂(z) − φ̂(z′) est la différence de phase entre deux points z et z′ du
condensat. Ces fluctuations de phase provenant d’excitations peuplées thermi-
quement, leur amplitude augmente avec la température.

On définit alors la température de phase :

Tφ = Td
~ω

µ
(1.50)

pour laquelle la phase fluctue d’environ un radian sur la demi-longueur du conden-
sat. Le potentiel chimique µ = g1Dn(0), n(0) étant la densité maximale et g1D la
constante de couplage dans le cas uni-dimensionnel [63], est ici tel que µ � ~ω.
Le condensat est donc dans le régime de Thomas-Fermi.

Cette température de phase permet de définir deux régimes de comportement
du condensat :

– pour T � Tφ, les fluctuations de phase et de densité sont supprimées. Le
condensat est cohérent sur toute sa longueur.

– pout Tφ � T � Td, les fluctuations de densité sont fortement réduites. La
densité atomique est celle d’un condensat idéal. Mais la phase n’est plus
uniforme sur tout le condensat et fluctue sur une distance de l’ordre de
Lφ ' L(Tφ/T ) � L. On parle alors de quasi-condensat.
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1.3.4 Fluctuations de phase dans un condensat 3D très
allongé

Excitations 1D

Sur notre expérience, nous nous trouvons entre le régime 1D et le régime
3D Thomas-Fermi. Or le caractère 1D des fluctuations de phase est également
présent dans ces condensats 3D très allongés. Nous pouvons en effet diviser les
excitations dans ce type de condensat en deux catégories :

– les excitations de hautes énergies telles que εν > ~ω⊥. Celles-ci ont un
caractère 3D et ont une longueur d’onde plus petite que la taille radiale R
du condensat. Comme dans les condensats 3D usuels et peu anisotropes,
ces excitations ne donnent que de très faibles fluctuations de phase.

– les excitations axiales de basses énergies telles que εν < ~ω⊥. Ces excitations
ont des longueurs d’onde plus grandes que la taille radiale du condensat
et ont un caractère 1D. Ce type d’excitations engendre des fluctuations de
phase suivant l’axe long du condensat.

Ce type de système permet donc également d’observer le phénomène de quasi-
condensation. Bien évidemment, plus le piège est anisotrope, c’est à dire plus le
rapport entre les fréquences du piège ω⊥/ωz est grand, plus le nombre d’excita-
tions de type 1D accessibles thermiquement est important. Les fluctuations de
phase sont donc d’autant plus importantes que le piège est anisotrope.

Amplitude des fluctuations de phase

Les fluctuations de phase dans les condensats allongés sont décrites dans l’ar-
ticle théorique [37]. Les fluctuations de densité sont dominées par les excitations
d’énergie de l’ordre de µ. Les longueurs d’onde de ces excitations sont petites
devant la taille radiale du condensat : elles ont un caractère 3D. On peut donc
considérer ces fluctuations de densité comme très petites et écrire l’opérateur
champ comme Ψ̂T =

√
n(~r) exp[iφ̂(~r)].

Le spectre en énergie [78] et les modes propres associés sont donnés par :

εj = ~ωz

√
j(j + 3)/4, pour εj � ~ω⊥ (1.51)

f+
j (~r) =

√
(j + 2)(2j + 3)gn(~r)

4π(j + 1)R2Lεj

P
(1,1)
j (

z

L

)
, (1.52)

où j est un entier positif, L et R sont les demi-tailles axiales et radiales du
condensat et P

(1,1)
j sont des polynômes de Jacobi. A partir de l’équation (1.45),

nous remontons à la phase dans le condensat le long de son axe. Sur la Figure
1.10 sont représentées deux réalisations possibles pour le profil de phase suivant
l’axe long du condensat à une température donnée. La phase fluctue le long de cet
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Fig. 1.10 – Profil de densité et de phase suivant l’axe long du condensat. Gauche :
Cas d’un condensat peu anisotrope. La phase est uniforme sur toute la taille du
condensat. Droite : Cas d’un condensat fortement allongé à une température
supérieure à la température de phase Tφ. Le profil de densité reste le même que
dans le cas peu allongé. En revanche, la phase fluctue le long de l’axe et au cours
du temps, les excitations étant peuplées thermiquement. Nous avons représenté
sur la courbe de droite deux réalisations possibles différentes avec les mêmes
paramètres (même T/Tφ, même nombre d’atomes, ...), en trait plein et en traits
pointillés.

axe, contrairement au cas d’un condensat peu allongé dont la phase est uniforme
sur toute sa longueur, et fluctue au cours du temps.

A partir de l’équation (1.45), nous pouvons remonter au comportement des
fluctuations de phase qui, au centre du piège, est donné par :

〈δφ̂2
zz′〉T =

32µkBT

15N0(~ωz)2

|z − z′|
L

, (1.53)

N0 étant le nombre d’atomes condensés.

Température de phase

Comme dans le cas 1D, nous pouvons définir une température de phase pour
laquelle la phase fluctue d’un radian sur la demi-longueur L du condensat :

kBTφ =
15(~ωz)

2N0

32µ
. (1.54)
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Cette expression indique qu’à température fixée, l’amplitude des fluctuations de
phase est d’autant plus importante que le piège est allongé suivant l’axe long, que
le nombre d’atomes dans le condensat est faible et que µ est grand, autrement
dit que le confinement radial est fort.

Comme le résume le diagramme de la Figure 1.11, la condensation se déroule
de la façon suivante :

– pour Tφ � T � Tc : pas de fluctuations de densité, mais des fluctuations
de phase d’autant plus fortes que la température est élevée.

– pour T � Tφ : condensat parfaitement cohérent.
Les paramètre du piège et le nombre d’atomes permettent de modifier la valeur
de Tφ et donc de modifier la plage de température sur laquelle le quasi-condensat
peut être observé.

T 
= 

T c

T = T φ

T

N

condensat 3D

nuage thermique 3D

quasi-
co

ndensa
t

3.7 µK

2 x108 

Fig. 1.11 – Diagramme de phases dans un piège très anisotrope pour les fré-
quences du piège particulières suivantes : ωz = 2π× 6.5Hz et ω⊥ = 2π× 650Hz.
La condensation s’établit en deux étapes. Le nuage d’atomes passe tout d’abord
par une condensation avec des fluctuations de phase qui diminuent avec la tem-
pérature avant d’arriver à un condensat 3D parfaitement cohérent.

Enfin, nous définissons la longueur de cohérence au centre du piège comme :

Lφ(0) = L
Tφ

T
, (1.55)

qui peut s’exprimer en fonction de la densité 1D au centre du condensat :

Lφ(0) =
~2n1D(0)

mkBT
, (1.56)

où n1D(z) =
∫

dx dy n(~r) est la densité du condensat intégrée suivant les axes
radiaux. L’équation (1.53) devient alors :

〈δφ̂2
zz′〉T =

|z − z′|
Lφ(0)

. (1.57)
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Remarque : Comme nous l’avons vu dans ce paragraphe, l’amplitude des
fluctuations de phase est caractérisée par le rapport T/Tφ. C’est ce paramètre
qui sera utilisé dans tout ce mémoire.

1.3.5 Fonction de corrélation d’un condensat allongé

Connaissant désormais l’expression de l’opérateur phase à partir des équations
(1.45) et (1.52), nous pouvons calculer la fonction de corrélation du premier
ordre :

g(1)(s) =
〈
Ψ̂†

T

(
r, z +

s

2

)
Ψ̂T

(
r, z − s

2

)〉
, (1.58)

=

√
n
(
r, z +

s

2

)
n
(
r, z − s

2

)
exp

[
−〈δφ̂

2
s〉

2

]
. (1.59)

La quantité que nous allons effectivement mesurer est la fonction de corréla-
tion spatiale :

C(1)(s) =

∫
d3~r g(1)(s). (1.60)

Cette fonction contient à la fois la corrélation du profil de densité atomique et la
corrélation de la phase.

Nous avons calculé numériquement les fonctions de corrélations spatiales pour
différentes amplitudes de fluctuations de phase dans le cas d’un profil de densité
parabolique et la Figure 1.12 présente quelques résultats.
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0.4
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T/Tφ = 0

T/Tφ = 15

Fig. 1.12 – Fonctions de corrélation pour différentes amplitudes de fluctuations
de phase T/Tφ avec, de la fonction la plus large à la plus fine, T/Tφ = 0, 1, 5, 15.

Cas absence de fluctuations de phase

A T/Tφ = 0, il n’y a aucune fluctuation de phase. La fonction de corrélation
spatiale est donc uniquement une corrélation du profil de densité du condensat.
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Comme nous l’avons déjà vu dans la Section 1.2.4, la fonction de corrélation a
alors quasiment la forme d’une gaussienne, due au profil parabolique du conden-
sat.

Cas fortes fluctuations de phase

Dans le cas des fortes fluctuations de phase, la fonction de corrélation spatiale
est dominée par la corrélation de la phase. Une approximation de densité locale,
décrite dans la thèse de F. Gerbier [38] et dans l’article [71], a permis d’étendre
la définition de la longueur de cohérence définie par l’équation (1.55) à toute
position du condensat, et plus uniquement en son centre, et son expression est :

Lφ(z) = Lφ(0)
n1D(z)

n1D(0)
. (1.61)

La fonction de corrélation spatiale devient :

C(1)(s) =

∫
d3~r

√
n
(
r, z +

s

2

)
n
(
r, z − s

2

)
exp

[
− s

2Lφ(z)

]
. (1.62)

Cette fonction est très bien approximée par une exponentielle décroissante de la
forme exp[−αs/Lφ(0)], avec α = 0,67 pour un condensat dans le régime Thomas-
Fermi 3D et α = 0,64 pour un condensat 1D [71].

Cas intermédiaire

Enfin, entre le régime de faibles fluctuations de phase et de fortes fluctua-
tions de phase, nous avons à la fois la contribution de la densité atomique et la
contribution de la phase. Ceci donne des fonctions correctement ajustées par le
produit d’une gaussienne et d’une exponentielle.

1.3.6 Longueur de cohérence d’un condensat allongé

Nous verrons dans les chapitres suivants qu’expérimentalement nous n’avons
pas, la plupart du temps, un accès direct à Lφ(z) car nous mesurons la fonction de
corrélation spatiale. Pour y remédier, nous définissons la longueur de cohérence
LC comme la largeur à 1/e de la fonction de corrélation spatiale. La Figure
1.13 présente cette longueur de cohérence mesurée sur les fonctions calculées
numériquement en fonction de l’amplitude des fluctuations de phase. Comme
cela était attendu, LC diminue lorsque T/Tφ augmente.

La courbe en traits pointillés représente quant à elle la largeur de la fonction
de corrélation si l’on prend l’approximation de densité locale. La longueur de
cohérence est alors :

Lφ =
Lφ(0)

α
. (1.63)
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Le terme α vient du fait que la fonction de corrélation spatiale mesure la co-
hérence sur l’ensemble du condensat et pas uniquement au centre du piège. La
quantité Lφ représente ici la distance sur laquelle les fluctuations de phase sont
inférieures ou égales à 1. Elle tend donc vers l’infini pour T = 0, c’est à dire pour
un condensat dont la phase est uniforme sur toute sa taille.
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Fig. 1.13 – Longueur de cohérence en fonction de l’amplitude des fluctuations de
phase. Courbe en trait plein : largeur à 1/e de la fonction de corrélation spatiale
calculée numériquement, divisée par la demi-longueur du condensat. Courbe en
traits pointillés : Longueur de cohérence Lφ dans le cas de l’approximation de
densité locale.

Ces deux courbes se rejoignent à 5 % près pour T/Tφ > 8. Les fluctuations
de phase dominent alors dans la fonction de corrélation spatiale. Pour les tem-
pératures inférieures à cette limite, il est nécessaire de tenir compte du profil de
densité suivant l’axe.

1.3.7 Distribution en impulsion d’un condensat allongé

Les distributions en impulsion P (pz) suivant l’axe z ont également été cal-
culées numériquement par transformée de Fourier de la fonction de corrélation
spatiale C(1)(s). La Figure 1.14 présente les résultats pour différentes valeurs de
T/Tφ. Les distributions en impulsion ont été normalisées à 1 en pz = 0.

Comme pour la fonction de corrélation spatiale, les fluctuations de phase se
traduisent de deux façons :

– Elles se traduisent tout d’abord par une modification de la largeur des
distributions en impulsion. Alors que la fonction de corrélation décrôıt plus
rapidement lorsque T/Tφ augmente, la distribution en impulsion s’élargit.
La mesure de la demi-largeur à mi-hauteur de ces distributions en fonction
de T/Tφ permet une mesure quantitative de ces fluctuations de phase. Pour
les fortes fluctuations de phase, la demi-largeur à mi-hauteur vaut :

∆pφ = α
~

Lφ(0)
=

~
Lφ

, (1.64)
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Fig. 1.14 – Distributions en impulsion normalisées pour différentes amplitudes
des fluctuations de phase. De la fonction la plus fine à la plus large, nous avons
T/Tφ = 0, 1, 5, 15.

α étant le paramètre défini dans la partie précédente.
– La présence de fluctuations de phase implique également une modification

de la forme générale de la fonction. Alors qu’à T = 0, la distribution en
impulsion est une quasi-gaussienne, elle devient lorentzienne pour les fortes
fluctuations de phase. L’observation de la modification de la forme permet
l’observation qualitative des fluctuations de phase.

Ces deux propriétés ont été observées expérimentalement. Nous les aborde-
rons dans la Partie 3.2.

1.3.8 Excitations collectives

Pour un condensat 3D allongé, le spectre en énergie des excitations suivant
l’axe long est : εj = ~ωz

√
j(j + 3)/4 pour εj � ~ω⊥ [78, 79]. Les fluctuations de

phase proviennent du fait que ces différentes excitations sont peuplées thermi-
quement et elles sont donc présentes même à l’équilibre. Il est également possible
d’exciter ces modes collectifs de manière dynamique et cohérente, en déplaçant
ou modulant le piège par exemple [80, 81]. Une excitation du mode j entrâıne
alors une modulation de la densité du condensat du type [78] :

δn(j)(z, t) = a1z
jeiεjt/~ + a2z

j−2eiεj−2t/~ + ... + c.c. (1.65)

Premier état excité

Le premier état excité, pour j = 1, est à la pulsation ωz. L’excitation de ce
mode donne une oscillation du centre de masse à la fréquence axiale du piège, ce
qui permet une mesure précise de cette dernière.
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Deuxième état excité

Le deuxième état excité est à la pulsation
√

5/2 ωz. Ce mode correspond à un
mode de respiration où la taille du condensat oscille. Si ce mode peut-être excité
en modulant les fréquences du piège, nous verrons qu’il peut également être excité
lors de la formation du condensat [82, 83], et ceci d’autant plus fortement que
la formation se fait rapidement. Nous en reparlerons dans le Chapitre 4 et nous
montrerons qu’il est primordial de tenir compte de ces oscillations dans l’analyse
et l’interprétation de nos données.

Correction du spectre en énergie

Le spectre en énergie au premier ordre en λ2, où λ = ωz/ω⊥ est le paramètre
de déformation du piège, est donné par [78] :

εj = ~ωj, (1.66)

avec ω2
j =

1

4
j(j + 3)ω2

z

(
1− λ2

48
(j − 1)(j + 4)

)
. (1.67)

Alors que la fréquence du mode d’oscillation du centre de masse reste inchangée,
celle du mode d’excitation quadrupolaire est légèrement modifiée. Pour les pièges
que nous utilisons expérimentalement, cette modification reste cependant infime
(moins de 0,003 %).

1.4 Conclusion

Nous avons présenté ici la condensation de Bose-Einstein pour des condensats
très allongés. Alors que dans le cas d’un piège peu anisotrope, la phase des
condensats est uniforme sur toute leur longueur, la phase des condensats très
allongés peu fluctuer fortement. Nous avons donné l’expression de la température
de phase typique Tφ qui caractérise la température à laquelle le condensat voit sa
cohérence s’établir sur toute sa taille. Le paramètre T/Tφ caractérise l’amplitude
des fluctuations de phase. Enfin, nous avons établi les fonctions de corrélation
attendues pour ces quasi-condensats, leur longueur de cohérence en fonction de
T/Tφ et les distributions en impulsion associées. Nous avons en particulier montré
que l’augmentation de l’amplitude des fluctuations de phase modifie la forme de la
fonction de corrélation en la faisant passer d’une gaussienne à une exponentielle.
Ceci correspond, pour la distribution en impulsion, au passage d’une gaussienne
à une lorentzienne.



C H A P I T R E 2

Production et manipulation du
condensat

Dans ce chapitre nous allons présenter le dispositif expérimental ainsi que les
différentes étapes permettant d’obtenir un condensat de Bose-Einstein de 87Rb.
Davantage de détails pourront être trouvés dans les thèses des étudiants qui se
sont succédés sur cette expérience, B. Desruelle, V. Boyer, G. Delannoy, Y. Le
Coq, F. Gerbier et S. Richard [39,71,84–87].

Ensuite, l’analyse directe des images par absorption réalisées sur les atomes
sera détaillée. Cette analyse nous permet de tirer directement les informations
telles que la température de nos nuages atomiques, leur nombre d’atomes ou leur
taille par exemple.

Enfin, je présenterai les outils qui ont été mis en place sur cette expérience
pour la mesure expérimentale de la cohérence en phase. Nous verrons que ces
expériences sont essentiellement fondées sur la manipulation des atomes par la
lumière.

2.1 Production et observation d’un condensat

de Bose-Einstein

L’obtention d’un condensat de Bose-Einstein nécessite d’avoir un nuage d’ato-
mes dont le paramètre de dégénérescence, appelé aussi densité réduite dans l’es-
pace des phases, est tel que :

n(0)λdBTh
≥ 2, 612; (2.1)

où n(0) est la densité atomique au centre du condensat et λdBTh
=

√
2π~2/mkBT

la longueur d’onde de de Broglie thermique à la température T , m étant la masse
de l’atome. Autrement dit, il faut que la distance entre les particules soit de
l’ordre de λdBTh

.
Le dispositif expérimental permettant d’obtenir ces condensats est présenté

sur la Figure 2.1. Le four nous donne une vapeur de Rubidium à 120 ◦C. La
densité atomique dans le faisceau est de l’ordre de 1013 at/cm3. Ceci donne un
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paramètre de dégénérescence de 10−14 [87]. Il ne reste donc pas moins de 14
ordres de grandeur à gagner pour obtenir un condensat de Bose-Einstein !

mélasse
transverse

pompe ionique
+

sublimateur de
titane

pompe
ionique

cellule en
Pyrex

azote
liquide

flexicryoplongeur

pompage
primaire

obturateur

vanne de
protection

four

laser
ralentisseur

+
repompeur

panneau
cryogénique

pôles du
quadrupôles

enceinte primaire enceinte secondaire

0 0.6 1.6 2.2 y (mètres)

z

ralentisseur
Zeeman

Fig. 2.1 – Dispositif expérimental permettant d’obtenir un condensat de Bose-
Einstein.

Pour augmenter le paramètre de dégénérescence, nous pouvons jouer sur deux
paramètres : la densité atomique qu’il faut augmenter en comprimant le nuage
atomique, et la température qu’il va falloir baisser énormément. Les températures
qu’il est nécessaire d’atteindre sont en effet de l’ordre du microkelvin, voire du
nanokelvin, soit une réduction de la température des atomes d’un facteur 1011.
Ces atomes doivent donc être refroidis et isolés de toute paroi. Ceci est réalisé
à l’aide de pièges magnéto-optique et magnétique sous vide. La qualité du vide
est primordiale dans nos expériences : plus le vide sera bon, plus la durée de vie
des atomes dans nos pièges sera importante. Ceci permet également de garder
une densité n(0) grande. Sur notre expérience, nous avons un vide de 10−11 mbar
dans l’enceinte secondaire, suffisant pour obtenir un condensat avec un nombre
d’atomes non négligeable.

2.1.1 Mélasse transverse et ralentisseur Zeeman

La profondeur des pièges utilisés pour confiner nos atomes est de l’ordre du
millikelvin. Or les atomes sortant du four sont à 400K, et ne peuvent pas être
raisonnablement piégés directement : il faut passer par une phase de prérefroi-
dissement pour obtenir un nombre suffisant d’atomes piégés.

Ralentisseur Zeeman

Les atomes sont décélérés par pression de radiation à l’aide d’un faisceau laser
à résonance avec les atomes, envoyé dans la direction inverse de propagation des
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atomes, comme le montre la Figure 2.2. Au cours de la décélération, la condi-
tion de résonance entre les atomes et la lumière change par effet Doppler. Pour
assurer la résonance tout au long de la décélération, un champ magnétique inho-
mogène est créé grâce à des bobines dont le nombre de tours varie suivant l’axe
de propagation. Ce dispositif est appelé ralentisseur Zeeman [88].

v

   Faisceau
ralentisseur

   jet
atomique

   Bobines

Fig. 2.2 – Schéma du ralentisseur Zeeman. Les atomes sont ralentis par pression
de radiation à l’aide d’un faisceau laser de propagation opposée. Les bobines per-
mettent de garder le laser à résonance avec les atomes au cours de la décélération.
L’utilisation des deux solénöıdes inversés permet de diminuer la puissance Joule
dissipée dans le ralentisseur et d’annuler le champ à la sortie du ralentisseur et
au niveau du piège magnéto-optique [85].

Mélasse transverse

Afin d’avoir un maximum de flux dans le ralentisseur Zeeman, et avoir un
maximum d’atomes piégés en un minimum de temps, quatre faisceaux laser per-
pendiculaires à l’axe du ralentisseur sont ajoutés au niveau de l’enceinte primaire.
Ceux ci permettent de collimater le jet d’atomes dans la direction du ralentisseur
Zeeman. On parle alors de mélasse transverse.

Les atomes ainsi ralentis arrivent dans la cellule avec une vitesse de quelques
dizaines de mètres par seconde, suffisamment faible pour être piégés dans le piège
magnéto-optique (PMO).
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2.1.2 Piège Magnéto-Optique

PMO

Le piège magnéto-optique est représenté sur la Figure 2.3. Il est constitué
de six paires de faisceaux laser, appelé lasers pièges, se croisant au niveau du
centre de la cellule, de polarisation circulaire correctement choisie, de longueur
d’onde décalée légèrement vers le rouge de la transition (|F = 2〉 − |F ′ = 3〉)
comme indiqué dans l’annexe B, et de deux bobines parcourues par des courants
de sens opposé créant un champ magnétique quadrupolaire sphérique [89]. Ce
piège permet à la fois de piéger les atomes sortant du ralentisseur Zeeman et de
les refroidir jusqu’à une température de l’ordre de 500 µK. Le nombre d’atomes
piégés est d’environ 109 avec une densité au centre du nuage de l’ordre de 3 ×
1011 at/cm3.

Bobines de PMO

Cellule

Faisceau laser piège
 + repompeur

Fig. 2.3 – Schéma du Piège Magnéto-Optique. Six paires de faisceaux laser et
deux bobines parcourues par des courants de sens opposé permettent de piéger
et de refroidir les atomes sortant du ralentisseur Zeeman.

Le niveau |F ′ = 2〉 est couplé par émission spontanée au niveau |F = 1〉 qui
est un niveau non piégé. Étant donné que cette phase de piégeage et de refroi-
dissement dure quelques secondes et afin de garder un maximum d’atomes dans
le PMO, nous superposons aux faisceaux pièges des faisceaux laser permettant
de repomper vers |F = 2〉 les atomes tombés dans |F = 1〉.
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Dark Spot et Ultra Dark Spot

La densité atomique dans le PMO est limitée par l’absorption et la réémission
de photons. Afin d’augmenter cette densité et d’avoir ensuite une évaporation
efficace grâce à un taux de collisions élastiques élevé, nous laissons redescendre
spontanément dans un état “noir” les atomes se trouvant au centre du piège, c’est
à dire dans un état non résonant avec les faisceaux laser. Il n’y a alors plus de
diffusion de photons. Pour ce faire, nous masquons au centre du piège le faisceau
laser repompeur. Cette phase est appelée Dark Spot [90]. Le taux de dépom-
page restant relativement faible comparé à la durée de cette étape, l’ajout d’un
faisceau dépompeur (Ultra Dark Spot) permet d’en augmenter encore l’efficacité
en forçant les atomes à tomber dans cet état noir. Ces deux phases permettent
d’obtenir une densité atomique d’environ 5× 1011 at/cm3 et une température de
100 à 200µK.

Mélasse

Enfin, dans une troisième phase, les champs magnétiques sont coupés et les
faisceaux laser sont désaccordés encore davantage vers le rouge pour effectuer du
refroidissement sub-Doppler, par mécanisme Sisyphe [91, 92]. Ceci permet d’ob-
tenir au final une température inférieure à 100 µK et une densité de 1011 at/cm3.
La densité dans l’espace des phases est alors de 5× 10−7.

2.1.3 Piège magnétique et évaporation

Piège de Ioffe-Pritchard

Avec le type de refroidissement et de piégeage optique que nous venons de
décrire, la baisse de la température est limitée par l’échauffement dû à l’émission
spontanée. De même, la densité du nuage atomique y est également limitée. Pour
pallier ces limitations, le nuage d’atomes est transféré dans un piège conservatif
purement magnétique créé par un champ magnétique statique.

Dans notre expérience, le piège magnétique est de type Ioffe-Pritchard [93].
Celui-ci crée un champ magnétique quadrupolaire cylindrique de gradient B′

pour le confinement radial, et un champ dipolaire axial de courbure B′′ et de
biais magnétique B0. Le champ dipolaire permet de passer radialement d’un
potentiel semi-linéaire à un potentiel harmonique sur un rayon r0 = B0/B

′. Il
permet également d’obtenir une valeur non nulle B0 du champ en son centre.
Ce dernier point est primordial car il permet aux atomes de suivre le champ
de manière adiabatique. Ceci évite qu’ils ne se dépolarisent et qu’ils ne soient
finalement perdus par le piège.

A basse température, le potentiel créé par le piège de type Ioffe-Pritchard
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peut donc être considéré comme quasiment harmonique et il s’écrit :

Vext = gF mF µB

[
B0 +

1

2

(B′2

B0

− B′′

2

)
(x2 + y2) +

B′′

2
z2

]
, (2.2)

= V0 +
1

2
m(ω2

⊥x2 + ω2
⊥y2 + ω2

zz
2), (2.3)

gF étant le facteur de Landé et µB le magnéton de Bohr. Dans la suite, ω⊥/2π
sera appelé fréquence radiale et ωz/2π fréquence axiale.

Piégeage magnétique à l’aide d’électro-aimants

Une particularité de notre groupe de recherche est le choix de pôles ferroma-
gnétiques entourés de bobines, comme indiqué sur la Figure 2.4, pour créer le
champ magnétique. Les avantages de cette technique sont de faibles courants de
fonctionnement (30A maximum) et un fort confinement. L’utilisation de pôles
biseautés le long de z est en outre favorable à la réalisation de condensats allon-
gés.

Plusieurs générations d’électro-aimants se sont succédés sur notre expérience.
Celui que nous utilisons à l’heure actuelle a été développé par V. Boyer [85].
Il produit un fort confinement dans deux directions et faible dans la troisième,
ce qui nous permet d’obtenir des condensats de grande anisotropie (jusqu’à 200
de rapport d’anisotropie ω⊥/ωz), indispensable pour observer des fluctuations
de phase dans le condensat. Les caractéristiques de ce piège sont présentées en
détail dans la thèse de S. Richard [39], ainsi que le cycle magnétique complet
permettant d’obtenir un condensat.

Evaporation

L’évaporation est faite à l’aide d’un champ radio-fréquence qui couple les
atomes les plus chauds vers un état anti-piégeant. Les atomes les plus chauds sont
donc éjectés hors du piège et les atomes restant dans le piège se rethermalisent
à une température plus basse [94]. La fréquence du champ radio-fréquence est
diminuée au cours du temps afin de diminuer la température tout en augmentant
la densité atomique : le paramètre de dégénérescence augmente alors jusqu’à
l’obtention du condensat.

Résumé des grandes étapes vers la condensation

Les grandes étapes depuis le PMO jusqu’à l’obtention du condensat sont les
suivantes :

– Transfert des atomes de la mélasse vers le piège magnétique. Les fré-
quences du piège magnétique sont calculées pour avoir la meilleure adapta-
tion possible entre le PMO et le piège magnétique. Les atomes piégés sont
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Fig. 2.4 – Schéma de l’électro-aimant permettant de piéger les atomes (tiré de
la thèse de F. Gerbier [38]).

dans l’état |F = 1, mF = −1〉. Ils sont transférés de |F = 2〉 à |F = 1〉 à
l’aide du faisceau dépompeur à la fin de la mélasse1.

– Compression du piège magnétique par une augmentation du gradient
B′ et une diminution du biais magnétique qui permet d’obtenir une fré-
quence radiale plus grande. Ceci permet d’augmenter le taux de colli-
sions élastiques et d’avoir un refroidissement évaporatif efficace. A la fin
de cette compression, les fréquences du piège sont ω⊥ = 2π × 415 Hz et
ωz = 2π × 7 Hz.

– Evaporation.
– Compression finale. Nos expériences sur les quasi-condensats requièrent

de grands rapports d’anisotropie. Une deuxième compression est donc réa-
lisée à mi-parcours de la rampe d’évaporation en abaissant la courbure et

1Ancun faisceau directeur n’étant appliqué pendant cette phase de transfert, les différents
niveaux Zeeman sont a priori uniformément peuplés. Le transfert des atomes dans l’état pié-
geant est donc de 30% maximum
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le biais du champ magnétique.
– Obtention du condensat de Bose-Einstein.

2.1.4 Imagerie par absorption

Système d’imagerie

Les nuages atomiques sont observés optiquement à l’aide d’un faisceau laser
à résonance appelé faisceau sonde. Une caméra CCD permet ensuite de regarder
l’absorption du faisceau sonde au niveau des atomes. Le schéma du montage
permettant de réaliser l’imagerie est présenté sur la Figure 2.5.

nuage d'atomes

laser
sonde

doublets de
transport d'image

objectif de
microscope

CCD

f 2f

�

f

θ

cellule

Fig. 2.5 – Schéma du dispositif d’imagerie par absorption.

Le dispositif d’imagerie est constitué des éléments suivants :
– un faisceau laser à résonance avec les atomes. L’axe du faisceau est per-

pendiculaire à l’axe long du piège magnétique et est incliné par rapport à
l’axe vertical, correspondant à l’un des axes radiaux du piège magnétique,
d’environ 5◦ pour les expériences que nous décrivons dans cette thèse.

– deux doublets corrigés de l’aberration sphérique et de la coma permettent
de réaliser un transport de l’image des atomes dans une zone plus accessible,
60 cm en-dehors de la cellule, avec un grandissement 1.

– un objectif de microscope permettant d’imager les atomes avec un grandis-
sement d’environ 1, 8.

– l’image du nuages d’atomes est finalement visualisée sur une caméra CCD
numérique PixelFly.

Intéraction atome-lumière

L’interaction des atomes avec la lumière fait intervenir trois processus diffé-
rents : l’absorption de photons, la réémission de photons et le déphasage de la
lumière transmise. Ces trois propriétés sont utilisées pour l’imagerie par absorp-
tion, fluorescence et contraste de phase respectivement.
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L’interaction avec la lumière peut être décrite grâce à l’indice de réfraction
des atomes nat =

√
1 + 4πnα, où α est la polarisabilité atomique et n la densité

atomique. Dans le cas où |nat − 1| � 1 et où l’intensité du laser est telle que
I � Isat, Isat étant l’intensité de saturation de la transition utilisée, l’indice de
réfraction pour un système à deux niveaux peut s’écrire [95] :

nat = 1 +
σ0nλ

4π

[ i

1 + 4δ2/Γ2
− 2δ/Γ

1 + 4δ2/Γ2

]
, (2.4)

où σ0 = 3λ2/2π est la section efficace d’absorption à résonance pour un atome
à deux niveaux, λ la longueur d’onde du laser, δ le décalage par rapport à la
résonance et Γ la largeur du niveau excité qui est égale à 5, 9MHz dans notre
cas. La partie imaginaire de l’indice implique une atténuation de l’amplitude
E0 du laser sonde alors que la partie réelle la déphase. L’amplitude transmise
par le nuage atomique est : Etrans = T E0e

iφ, le coefficient de transmission et le
déphasage valant alors :

T = exp
(
− σ0

∫
n(x, y, z) dx

1

1 + 4δ2/Γ2

)
, (2.5)

φ = −σ0

∫
n(x, y, z) dx

2δ/Γ

1 + 4δ2/Γ2
, (2.6)

avec un laser sonde dirigé suivant l’axe Ox.
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Fig. 2.6 – Tendance de la partie réelle et partie imaginaire de l’indice en fonction
du désaccord par rapport à la résonance pour une densité atomique donnée.

Sur notre expérience, nous nous plaçons à désaccord δ nul afin d’éviter les ef-
fets de lentille de condensat qui conduisent à des signaux très difficiles à analyser.
Nous observons donc sur la caméra CCD la variation spatiale de T 2. Nous pre-
nons deux images successives, l’une avec les atomes, l’autre sans les atomes afin
de connâıtre E0. En divisant les deux images puis en prenant le logarithme, nous
obtenons la quantité σ0

∫
n(x, y, z)dx directement proportionnelle à la densité

atomique spatiale intégrée suivant la direction du faisceau laser sonde, quantité
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qui nous intéresse pour réaliser toutes nos mesures (nombre d’atomes, tempéra-
ture, taille,...).

Nous ne réalisons l’image des atomes qu’après un certain temps de vol t (20ms
typiquement), c’est à dire après avoir coupé le piège magnétique et laissé tomber
les atomes. L’étalement du nuage implique une réduction de son épaisseur optique
(σ0

∫
ndx) et permet une analyse correcte des images. Dans le cas d’un nuage

d’atomes dans le piège, la résolution de l’imagerie est insuffisante et l’épaisseur
optique est alors trop grande : l’atténuation du laser sonde est trop importante
et le signal d’absorption détecté sur la caméra CCD se noie dans le bruit expo-
nentiellement vite. Il est alors difficile d’être quantitatif. Une autre solution pour
observer le profil de densité atomique serait de décaler la fréquence du faisceau
sonde par rapport à la résonance atomique. Mais dans ce cas, l’effet lentille du
nuage atomique (les atomes modifient la phase du faisceau laser) dévie le faisceau
sonde de façon significative.

Section efficace d’absorption

Dans ce qui précède, nous avons utilisé la section efficace d’absorption σ0 à
résonance pour un atome à deux niveaux, ce qui correspondrait aux transitions
fermées |F = 2, mF = ±2〉 - |F ′ = 3, mF ′ = ±3〉 pour notre laser sonde. Or
celui-ci est polarisé linéairement et la direction du champ magnétique résiduel
lors de la prise d’image est inconnue. De plus, les atomes initialement piégés dans
|F = 1, mF = −1〉 sont repompés avant la prise d’image dans |F = 2〉 et dans
tous les sous niveaux Zeeman sans qu’on en connaisse les populations respectives.
La section efficace d’absorption σ n’est donc pas celle d’un atome à deux niveaux
σ0, mais doit inclure toutes les transitions mises en jeu et leur coefficient de
Clebsch-Gordan, et les populations dans les divers sous-niveaux Zeeman.

La connaissance de cette section efficace d’absorption σ est primordiale pour
la caractérisation des nuages atomiques et en particulier pour la mesure du
nombre d’atomes. Nous présenterons plus loin les méthodes utilisées pour dé-
terminer σ.

Mise au point du système d’imagerie

Le système d’imagerie est mis au point sur des condensats de petite taille, avec
un nombre d’atomes total constant et un laser sonde à résonance. Le temps de vol
est de 20,3 ms, temps de vol généralement utilisé pour toutes nos expériences. La
distance entre l’objectif de microscope et la caméra CCD est maintenue constante
à 160 mm, comme indiquée sur la Figure 2.7. La taille des images obtenues est
mesurée en fonction de la position dx du système objectif + caméra. Le condensat
est un objet purement absorbant et la taille des images évolue quadratiquement
avec dx à l’ordre le plus bas, avec un minimum lorsque le système d’imagerie est
correctement mis au point. La mise au point est réalisée à ± 0,2 mm.
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Fig. 2.7 – Gauche : le système d’imagerie est mis au point en regardant la
taille des condensats en fonction de la position dx du système objectif + caméra.
Droite : Points expérimentaux de la taille des condensats en fonction de dx. La
courbe est un ajustement par une fonction quadratique.

Une autre possibilité pour effectuer la mise au point de notre système d’ima-
gerie serait de réaliser le même type d’expérience que précédemment mais avec le
laser sonde décalé par rapport à la résonance. Le condensat équivaut alors à une
lentille convergente ou divergente. La convergence, ou divergence, est maximale
lorsque la valeur absolue de la partie réelle de l’indice de réfraction est maxi-
male, autrement dit pour δ = ±Γ/2 comme l’indique la Figure 2.6. La Figure
2.8 montre la taille mesurée du condensat en fonction de dx, courbes obtenues
d’après des simulations que nous avons réalisées. Le minimum de ces courbes
est déplacé d’une certaine quantité, dépendant de la densité atomique2, de part
et d’autre de la position de focalisation précédente. Dans ce cas, la position de
bonne mise au point est donnée par l’intersection des deux courbes réalisées à
δ = ±Γ/2.

Calibration

Enfin, afin de connâıtre précisément le grandissement de tout notre système
d’imagerie et la taille effective d’un pixel de la caméra dans le plan objet, nous
plaçons une mire juste en dessous de la cellule. Nous trouvons alors une taille
effective du pixel de 2, 78 µm dans le plan objet. L’erreur systématique de cette
mesure due au fait que l’on effectue la mesure en dehors du plan de focalisation
est estimée à 1, 4 %. Comme nous l’avons vu au paragraphe précédent, le plan
de focalisation se trouve en effet au niveau du nuage d’atomes après un temps de
vol de 20,3 ms, donc à l’intérieur de la cellule. Nous tiendrons compte de cette
erreur systématique dans l’évaluation de nos incertitudes de mesures.

2La valeur de la focale de la lentille représentée par le condensat dépend de la densité
atomique
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Fig. 2.8 – Taille du condensat en fonction de la position du système objectif +
caméra et pour un désaccord de la sonde de ±Γ/2. La position de bonne mise au
point est donnée par l’intersection entre les courbes.

2.2 Caractérisation des nuages atomiques

Une fois les images de nuages atomiques obtenues, il faut être en mesure de
les caractériser afin de pouvoir exploiter nos mesures. Nous voulons en particulier
connâıtre la température de notre nuage, sa taille, son nombre total d’atomes,...
La connaissance de tous ces paramètres est primordiale pour pouvoir ensuite
interpréter nos expériences, et en particulier calculer l’amplitude des fluctuations
de phase.

2.2.1 Fréquences du piège magnétique

La caractérisation de nos ensembles d’atomes passe forcément par la carac-
térisation du piège magnétique final qui nous permet d’obtenir le condensat,
autrement dit la mesure de ses fréquences, définies à la section 2.1.3.

Fréquence radiale

La fréquence radiale dans un piège de type Ioffe-Pritchard dépend du gradient
de champ magnétique radial B′ et du biais magnétique B0. Les atomes piégés
étant dans le niveau |F = 1, mF = −1〉, la fréquence radiale vaut3 :

ω⊥ =

√
µB

2m

B′
√

B0

. (2.7)

Le gradient magnétique reste une constante sur nos expériences. Deux me-
sures indépendantes, réalisées par S. Richard, F. Gerbier et J. Thywissen [38,39],
grâce à une sonde Hall et par chauffage paramétrique, ont donné une valeur de

3D’après l’équation (2.2) et pour une courbure de champ magnétique telle que B′′ � B′2/B0.
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gradient de : B′ = 1, 46(1) kG/cm. Nous changeons la fréquence radiale en mo-
difiant le biais magnétique B0. Finalement, la fréquence radiale est mesurée par
l’intermédiaire de la mesure de B0. Nous mesurons cette dernière grâce à la me-
sure de la fréquence du champ radio-fréquence permettant de vider complètement
le piège de ses atomes.

Le champ magnétique déplace en énergie le niveau mF = −1. C’est ce qui
permet de piéger nos atomes. En revanche, le niveau mF = 0 reste inchangé au
premier ordre. Les atomes se trouvant dans ce niveau ne sont donc pas piégés. La
condition de couplage entre les niveaux mF = −1 et mF = 0 évolue donc avec le
champ magnétique qui varie spatialement comme cela est indiqué sur le graphique
de droite de la Figure 2.9. Le champ radio-fréquence effectuant le couplage à une
fréquence donnée est donc sélectif en énergie mais aussi spatialement.

mF = -1

mF = 0temps0

condensat

hνfinal

rampe
radio-fréquence

hν0

gFmFµBB

0

Fig. 2.9 – Principe de la mesure de biais magnétique grâce à la mesure de la
fréquence du champ radio-fréquence vidant le piège de ses atomes. Le graphique
de gauche présente la séquence du champ radio-fréquence appliqué en fonction
du temps. Les pointillés indiquent que l’amplitude de ce champ est fortement
diminuée. Le graphique de droite représente les niveaux d’énergie du niveau piégé
mF = −1 et du niveau non piégé mF = 0 en fonction de la position.

Lorsque le champ radio-fréquence correspond au biais magnétique, c’est à
dire au champ au centre du piège, tous les atomes sont couplés vers le niveau
mF = 0 et sont donc éjectés du piège. Si la fréquence du champ radio-fréquence
est supérieure au biais, seuls les atomes les plus chauds sont couplés vers le niveau
non piégé : c’est le principe de l’évaporation. Enfin, s’il est inférieur, aucun atome
n’est couplé et tous restent piégés. La perte ou non des atomes en fonction de la
valeur du champ radio-fréquence est ainsi révélatrice de sa position par rapport
au biais magnétique.
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Le principe de la mesure est présentée sur la Figure 2.9. Nous partons initia-
lement d’un condensat afin d’avoir une densité atomique au centre du piège im-
portante. Nous baissons ensuite fortement l’amplitude du champ radio-fréquence
pour ne plus avoir de couplage et diminuons sa fréquence jusqu’à une valeur νfinal.
L’amplitude est ensuite remise à sa valeur initiale. Si νfinal < gF mF µBB0/h, au-
cun atome n’est couplé vers un état non piégeant. Lors de la prise d’image, le
nombre d’atomes reste identique au nombre d’atomes dans le condensat initial.
L’expérience est renouvelée en remontant petit à petit la valeur de la fréquence
νfinal. Lorsque νfinal = gF mF µBB0/h, tous les atomes sont subitement couplés
vers un état anti-piégeant et sont éjectés du piège. Nous ne trouvons plus aucun
atome lors de la prise d’image.

Cette méthode permet de mesurer précisément le biais magnétique et d’en
déduire la fréquence radiale. Les expériences décrites dans ce manuscrit ont été
réalisées pour des fréquences radiales ω⊥/2π = 395(4) Hz et 655(8) Hz.

Fréquence axiale

La fréquence axiale du piège magnétique est quant à elle mesurée en exci-
tant le mode d’oscillation du centre de masse du condensat, mode oscillant à la
fréquence axiale ωz [78]. Pour exciter ce mode, nous appliquons un gradient de
champ magnétique créé par les bobines du PMO pendant quelques millisecondes.
La Figure 2.10 représente la position du centre de masse d’un condensat à diffé-
rents instants après l’application du gradient de champ. Un ajustement sinusöıdal
permet de trouver la fréquence axiale, soit ωz/2π = 8, 67(2) Hz et 6, 55(2) Hz
pour les expériences décrites dans cette thèse.
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Fig. 2.10 – Mesure de la fréquence axiale du piège magnétique. Les points re-
présentent la position du centre de masse d’un condensat, après application d’un
gradient de champ magnétique, en fonction du temps. La ligne est un ajustement
sinusöıdal qui donne une fréquence de 6, 55(2) Hz.
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Régime 1D-3D

En résumé, les pièges utilisés pour nos expériences ont été les suivants :
– Pour la mesure des fluctuations de phase à l’équilibre par la méthode de la

spectroscopie de Bragg décrite dans les thèses de S. Richard et F. Gerbier
[38,39] et brièvement rappelée dans la Partie 3.2 : ωz/2π = 5 Hz et ω⊥/2π =
760 Hz.

– Pour la mesure des fluctuations de phase par interférométrie décrite dans
la Partie 3.3 : (ωz/2π; ω⊥/2π) = (8, 67; 395) Hz et (6, 55; 655) Hz.

– Pour la mesure des fluctuations de phase au cours de la formation du
condensat décrite dans le Chapitre 4 : ωz/2π = 6, 55 Hz et ω⊥/2π = 655 Hz.

Ce sont donc toujours des pièges fortement allongés, mais nous ne sommes pas
dans le régime 1D au sens strict du terme. Avec un nombre d’atomes pouvant aller
de quelques 104 à quelques 105, le potentiel chimique, calculé en supposant que
nous sommes dans le régime de Thomas-Fermi 3D, varie en effet d’environ 1, 2~ω⊥
à 5~ω⊥. Nous nous plaçons entre le régime parfaitement 1D et 3D Thomas-Fermi.

2.2.2 Nombre d’atomes

Mesure sur les images

Le nombre total d’atomes est déterminé simplement en sommant la transmis-
sion du laser sonde sur toute l’image obtenue par absorption :

N =

∫∫∫
n dxdydz, (2.8)

=
A

σ

∑
pixels

− ln T (y, z), (2.9)

avec A l’aire par pixel de caméra ramenée dans le plan objet et σ la section
efficace d’absorption. Le faisceau laser sonde est à résonance (δ = 0).

Calibration du nombre d’atomes

Le mesure du nombre d’atomes repose sur la connaissance de la section efficace
d’absorption σ = σ0/CN , σ0 étant la section efficace d’absorption de la transition
fermée |F = 2, mF = +2〉 - |F ′ = 3, mF ′ = +3〉. Le nombre total d’atomes est
alors égal à :

N = CNNmes. (2.10)

où Nmes est le nombre d’atomes mesurés en prenant comme section efficace d’ab-
sorption σ0. Or, pour les raisons évoquées dans la Partie 2.1.4, la valeur de σ,
et donc de CN , n’est pas connue d’emblée sur notre expérience et doit donc être
déterminée.
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Calibration par la mesure de Tc

La mesure de CN peut se faire de deux manières indépendantes. La première
méthode consiste à mesurer la température critique Tc qui dépend du nombre
d’atomes total comme [96] :

Tc = T 0
c (1− 0, 73

ω̄

ω
N−1/3 − 1, 33

a

aOH

N1/6), (2.11)

où T 0
c = 0,94 ~ωN1/3/kB est la température critique d’un gaz sans interaction,

ω̄ = (2ω⊥ + ωz)/3 la moyenne des fréquences, ω = (ω2
⊥ωz)

1/3 la moyenne géomé-
trique des fréquences, a la longueur de diffusion et aOH =

√
~/mω la taille de

l’oscillateur harmonique. Les données expérimentales sont présentées sur la Fi-
gure 2.11. Nous mesurons le nombre d’atomes dans le condensat pour différentes
températures autour de la température critique. Nous faisons varier la tempéra-
ture en changeant la valeur finale du champ radio-fréquence νrf . Un ajustement
linéaire par morceau nous donne la valeur de la fréquence au seuil de la condensa-
tion. A partir de cette valeur et de l’ajustement linéaire sur la température, nous
en déduisons la température critique et donc le nombre d’atomes total théorique
correspondant. Ceci donne un facteur de correction CN égal à 3, 84 à 20 % près.

Calibration par la mesure de la taille des condensats

La deuxième méthode se fonde sur la dépendance de la taille de conden-
sats purs, c’est à dire sans nuage thermique visible sur les images, vis à vis
du nombre d’atomes. Dans nos expériences, les condensats se trouvent entre le
régime Thomas-Fermi et le régime 1D. Pour calculer les tailles des condensats
attendues théoriquement, nous avons choisi d’utiliser l’approximation analytique
proposée par A. L. Zubarev et Y. E. Kim [97]. Leur théorie permet de modifier
l’équation de la taille dans l’approximation Thomas-Fermi afin de tenir compte
de l’énergie cinétique radiale. Le paramètre CN est ensuite calculé afin de faire
correspondre les tailles mesurées et les tailles calculées en fonction du nombre
d’atomes.

La Figure 2.12 représente la taille des condensats après temps de vol en fonc-
tion du nombre d’atomes. Les courbes en trait plein correspondent aux calculs
réalisés à partir de l’approximation de Zubarev et Kim. Le paramètre CN est cal-
culé dans la direction axiale et dans la direction radiale afin d’ajuster au mieux
ces courbes aux points expérimentaux. Nous trouvons alors un facteur de calibra-
tion de 3, 8(4). L’incertitude représente l’erreur systématique sur la calibration
du nombre d’atomes et provient essentiellement de la différence trouvée sur les
facteurs de calibration suivant les deux directions du condensat4.

4La comparaison des profils issus de l’approximation de Zubarev et Kim avec les résultats
exacts obtenus par résolution numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii montre que la taille
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Fig. 2.11 – Calibration du nombre d’atomes par la mesure de la température
critique. Haut : Nombre d’atomes, sans facteur de correction, dans le conden-
sat en fonction de la profondeur du piège. Un ajustement linéaire par morceau
donne la valeur de la profondeur du piège au seuil de la condensation. Milieu :
Température en fonction de la profondeur du piège avec un ajustement linéaire.
Nous en déduisons la valeur de la température critique. Bas : Nombre d’atomes
total, sans facteur de correction, en fonction de la profondeur du piège. Nous en
déduisons le nombre d’atomes total mesuré au seuil de la condensation.

axiale issue de l’approximation est sur-estimée par rapport à la taille exacte, alors que la taille
radiale est sous-estimée [39]. Ceci a donc pour effet de sur-estimer ou de sous-estimer le facteur
de calibration en fonction de la direction suivant laquelle l’ajustement est réalisé. Mais cette
approximation donne toutefois une erreur inférieure à celle obtenue avec les profils issus de
l’approximation Thomas-Fermi. La précision sur le facteur de calibration est donc meilleure en
utilisant les tailles issues de l’approximation de Zubarev et Kim.
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Fig. 2.12 – Taille du condensat après temps de vol en fonction du nombre
d’atomes correctement calibré. Les cercles pleins représentent la demi-longueur
du condensat et les cercles blancs le demi-rayon. Les courbes correspondent aux
calculs réalisés à partir de l’approximation de Zubarev et Kim.

Remarque

Théoriquement, le plus petit coefficient de Clebsch-Gordan pour une transi-
tion π donne un facteur de correction CN de 3. Il faut également tenir compte
de la largeur spectrale ∆ du laser sonde qui est de l’ordre de 2 MHz et qui ré-
duit l’absorption à résonance d’un facteur (∆ + Γ)/Γ. Ceci donne un facteur de
correction maximum de 4, valeur compatible avec notre mesure.

2.2.3 Profils des nuages atomiques

L’imagerie permet également de fournir la distribution de la densité atomique
au cours du temps de vol d’où nous pouvons déduire de nombreuses proprié-
tés des condensats et des nuages thermiques. Ceci est réalisé en comparant les
distributions mesurées avec les résultats des différents modèles que nous allons
rapidement présenter maintenant.

Nuages thermiques au dessus du seuil de condensation

La densité d’un nuage d’atomes piégés à une température T supérieure à la
température de condensation est, dans l’approche semi-classique [95] :

nth(~r, t = 0) =
1

λ3
dBTh

g3/2

(
exp

[ µ

kBT
− Vext(~r)

kBT

])
,

=
1

λ3
dBTh

g3/2

(
exp

[ µ

kBT
−

∑
i

r2
i

2X2
i (0)

])
avec i = x, y, z,
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où µ est le potentiel chimique, Xi(0) =
√

kBT/mω2
i la taille du nuage dans la

direction i et gj(x) =
∑∞

l=0 xl/lj. Cette distribution s’approche d’une distribution
gaussienne de rayon quadratique moyen Xi(0).

Lorsque le piège harmonique est coupé et en négligeant les collisions au cours
de l’expansion, le nuage s’étend de façon purement balistique. Le profil de densité
reste identique à celui dans le piège, la taille du nuage augmentant de la façon
suivante avec le temps de vol t :

X2
i (t) = X2

i (0) +
kBT

m
t2. (2.12)

Enfin, les images que nous observons nous donnent la densité intégrée suivant
une des directions après temps de vol :

ñth(y, z, t) = ñth(0, 0, t)g2

(
exp

[ µ

kBT
− y2

2X2
y (t)

− z2

2X2
z (t)

])
. (2.13)

Condensats purs

La densité atomique du condensat dans le piège a la forme, dans la limite de
Thomas-Fermi, d’une parabole inversée :

n0(~r, t = 0) = max
(µ− Vext(~r)

g
, 0

)
, (2.14)

= n0(0, 0) max
(
0, 1−

∑
i

r2
i

R2
i (0)

)
, (2.15)

où g = 4π~2a/m est la constante de couplage due aux interactions et a est la
longueur de diffusion dans l’onde s.

A la coupure du piège, l’énergie d’interaction est convertie en énergie ciné-
tique. La densité atomique après temps de vol garde la forme d’une parabole in-
versée avec, pour un nuage allongé dans une direction, les tailles suivantes [98,99] :

Rz(t) = λzRz(0) suivant l’axe long, (2.16)

Rx,y(t) = λ⊥Rx,y(0) suivant l’axe radial, (2.17)

avec les facteurs d’échelle :

λz(τ) = 1 + ε2[τ arctan(τ)− ln
√

1 + τ 2] + O(ε4) (2.18)

et λ⊥(τ) =
√

1 + τ 2, (2.19)

où ε = ωz/ω⊥ et τ = ω⊥t.
Nos condensats se trouvent entre le régime de Thomas-Fermi et le régime

1D. La taille des condensats n’est plus correctement calculée lorsque l’on utilise
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l’approximation Thomas-Fermi, mais la densité atomique reste toujours proche
d’une parabole inversée5. Les tailles du condensat sont donc toujours correcte-
ment extraites à partir d’un ajustement parabolique sur les images.

Les images, après integration suivant la direction de la sonde, donnent un
profil de la forme :

ñ0(y, z, t) = ñ0(0, 0, t) max
(
1− y2

R2(t)
− z2

L2(t)
, 0

)
, (2.20)

avec R = Rx,y la taille du condensat suivant l’axe radial et L = Rz la taille
suivant l’axe long.

Nuages mixtes

La distribution en densité des nuages atomiques est bien connue dans les deux
cas limites évoqués plus hauts. Dans le cas intermédiaire où le nuage est constitué
à la fois d’un condensat et d’un nuage thermique, aucun modèle théorique simple
n’existe. Pour l’analyse des images, nous supposons que la distribution de la
densité est correctement ajustée par une distribution bimodale : une distribution
de Bose avec un potentiel chimique nul pour le nuage thermique à laquelle s’ajoute
une distribution parabolique pour le condensat. Cette distribution bimodale se
voit clairement sur les images. Nous ne prenons pas en compte l’interaction entre
le nuage thermique et le condensat, et donc la modification de la densité du nuage
thermique par le condensat qui nécessiterait une procédure d’ajustement plus
évoluée. Tout cela est discuté en détails dans l’article de F. Gerbier et al [100].

2.2.4 Température et fraction condensée

Mesure de la température

Les images de nuages thermiques sont ajustées par l’équation (2.13). D’après
(2.12), la taille Xi du nuage thermique nous donne la température suivant la
relation :

kBT = m
[ ω2

i

1 + ω2
i t

2
Xi(t)

2
]
. (2.21)

Sur des nuages mixtes et lorsque le nuage thermique est visible autour du
condensat, l’ajustement par la fonction de Bose est réalisé sur les ailes du nuage,
c’est à dire sur une région où l’on exclut le condensat. Nous avons choisi de
garder la valeur de la température donnée par l’ajustement suivant l’axe radial.
Cette valeur est en effet bien moins sensible au choix de la zone d’exclusion pour

5Dans notre régime, la transition vers le régime 1D fait apparâıtre des “ailes” sur les profils
radiaux.
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effectuer l’ajustement par la fonction de Bose que la valeur mesurée suivant l’axe
long. La précision sur la mesure de la température est estimée à ±16 nK.

Lorsque le nuage thermique n’est pas visible autour du condensat, une autre
méthode a dû être mise en place pour déterminer la température. Nous mesurons
la température en fonction de la profondeur du piège νrf − ν0, fixée par la valeur
finale de la rampe d’évaporation. Les points expérimentaux représentés sur la
Figure 2.13 montrent qu’ils sont correctement ajustés par un polynôme d’ordre
deux. Nous vérifions par ailleurs que cet ajustement nous donne une température
nulle pour νrf − ν0 = 0, c’est à dire au niveau du fond du piège. Cet ajustement
est utilisé pour déterminer la température lorsque le nuage thermique n’est plus
visible, autrement dit pour les températures inférieures à 180 nK.
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Fig. 2.13 – Les points représentent la température mesurée expérimentalement en
fonction de la profondeur du piège. La courbe est un ajustement sur ces données
par un polynôme d’ordre deux.

Mesure de la fraction condensée

La fraction condensée, autrement dit le nombre d’atomes dans le condensat
divisé par le nombre total d’atomes, est extraite de l’ajustement des images par
la fonction bimodale. L’erreur sur la mesure est estimée à ±5 %. Encore une fois,
ce type de mesure peut être réalisé lorsque le nuage thermique est visible autour
du condensat. Ainsi, la fraction condensée est extraite des ajustements de façon
fiable quand elle est inférieure à 50 %.

Lorsque nous voulons connâıtre la fraction condensée pour des nuages où la
partie thermique n’est plus visible, une première solution est d’utiliser la formule
théorique de la fraction condensée d’après la connaissance de la température avec
la méthode décrite précédemment et du nombre total d’atomes. Cette formule
calculée dans l’approximation semi-classique et dans le régime de Thomas-Fermi
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est [55] :
N0

N
= 1−

( T

T 0
c

)3

− ηfrac
ζ(2)

ζ(3)

( T

T 0
c

)2[
1−

( T

T 0
c

)3]2/5

, (2.22)

avec ηfrac = µ/kBT 0
c , ζ(2) = 1, 65 et ζ(3) = 1, 20. Cette formule montre un bon

accord avec les résultats expérimentaux pour des pièges “peu” allongés, avec ty-
piquement un rapport d’anisotropie inférieur à 45 [38, 100]. En revanche, pour
des rapports d’anisotropie supérieurs, nous mesurons une fraction condensée sen-
siblement plus petite que celle calculée.

La Figure 2.14 présente les points expérimentaux de la mesure de la fraction
condensée en fonction de T/T 0

c pour le piège de fréquences 8,67 Hz et 395 Hz.
La courbe en traits pointillés représente la fraction condensée calculée à partir
de l’équation (2.22). Nous pouvons déjà observer sur cette courbe une fraction
condensée mesurée plus petite que celle calculée. Cet écart peut aller jusqu’à 10 %
pour les pièges les plus allongés comme cela a été rapporté dans la thèse de S.
Richard [39] pour des pièges de rapport d’anisotropie 150. Nous pouvons avancer
comme explication possible de cette différence le fait que nous ne sommes plus
tout à fait dans le régime de Thomas-Fermi, au moins radialement.
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Fig. 2.14 – Les points représentent la fraction condensée mesurée expérimentale-
ment en fonction de T/T 0

c . La courbe en traits pointillés est donnée par l’équation
(2.22) qui tient compte des effets de taille finie et des interactions. La courbe en
trait plein est un ajustement sur ces données par l’équation (2.23).

Afin de contourner le problème, nous avons décidé d’ajuster les points expé-
rimentaux de la Figure 2.14 par une courbe du type :

N0

N
= 1−

( T

T 0
c

)3

− β
( T

T 0
c

)2[
1−

( T

T 0
c

)3]2/5

, (2.23)

avec β comme paramètre ajustable. La courbe en trait plein représente cet ajuste-
ment. Ainsi, pour une profondeur de piège donnée et lorsque le nuage thermique
n’est plus visible sur les images, nous obtenons la fraction condensée à partir de
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ce dernier ajustement, la température étant calculée à partir de son ajustement
en fonction de la profondeur de piège comme décrit dans la partie précédente et
T 0

c à partir de la mesure du nombre total d’atomes6.

2.3 Manipulation des atomes par la lumière

Comme nous l’avons vu dans le Chapitre 1, la mesure de la cohérence en
phase du condensat peut se faire de deux façons différentes et complémentaires :
soit grâce à la mesure de la fonction de corrélation spatiale de sa fonction d’onde,
soit par la mesure de sa distribution en impulsion. Ces deux types de mesures
sont réalisés à partir de la manipulation cohérente de nos condensats par la
lumière et plus particulièrement par diffraction de Bragg sur des ondes lumineuses
stationnaires [101].

2.3.1 Principe de la diffraction de Bragg

Nous considérons le cas d’une onde stationnaire formée par deux faisceaux
laser contra-propageant, éclairant le condensat suivant son axe long z comme
indiqué sur la Figure 2.15. Les faisceaux laser de vecteur d’onde | ~kL| = 2π/λL

sont décalés en fréquence l’un par rapport à l’autre d’une quantité δω � ωL.
L’interférence de ces deux faisceaux donne le réseau d’intensité suivant :

I =
I0

2

(
1 + cos

[
2
(
kLz +

δω

2
t
)])

, (2.24)

réseau d’interfrange iréseau = π/kL et se déplaçant à la vitesse vréseau = δω/2kL.
Nous avons ici l’équivalent pour les atomes de ce que l’on appelle en optique
un miroir de Bragg : les ondes de de Broglie associées à l’atome peuvent être
diffractées sur ce potentiel périodique.

Condition de diffraction

La condition de diffraction dans l’ordre n de l’onde de de Broglie associée
à l’atome est une condition sur l’angle d’incidence θB de l’onde par rapport au
réseau :

nλdB = λL sin(θB), (2.25)

6L’ajustement (2.23) réalisé sur l’ensemble des données reste en revanche moins bon que
l’équation (2.22) pour les très faibles fractions condensées (inférieures à 5 %) et ne donne pas
en particulier la température critique attendue théoriquement selon (2.11). En revanche, un
ajustement réalisé uniquement sur les fractions condensées les plus faibles donne une valeur
de température critique correspondant à la théorie, ce qui est tout à fait logique puisque nous
avons calibré le nombre d’atomes, à 20 % près, à partir de la mesure de la température critique
(voir Partie 2.2.2).
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Fig. 2.15 – Diffraction de Bragg à résonance. Gauche : Le condensat est éclairé
par deux faisceaux laser contra-propageant de fréquence ωL et ωL + δω. Ces deux
faisceaux interfèrent pour former un réseau d’intensité se déplaçant à la vitesse
δω/2kL. L’impulsion des atomes diffractés est de 2n~kL. Droite : Diagramme des
états d’impulsion couplés par les faisceaux laser dans un processus à 2n photons.

où λdB est la longueur d’onde de de Broglie associée à l’atome dans le référentiel
du réseau. Dans notre cas, nous travaillons avec l’angle de Bragg θB = 90◦. La
condition de diffraction, ou condition de résonance, devient :

λL = nλdB, (2.26)

= n
h

m|vi − vréseau|
, (2.27)

vi et vréseau étant respectivement la vitesse initiale de l’atome avant diffraction et
du réseau dans le référentiel du laboratoire. Ainsi, la condition de diffraction des
atomes de vitesse vi revient à une condition sur la vitesse du réseau :

vréseau = vi ±
n~kL

m
, (2.28)

la diffraction dans l’ordre ±n dépendant de la direction de propagation du réseau.
Cette condition de résonance peut également être retrouvée en considérant

la conservation de l’énergie et de l’impulsion. Comme le montre le graphique de
droite de la Figure 2.15, la diffraction de Bragg réalise un couplage entre deux
niveaux externes du condensat par une transition multi-photonique, les atomes
restant par ailleurs dans le même niveau hyperfin. La diffraction de Bragg d’ordre
n s’accompagne d’un transfert d’impulsion 2n~kL : les atomes diffractés absorbent
n photons de fréquence ωL+δω dans une direction et réémettent de façon stimulée
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n photons de fréquence ωL dans la même direction. La conservation de l’impulsion
et de l’énergie donnent :

pf = pi + 2n~kL, (2.29)

Ef = Ei + n~δω, (2.30)

où les indices “f” et “i” correspondent respectivement aux atomes diffractés et
aux atomes dans le nuage atomique initial avant diffraction. On déduit ensuite
de ces équations la condition de diffraction :

δωres =
2n~k2

L

m
+ 2vikL, (2.31)

= δω0 + 2vikL. (2.32)

La quantité δω0 représente la condition de diffraction dans l’ordre n pour des
atomes initialement immobiles. La sélection du désaccord entre les faisceaux laser
permet donc de sélectionner la classe de vitesse des atomes diffractés.

2.3.2 Les différents régimes de couplage

Diffraction par un réseau mince : régime Kapitza-Dirac

Ce régime est l’analogue de la diffraction Raman-Nath en optique où les ondes
lumineuses sont diffractées par un réseau dont l’épaisseur est faible devant son
pas. Dans notre cas, ceci revient à pouvoir négliger le mouvement des atomes
durant la durée τ d’application du réseau devant le pas de ce réseau, soit :

2vrecτ � iréseau, (2.33)

où vrec = ~kL/m est la vitesse de recul à un photon de l’atome. Ce régime est
donc limité aux faibles temps d’interaction, inférieurs à 30 µs sur notre expérience
avec le 87Rb.

La diffraction dans le régime Kapitza-Dirac correspond alors à la diffraction
des atomes dans plusieurs ordres n à la fois [102]. Pour pouvoir effectivement
observer un nombre d’atomes diffractés non négligeable pour ces temps d’inter-
action, il est par ailleurs nécessaire de disposer d’une intensité laser importante.
Sur notre expérience, la puissance des faisceaux laser trop faible ne nous a jamais
permis d’observer ce régime.

Régime d’oscillation

Le régime de Kapitza-Dirac s’arrête lorsque la condition (2.33) sur les temps
d’application du réseau lumineux n’est plus vérifiée. Nous entrons alors dans le
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régime dit d’oscillation où l’on peut considérer que les atomes oscillent classi-
quement dans le fond des puits du potentiel lumineux considéré comme quasi-
harmonique. Il est alors possible d’observer une focalisation et défocalisation
périodique du nuage d’atomes à la période τosc [103]. La transition entre le ré-
gime de Kapitza-Dirac et le régime d’oscillation, qui apparâıt pour τ ≥ τosc/4, a
été étudiée avec un condensat au NIST avec l’observation dans l’espace des im-
pulsions de l’oscillation de la population dans les différents ordres de diffraction
en fonction de τ [103].

Ce régime d’oscillation requiert là aussi une intensité laser suffisante. Sur
notre expérience, les intensités laser utilisées ne nous permettent pas de nous
trouver dans ce régime.

Diffraction par un réseau épais : régime de Bragg

Enfin, la diffraction par un réseau épais, ou diffraction de Bragg, est un régime
où il n’y a qu’un seul ordre de diffraction [104]. Le mouvement des atomes par
rapport au réseau de diffraction n’est plus négligeable, mais nous ne sommes pas
non plus dans le régime d’oscillation décrit précédemment (intensité laser faible
et/ou temps d’interaction trop long).

L’obtention du régime de Bragg requiert donc de ne diffracter qu’un seul ordre
et donc de ne pas peupler les ordres de diffraction adjacents, distants de 4ωrec =
2~k2

L/m d’après (2.31). Une durée d’application du réseau de τ provoquant un
élargissement en fréquence dans l’espace de Fourier7 de 1/τ , il faut choisir des
durées d’interaction telles que :

τ >
π

2ωrec

, (2.34)

supérieures à 60 µs pour le 87Rb.
C’est dans ce régime que nous nous sommes placés expérimentalement.

2.3.3 Régime de Bragg et Oscillation de Rabi

Oscillation de Rabi

Le principe de la diffraction d’ordre n est rappelé sur la Figure 2.16. Les deux
faisceaux laser décalés en fréquence de δω couplent deux niveaux externes du
condensat, |f, pi〉 et |f, pi +2n~kL〉 dans un processus à 2n photons. Le problème
peut donc être traité à partir du formalisme des oscillations de Rabi entre deux
niveaux. Le but ici est de connâıtre les fractions d’atomes diffractés, en fonction
des divers paramètres comme le temps d’application τ du réseau lumineux ou le
désaccord δ par rapport à la résonance.

7largeur à mi-hauteur du spectre en fréquence
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Fig. 2.16 – Diffraction de Bragg d’ordre n hors résonance. Gauche : Deux fais-
ceaux laser contra-propageant de fréquence ωL et ωL + δω créent un réseau de
diffraction pour les atomes du condensat. Droite : Diagramme des états d’impul-
sion couplés par les faisceaux laser dans un processus à 2n photons. Le paramètre
δ représente le désaccord par rapport à la résonance.

Dans le cas d’une transition à deux photons, autrement dit pour n = 1, la
probabilité de transférer un atome du niveau |f, pi〉 au niveau |f, pi+2~kL〉, après
un temps τ d’interaction entre les atomes et la lumière, est [105] :

P (τ) =
( Ω∗

1Ω2

2Ω
(2)
R ∆1

)2

sin2
(Ω

(2)
R

2
τ
)
. (2.35)

Le paramètre ∆1 est le désaccord par rapport au niveau excité comme indiqué sur
la Figure 2.16, et Ω1 et Ω2 sont les pulsations de Rabi à un photon caractérisant
l’interaction lumière-atome pour chaque transition individuelle. Ces dernières
dépendent de l’intensité des lasers par la relation : Ω1,2 = Γ

√
I1,2/2Isat où Γ

est la largeur naturelle du niveau excité et Isat l’intensité de saturation de la
transition utilisée.

La population du système initialement dans |f, pi〉 oscille donc au cours du
temps de manière cohérente entre les deux états |f, pi〉 et |f, pi + 2~kL〉. La pul-

sation d’oscillation Ω
(2)
R est appelée pulsation de Rabi à deux photons généralisée

et est donnée par :

Ω
(2)
R =

√√√√√√( | Ω1 |2

4∆1

− | Ω2 |2

4∆1︸ ︷︷ ︸
déplacement lumineux

−
désaccord︷︸︸︷

δ
)2

+
| Ω1 |2| Ω2 |2

4∆2
1︸ ︷︷ ︸

Pulsation de Rabi à résonance

, (2.36)
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où δ = δω− δωres, représenté sur la Figure 2.16, est le désaccord par rapport à la
résonance. Les termes | Ω1,2 |2 /4∆1 représentent les déplacements lumineux. Ils
seront négligés par la suite car nous avons pris expérimentalement deux faisceaux
d’environ même intensité (Ω1 ' Ω2). La pulsation de Rabi à 2 photons devient
donc :

Ω
(2)
R =

√
δ2 + Ω2

res, (2.37)

avec Ωres = Ω∗
1Ω2/2∆1, (2.38)

Ωres étant la pulsation de Rabi à résonance.
Le processus à 2n photons est identique au cas à 2 photons que nous venons

de présenter [106]. Nous avons un couplage cohérent entre les niveaux |f, pi〉 et
|f, pi+2n~kL〉 caractérisé par une pulsation de Rabi effective à 2n photons valant
à résonance (δ = 0) :

Ω
(2n)
R =

(Ω1Ω2)
n

22n−1∆1∆2...∆2n−1

. (2.39)

Finalement, pour rester cohérent, ce couplage suppose que l’on puisse négliger
l’émission spontanée. Ceci impose une durée maximale pour la durée d’interaction
entre le réseau et les atomes telle que [101] :

Ω2
1 + Ω2

2

4∆2
Γτ � 1, (2.40)

avec ∆ le désaccord moyen par rapport au niveau excité. Nous avons toujours
vérifié que ce critère était respecté dans toutes nos expériences.

Lames séparatrices et miroirs

Nous avons représenté sur la Figure 2.17 l’amplitude diffractée en fonction du
temps d’interaction τ entre les atomes et le réseau lumineux, amplitude calculée
à partir des équations (2.35) et (2.37), pour δ = 0 et pour δ 6= 0. Cette Figure
montre clairement la dépendance de la fréquence d’oscillation et du maximum de
diffraction en fonction de ce désaccord. Nous pouvons en particulier remarquer
que la diffraction maximale de 100 % ne peut être obtenue qu’à désaccord nul.

Le réseau de Bragg permet de transférer de manière cohérente des atomes du
niveau |f, pi〉 au niveau |f, pi + 2~kL〉 dans le cas d’une transition à 2 photons
par exemple. Le taux de transfert dépend alors du temps d’application du réseau
lumineux. A désaccord nul, nous trouvons les cas particuliers suivants :

– Ω
(2)
R τ = π/2 : on obtient une superposition cohérente équiprobable des états

|f, pi〉 et |f, pi +2~kL〉. Cette interaction correspond à une lame séparatrice
50/50 en optique et est appelée impulsion π/2.

– Ω
(2)
R τ = π : on transfert la totalité des atomes de |f, pi〉 vers |f, pi + 2~kL〉.

Cette interaction correspond à un miroir pour les populations atomiques et
est appelée impulsion π.
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Fig. 2.17 – Oscillation de Rabi. L’amplitude diffractée P en fonction du temps
d’interaction τ est représentée dans le cas résonant (trait plein, δ = 0) et pour un
certain désaccord par rapport à la pulsation de Rabi à résonance (trait pointillé,
δ = 0, 7 Ωres).

– Ω
(2)
R τ = 2π : nous retrouvons tous les atomes dans le niveau initial |f, pi〉

puisque le processus est cohérent.

Sélectivité en impulsion

L’équation (2.32) donne la classe de vitesse des atomes diffractés par le réseau
de Bragg pour un δω donné. Expérimentalement, le réseau lumineux est appliqué
sur les atomes à l’aide d’une impulsion créneau de durée τ finie, donnant dans
l’espace de Fourier un sinus cardinal de largeur 1/τ . Ainsi, plus la durée d’in-
teraction est longue, plus la sélectivité en impulsion des atomes diffractés par le
réseau augmente. Cette sélectivité est donnée par :

∆ωrésolution =
2π

nτ
, (2.41)

avec n l’ordre de diffraction. Le pouvoir séparateur du réseau augmente avec
l’ordre de diffraction de manière analogue à un réseau de diffraction en optique.

Comme nous l’avons dit dans la Partie 2.3.2, le fait d’être dans le régime de
Bragg implique que cette durée soit suffisamment longue pour n’avoir qu’un seul
ordre diffracté et ne pas coupler les ordres voisins. En revanche, la durée τ n’étant
pas infiniment longue, nous avons tout de même un élargissement en fréquence
proportionnel à 1/τ .

La durée d’application de l’impulsion Bragg détermine donc la sélectivité en
impulsion du réseau, c’est à dire la largeur ∆p de la classe d’impulsion des atomes
qui vont être diffractés, selon l’équation :

∆ωrésolution =
2kL

m
∆p. (2.42)
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2.3.4 Applications expérimentales

Lames séparatrices pour l’interférométrie

La diffraction de Bragg va tout d’abord nous permettre de réaliser des lames
séparatrices à l’aide d’impulsions π/2, l’objectif final étant de créer un interfé-
romètre. Cet interféromètre nous permettra alors de réaliser l’autocorrélation de
la fonction d’onde du condensat et donc de mesurer directement sa fonction de
corrélation spatiale, comme nous le verrons dans le Chapitre 3.

La réalisation de lames séparatrices nécessite de coupler tout le condensat.
Celui-ci a une largeur en impulsion non nulle due à sa taille spatiale finie et
aux fluctuations de phase qui élargissent encore davantage la distribution en
impulsion. La durée d’application du réseau de diffraction doit être suffisamment
courte pour coupler tous les atomes du condensat.

La largeur de la distribution en impulsion des condensats correspond à une
largeur en fréquence, dans le cas de la transition à deux photons, donnée par :

∆ω =
2kL

m
∆p. (2.43)

Les expériences d’interférométrie du Chapitre 3 ont été effectuées sur des conden-
sats tels que T/Tφ < 7. La valeur maximum de la demi-largeur à mi-hauteur de
la distribution en impulsion correspond alors à 2π×200 Hz. Pour coupler tout le
condensat, la durée d’application τ du réseau doit être suffisamment faible pour
satisfaire :

π

τ
� 2kL∆p

m
. (2.44)

Ceci donne une durée devant être inférieure à 2,5 ms. Expérimentalement, nous
avons utilisé des durées d’application du réseau allant de 70 à 150 µs, donc
suffisamment courtes pour coupler tous les atomes du condensat.

Sélectivité en vitesse et spectroscopie de Bragg

A partir de la diffraction de Bragg, nous avons également développé une
méthode permettant de mesurer la distribution en impulsion des condensats par
spectroscopie de Bragg. Alors que dans la partie précédente le but était de coupler
tout le condensat, la spectroscopie de Bragg est au contraire un régime où l’on
veut pouvoir résoudre les longueurs d’onde de de Broglie, c’est à dire résoudre
la distribution en impulsion du condensat [64]. Comme nous l’avons dit plus
haut, la résolution du réseau est augmentée en diminuant l’élargissement dû à la
durée finie d’application des lasers Bragg, autrement dit en augmentant le temps
d’interaction entre le réseau et les atomes.

La spectroscopie de Bragg nécessite par ailleurs de se trouver dans la limite du
faible couplage où l’on peut considérer que la population dans le nuage d’atomes
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initial reste constante : les temps d’interaction entre le réseau et les atomes
doivent être tels que τΩres/2 � 1.8 La fraction d’atomes d’impulsion pi diffractés
dans l’ordre n par ce réseau est alors :

P (δω, pi) =
(τΩres

2

)2

sinC2
(τ

2
nδ

)
, (2.45)

avec, nous le rappelons, δ = δω−δωres. Ceci donne ce que l’on appelle la“fonction
d’appareil”de la mesure lorsque celle-ci est limitée par le temps d’interaction entre
le réseau et les atomes.

Finalement, la fraction d’atomes diffractés d’un paquet d’onde est donnée
par la convolution de la fonction d’appareil et de la distribution en impulsion du
paquet d’onde [105]. Nous appellerons par la suite spectre de Bragg la courbe
représentant la fraction d’atomes diffractés en fonction du désaccord δω entre les
faisceaux Bragg. Nous rappelons que la condition de diffraction est la suivante :

δωres =
4n~k2

L

2m
+

2kLpi

m
, (2.46)

où n est l’ordre de diffraction. En modifiant le désaccord en fréquence δωres

entre les deux faisceaux Bragg nous modifions la classe d’impulsion des atomes
diffractés.

Une fonction d’appareil infiniment fine donne une largeur en impulsion direc-
tement reliée à la largeur du spectre de Bragg associé :

∆ω =
2kL

m
∆p. (2.47)

D’après le Chapitre 1, cette largeur nous permet ensuite de remonter directe-
ment à la longueur de cohérence du condensat suivant la direction de diffraction
que l’on effectue naturellement suivant l’axe long dans notre expérience. Pour
résoudre la distribution en impulsion du condensat, il faut bien évidemment une
largeur de fonction d’appareil bien inférieure à la largeur de la distribution en
impulsion. Nous tiendrons compte de cette largeur de la fonction d’appareil dans
l’analyse de nos résultats.

2.3.5 Mise en place expérimentale des impulsions π/2

Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental permettant de créer le réseau de Bragg pour les
atomes est présenté sur la Figure 2.18. Le laser utilisé, prélevé sur le faisceau
permettant de ralentir les atomes dans le ralentisseur Zeeman, est désaccordé

8Expérimentalement, ceci revient à s’assurer que la fraction d’atomes diffractés n’excède
jamais 20 %.
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Fig. 2.18 – Dispositif expérimental utilisé pour l’expérience d’interférométrie de
la Partie 3.3. Les deux modulateurs acousto-optiques (AOM) permettent de créer
une différence de fréquence δω entre les deux faisceaux laser qui créent le réseau.

de ∆ ' 7 GHz par rapport à la transition |F = 1〉 − |F ′ = 0, 1, 2〉. Ce grand
désaccord permet de limiter fortement l’émission spontanée. Le laser est divisé
en deux, chaque partie passant ensuite dans un modulateur acousto-optique à
80 MHz alimenté par deux synthétiseurs stables au Hertz près et utilisant le
même oscillateur de référence. La fréquence de l’un des modulateurs est variée
de la quantité δω nécessaire pour se placer autour de la résonance de Bragg.
Chaque faisceau est ensuite amené de chaque côté du condensat, parallèlement à
son axe long. Les polarisations des deux faisceaux lasers au niveau du condensat
sont identiques et linéaires.

L’application du réseau de diffraction sur les atomes se fait après coupure du
piège magnétique, après 2 ms de temps de vol au minimum. La densité du nuage
atomique est alors suffisamment faible pour que l’on puisse négliger les collisions
entre le condensat et le nuage diffracté [39].
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Oscillations de Rabi

Expérimentalement, pour une intensité laser des faisceaux donnée et pour un
désaccord quasiment nul, nous trouvons l’oscillation de Rabi tracée sur la Figure
2.19. Cette mesure a été effectuée dans le cas d’une transition à deux photons et
le réseau a été appliqué après 2 ms de temps de vol. Nous trouvons une fréquence
d’oscillation de 4, 5 kHz, compatible avec l’intensité des faisceaux laser que nous
avons mesurée. La décroissance des oscillations est due à la décohérence du pro-
cessus, essentiellement due aux vibrations de nos miroirs amenant les faisceaux
laser Bragg au niveau des atomes.

Les images présentées sur cette même figure ont été prises après un temps de
vol supplémentaire de typiquement 20 ms après l’application du réseau, temps
nécessaire pour obtenir la séparation spatiale des deux nuages d’atomes. Le
condensat initial reste à sa vitesse moyenne initiale vi suivant l’axe des fais-
ceaux lasers tandis que le nuage d’atomes diffractés se déplace à une vitesse de
vi + 2~kL/m = 11, 72 mm/s (transition à deux photons). Ceci donne une sépara-
tion spatiale typique entre nuages de 230 µm.

Fréquence de résonance

Nous mesurons la fréquence de résonance pour le couplage à deux photons
en mesurant la probabilité de transition en fonction du désaccord entre les deux
faisceaux Bragg. La position du maximum de la courbe nous donne alors la
fréquence de résonance. Pour un condensat initial sans vitesse suivant la direction
des lasers Bragg, la fréquence de résonance vaut δω0/2π = 4~k2

L/2m ' 15 kHz.
La Figure 2.20 à gauche présente la mesure de la probabilité de transition en

fonction du désaccord entre les faisceaux laser Bragg, ceci pour une transition
π/2 à résonance dans ce cas. Le réseau Bragg a été appliqué 7 ms après la coupure
du piège magnétique. Cette courbe est ensuite ajustée par la formule :

P (δω) =
(Ωresτ

2

)2

sinC2 τ
√

(δω − δωres)2 + Ω2
res

2
, (2.48)

obtenue à partir des équations (2.35), (2.37) et (2.38). L’ajustement donne une
fréquence de résonance à 16,9 kHz.

Le graphique de droite présente la mesure de la fréquence de résonance en
fonction de l’instant d’application du réseau lumineux après la coupure du piège
magnétique. Celle-ci indique une résonance différente des 15 kHz attendus pour
une condensat à vitesse nulle et qui de plus varie en fonction du temps. Ceci
est dû au fait qu’après la coupure du piège, il existe encore de faibles champs
magnétiques résiduels qui accélèrent le condensat au cours de son temps de vol.
L’impulsion moyenne suivant la direction longue du condensat n’est pas nulle, ce
qui déplace la fréquence de résonance par effet Doppler.
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Fig. 2.19 – Oscillation de Rabi expérimentale à désaccord quasiment nul. Le gra-
phique représente le nombre d’atomes diffractés divisé par le nombre d’atomes
total en fonction du temps d’application des faisceaux laser Bragg. Un ajuste-
ment sinusöıdal multiplié par une exponentielle décroissante donne une fréquence
d’oscillation de 4, 5 kHz et un temps de décohérence à 1/e de 1, 5 ms.

Pulsation de Rabi au cours du temps de vol

Enfin, les faisceaux laser Bragg ont un profil d’intensité gaussien avec un
diamètre à 1/e2 d’environ 2 mm. Les atomes qui tombent au cours du temps de
vol voient donc une intensité laser qui change. La pulsation de Rabi est donc
modifiée au cours de ce temps de vol.

Sur la Figure 2.21, nous avons représenté la mesure de la fréquence de Rabi
à résonance en fonction de l’instant d’application du réseau lumineux. Pour cela,
nous avons fixé la fréquence de résonance aux différents instants avec les valeurs
indiquées sur le graphique de droite de la Figure 2.20. Il est alors possible de re-
monter à l’intensité du laser en fonction de la position (graphique de droite) avec
l’équation (2.38). A partir d’un ajustement gaussien sur les points expérimen-
taux, nous mesurons un diamètre de faisceau laser à 1/e2 de 1, 3 mm, légèrement
plus petit que ce l’on mesure lorsque l’on observe les faisceaux lasers sur une
caméra CCD. L’erreur vient principalement du fait que cette méthode ne nous
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Fig. 2.20 – Gauche : Probabilité de transition mesurée en fonction du désac-
cord δω entre les faisceaux Bragg. Ces données ont été prises pour un instant
d’application du réseau Bragg de 7 ms après la coupure du piège. A résonance,
l’impulsion correspond à une impulsion π/2. La ligne est un ajustement par
l’équation (2.48), ajustement qui nous permet de mesurer la fréquence de réso-
nance. Droite : Fréquence de résonance en fonction de l’instant d’application de
l’impulsion Bragg. La coupure du piège magnétique correspond à Tinit = 0. Les
barres d’erreur représentent l’incertitude sur la mesure de la résonance issue de
l’ajustement.

permet pas de mesurer des intensités laser faibles (inférieures à 2 mW/cm2). La
fréquence de Rabi est alors trop petite et les processus de décohérence deviennent
trop importants.
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Fig. 2.21 – Gauche : Fréquence de Rabi en fonction de l’instant d’application
de l’impulsion Bragg, l’origine des temps correspondant à la coupure du piège
magnétique. Droite : Intensité laser correspondante en fonction de la position du
condensat au cours du temps de vol.

Réalisation expérimentale des impulsions π/2

L’expérience d’interférométrie (voir Figure 3.7) nécessite la réalisation de deux
impulsions π/2 séparées d’un temps allant de 2 ms à 10 ms, l’application de la pre-
mière impulsion étant fixée à 2 ms après l’ouverture du piège magnétique. Nous
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venons de voir que la fréquence de résonance et la fréquence de Rabi changent
au cours du temps de vol des atomes. Les conditions d’obtention de l’impulsion
π/2 sont donc différentes en chaque instant et doivent être contrôlées.

Expérimentalement, nous avons décidé de travailler avec un décalage en fré-
quence entre les lasers Bragg fixe. Cette valeur a été fixée à la moyenne des
fréquences de résonance mesurées et représentées sur le graphique de droite de la
Figure 2.20, soit δω = 17, 1 kHz. Finalement, nous contrôlons les impulsions π/2
en contrôlant la durée des impulsions laser, durée qui est modifiée en fonction de
l’instant où l’on applique le réseau.

2.3.6 Dispositif expérimental pour la spectroscopie de Bragg

La spectroscopie de Bragg nécessite une grande stabilité du désaccord entre
les faisceaux laser. Une variation de ce désaccord entrâıne en effet une variation
de la vitesse du réseau et donc un élargissement de la fonction d’appareil de
la mesure ce qui réduit finalement notre résolution. Un travail important a été
réalisé sur le montage optique pour obtenir une stabilité satisfaisante durant un
temps d’interaction suffisamment long.

Brièvement, pour améliorer la stabilité, le montage optique a été réalisé afin
d’avoir deux faisceaux laser co-propageant et rétro-réfléchis par un miroir M1,
comme présenté sur la Figure 2.22. La stabilité du désaccord entre les deux
faisceaux laser formant le réseau ne dépend alors plus que de la stabilité du
miroir M19. Ce miroir se trouve à 35 cm au dessus de la table optique. Pour
éliminer au maximum ses vibrations suivant l’axe du réseau, nous l’avons fixé sur
une plaque en métal de 30 cm de longueur dans la direction des faisceaux laser.
Une lame λ/4 permet de tourner les polarisations de 90◦ après réflexion sur le
miroir M1. Ce montage crée alors deux réseaux de diffraction se déplaçant à la
même vitesse mais dans des directions opposées et qui vont donc diffracter les
atomes d’impulsion pi et −pi dans les deux directions.

Ce montage a finalement permis d’obtenir de très bonnes stabilités pour 2 ms
d’impulsion laser. Au-delà, les vibrations de la table déclenchées par la coupure
des électro-aimants dégradent fortement la stabilité. On trouve alors une fonction
d’appareil de largeur très proche de la limite de Fourier avec une demi-largeur
à mi-hauteur de 216(10) Hz10. Cette valeur a été mesurée lors de l’acquisition
de spectres d’une dizaine de battements entre les deux faisceaux laser Bragg,
acquisition que nous avons étalée sur une heure, temps typique d’acquisition
d’un spectre de Bragg. Ceci n’est en fait qu’une sur-estimation de la largeur de
la fonction d’appareil puisque l’acquisition des battements a nécessité la mise en

9Les vibrations des miroirs au niveau des modulateurs acousto-optiques peuvent également
modifier le désaccord entre les deux faisceaux laser. Mais ceux-ci se trouvent à quelques centi-
mètres de la table optique et donc vibrent peu.

10La largeur de Fourier est de 221 Hz.
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Fig. 2.22 – Dispositif expérimental utilisé pour la spectroscopie de Bragg. Ce
dispositif crée deux réseaux se déplaçant à la même vitesse mais en sens opposé.

place de miroirs supplémentaires pouvant eux aussi vibrer.

Séquence expérimentale

L’acquisition d’un spectre de Bragg se déroule ensuite de la façon suivante :

– Ouverture du piège magnétique.
– Temps de vol de 2 ms. La densité atomique diminue alors suffisamment

pour que l’on puisse négliger les collisions entre le condensat initial et les
atomes diffractés.

– Illumination des atomes par le réseau de Bragg durant 2 ms avec un désac-
cord δω donné.

– Temps de vol supplémentaire de 20 ms. Le nuage d’atomes diffractés se sé-
pare spatialement du condensat initial. Nous avons choisi d’avoir une tran-
sition à 4 photons plutôt qu’à 2 photons. L’impulsion des atomes diffractés
est alors 2 fois plus importante et permet donc d’avoir une séparation spa-
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tiale deux fois plus grande. Ceci rend la mesure plus facile, en particulier
en présence de nuage thermique autour du condensat .

– Imagerie par absorption.
– Mesure du nombre d’atomes diffractés par rapport au nombre total d’atomes

sur les images par absorption du type de l’image de la Figure 2.23.

Cette mesure est ensuite refaite avec un nouveau désaccord entre faisceaux
Bragg. On mesure ainsi un spectre de Bragg complet, tel que le spectre de la
Figure 2.23.
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Fig. 2.23 – Gauche : Image par absorption de la diffraction du condensat sur les
deux réseaux de Bragg. Droite : Nombre d’atomes diffractés dans une direction
par rapport au nombre total d’atomes en fonction du désaccord entre les faisceaux
Bragg. Ce spectre de Bragg a été obtenu pour une profondeur de piège νrf−ν0 =
40 kHz

.

Nous avons toujours vérifié que ce spectre permet une mesure directe de la
distribution en impulsion du condensat dans le piège. L’élargissement des spectres
dû en particulier à l’énergie de champ moyen et à l’expansion longitudinale du
condensat est suffisamment faible pour ne pas noyer notre signal. Nous en tenons
compte tout de même dans notre analyse des résultats au travers de la fonction
d’appareil de la mesure. Tous les détails de la mise en place du dispositif et de
l’interprétation des spectres de Bragg et de leur largeur sont donnés dans les
thèses de Simon Richard et Fabrice Gerbier [38,39].

2.3.7 Conclusion

Ce chapitre nous a tout d’abord permis d’exposer les méthodes d’analyse des
images de condensat et nuage thermique qui nous permettent d’extraire tous
les paramètres essentiels à l’analyse de nos résultats. Nous avons également vu
les outils que nous avons mis en place afin de manipuler de façon cohérente les
atomes avec la diffraction de Bragg. Cet outil est primordial puisqu’il va nous
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permettre d’étudier expérimentalement la cohérence de nos condensats comme
nous allons le voir dans le prochain chapitre.





C H A P I T R E 3

Cohérence en phase d’un
quasi-condensat à l’équilibre

Dans ce chapitre, nous allons nous intéresser à l’étude de la cohérence d’un
condensat, ou quasi-condensat, à l’équilibre. Sur notre expérience, deux méthodes
complémentaires ont été mises en place pour réaliser cette mesure :

– mesure de la distribution en impulsion du condensat par spectroscopie de
Bragg ;

– mesure directe de la fonction de corrélation spatiale du condensat.
Dans une première partie, après avoir évoqué les différentes expériences déjà

réalisées sur les quasi-condensats, je rappellerai comment nos résultats obtenus
par spectroscopie de Bragg ont permis de mettre en évidence la variation de la
largeur de la distribution en impulsion en fonction de l’amplitude des fluctuations
de phase. Ces résultats obtenus sur notre expérience sont les premières mesures
quantitatives de la longueur de cohérence des quasi-condensats.

Ensuite, nous présenterons dans les deuxième et troisième partie la méthode
interférométrique également utilisée pour mesurer la longueur de cohérence. La
méthode d’analyse de nos interférogrammes, ainsi que les résultats obtenus par
cette méthode, seront décrites. Enfin, dans la dernière partie, nous évoquerons
les limites à la lecture du contraste rencontrées et pouvant réduire la longueur
de cohérence mesurée.

3.1 Etudes précédentes sur les quasi-condensats

3.1.1 Première observation des fluctuations de phase

L’existence des quasi-condensats dans des pièges anisotropes a été établie pour
la première fois en 2001 dans le groupe de W. Ertmer et K. Sengstock [107–109].
En effet, des modulations de la densité le long de l’axe long du quasi-condensat
après temps de vol ont été observées et leur amplitude a été comparée à la
théorie pour différentes températures, rapports d’anisotropie du piège et nombres
d’atomes dans le condensat.

Leur expérience a été réalisée sur des condensats de 87Rb dans l’état |F =
2, mF = +2〉 avec un nombre d’atomes maximum de 5 × 105. La fréquence
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axiale du piège est de ωz = 2π × 14 Hz, et la fréquence radiale ω⊥ varie entre
2π×138 Hz et 2π×715 Hz, donnant un rapport d’anisotropie ω⊥/ωz allant de 10
à 51. La Figure 3.1 montre les images typiques qu’ils obtiennent pour un temps
de vol de 25 ms. Plus le rapport T/Tφ augmente, lorsque la température ou le
rapport d’anisotropie du piège augmentent, plus l’amplitude des fluctuations de
phase devient importante, et plus l’amplitude des modulations de la densité après
temps de vol augmente.

Fig. 3.1 – Images par absorption et profil de densité axial correspondant après
25 ms de temps de vol, pour deux températures et différents rapports d’aniso-
tropie du piège [ω⊥/ωz = 10 (a), 26 (b), 51 (c)]. Cette Figure est tirée de [107].
L’axe long du condensat correspond ici à l’axe x et correspond à l’axe z dans ce
manuscrit.

L’apparition de ces modulations de la densité pendant le temps de vol peut
s’interpréter qualitativement. En effet, nous avons vu dans la Partie 1.3 que l’in-
teraction de champ moyen dans le piège empêche la transformation des champs
en vitesse locaux, dus aux fluctuations de phase, en modulations de densité. En
revanche, lorsque le piège est coupé, l’énergie de champ moyen diminue rapide-
ment sous l’effet de l’expansion du condensat. La distribution axiale en vitesse
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peut donc être convertie en distribution de densité, et les fluctuations de phase du
condensat dans le piège se transforment en modulations de densité après temps
de vol.

L’amplitude des modulations de densité a été calculée théoriquement dans
l’article de D. Hellweg et al [108]. La comparaison entre l’expérience et cette
théorie est présentée sur la Figure 3.2. Les points correspondent à une large
gamme de fluctuations de phase : 1 < T/Tφ < 15. Cette figure montre que les ré-
sultats expérimentaux suivent parfaitement la tendance attendue théoriquement.
En revanche, ils restent plus petits que les résultats théoriques d’un facteur 2.
Cette différence est attribuée par les auteurs à un défaut d’alignement du faisceau
laser sonde par rapport au plan des modulations qui réduit le contraste mesuré.

ω
ωz

Fig. 3.2 – Ecarts types moyens sur la densité axiale du condensat mesurés après
temps de vol comparés aux valeurs attendues théoriquement. La ligne pointillée
est un ajustement linéaire sur les données. Ce graphique est tiré de l’article [107].

Il manquait donc toujours une mesure quantitative des fluctuations de phase
en accord avec la théorie. Deux expériences ont permis de faire cette mesure
quasiment en même temps. L’une a été effectuée dans notre équipe à Orsay avec
la mesure de la distribution en impulsion [83]. L’autre a été réalisée dans le
groupe d’Hannovre en mesurant la fonction de corrélation du deuxième ordre du
condensat [110,111] .

3.1.2 Mesure quantitative par la fonction de corrélation
en intensité (Hannovre)

Cette mesure a été réalisée à Hannovre [110] à l’aide d’un interféromètre
π/2− π/2 (identique à celui que nous avons utilisé et que nous décrirons dans la
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section 3.3). L’expérience utilise un condensat de 87Rb dans l’état |F = 1, mF =
−1〉 avec un nombre d’atomes allant de 4 × 104 à 6 × 105. La fréquence axiale
du piège vaut ωz = 2π × 3, 4 Hz et la fréquence radiale varie de 2π × 300 Hz à
2π × 380 Hz. Le rapport d’anisotropie varie donc de 88 à 112 et Tφ entre 10 nK
et 70 nK. Toutes les mesures ont été effectuées à des températures telles que
T/Tφ > 5, donc dans le régime des fortes fluctuations de phase.
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Fig. 3.3 – (a) Schéma de l’interféromètre et image typique obtenue. Profil de
densité typique pour une longueur de cohérence de 25 µm et une séparation
entre condensat d = 7 µm (b) et d = 35 µm (c). Cette figure est tirée de [110].
L’axe long du condensat correspond ici à l’axe x et correspond à l’axe z dans ce
manuscrit.

L’interféromètre permet de créer deux copies de condensat séparées d’une dis-
tance s qui vont interférer. Si la séparation devient plus grande que la longueur
de cohérence, les régions de condensats qui se superposent ont leur phase décor-
rélée. Ceci crée une zone d’interférence de pas irrégulier mais de contraste élevé,
comme nous le voyons sur la Figure 3.3. Dans ce cas précis, il est important de
noter que les franges proviennent uniquement des fluctuations de la phase dans le
condensat et non de la phase quadratique qui, comme nous le verrons plus loin,
se développe au cours du temps de vol. En effet, leur fréquence axiale est très
faible et ce terme de phase est quasiment nul au moment de la prise d’image. Ce
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ne sera pas le cas dans notre expérience décrite dans la section 3.3.
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Fig. 3.4 – Mesure de la longueur de cohérence en phase en fonction de la va-
leur attendue théoriquement, pour différentes séparations d. La ligne f(x) = x
correspond à ce qui est attendu théoriquement. Ce graphique est tiré de [110].

L’expérience du groupe d’Hannovre ne permet pas de mesurer directement
la première fonction de corrélation car celle-ci est très sensible aux fluctuations
de la phase globale des franges. Pour contourner ce problème, il a été choisi de
mesurer la longueur de cohérence par l’intermédiaire de la fonction de corrélation
spatiale du deuxième ordre, comme cela avait déjà été fait dans l’expérience
d’interférométrie d’Hanbury Brown et Twiss. En mesurant les corrélations des
fluctuations de la densité, on remonte alors à la longueur de cohérence dans le
condensat. Ces résultats sont présentés sur la Figure 3.4 et montrent un très bon
accord avec la théorie.

3.2 Mesure quantitative par spectroscopie de

Bragg

Dans notre équipe, il a été choisi de mesurer quantitativement les fluctuations
de phase par l’intermédiaire de la mesure de la distribution en impulsion du
condensat, autrement dit grâce à la transformée de Fourier de la fonction de
corrélation. Je ne rappellerai ici que les résultats principaux que nous avons
obtenus. L’ensemble des détails sont donnés dans l’article publié en 2003 [83],
ainsi que dans les thèses de Fabrice Gerbier [38] et Simon Richard [39].

Expérimentalement, nous avons utilisé un piège de rapport d’anisotropie 152,
avec une fréquence axiale de ωz = 2π×5 Hz et une fréquence radiale de ω⊥ = 2π×
760 Hz. Le condensat contient environ 5×104 atomes. Le potentiel chimique étant
alors de quelques ~ω⊥, le nuage atomique se trouve dans le régime intermédiaire
3D-1D. L’amplitude des fluctuations de phase a été étudiée dans la plage 6 <
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T/Tφ < 28 en faisant varier la température, le nombre d’atomes et la fraction
condensée.

3.2.1 Méthode d’acquisition des spectres

La méthode d’acquisition d’un spectre élémentaire est décrite dans la partie
2.3.6 : la fraction diffractée est mesurée en fonction du désaccord δω entre les
faisceaux Bragg. Afin d’augmenter le rapport signal sur bruit de nos spectres,
nous effectuons les analyses sur les moyennes suivantes :

– moyenne sur l’échelle de temps d’acquisition d’un spectre :
Pour chaque désaccord entre les faisceaux Bragg, plusieurs mesures de frac-
tion diffractée sont réalisées puis moyennées. Expérimentalement, nous ac-
quérons environ sept spectres élémentaires successifs. La moyenne de ces
sept spectres nous donne le spectre que nous appelons spectre moyenné.

– moyenne sur l’échelle de temps d’acquisition de plusieurs spectres moyen-
nés :
Pour une valeur de T/Tφ donnée, nous mesurons quatre spectres moyennés
dont l’acquisition est répartie sur plusieurs jours. Chaque spectre moyenné
individuel est recentré, corrigé du fond et normalisé par son aire totale.
Nous englobons ensuite tous ces spectres renormalisés sur un même spectre
global. Cette procédure permet de moyenner les fluctuations lentes de la
mesure sur l’échelle de quelques jours.

La dernière moyenne évoquée permet également de s’affranchir de signaux pa-
rasites tels que celui provenant des oscillations résiduelles de la taille du conden-
sat. Nous avons en effet remarqué que des oscillations de la longueur du condensat
se développent lors du franchissement du seuil de condensation. La spectroscopie
de Bragg est bien évidemment sensible à ces oscillations qui se traduisent par
une oscillation de la largeur des spectres. Afin de minimiser ce type d’excitation,
le seuil de condensation est franchi lentement, et nous fixons un temps d’attente
de 6,5 s avant l’ouverture du piège pour permettre aux oscillations résiduelles de
relaxer. Enfin, pour un T/Tφ donné, les quatre spectres moyennés sont acquis
tous les quarts de période d’oscillation afin de s’affranchir au maximum de ce
signal parasite.

3.2.2 Profil des distributions en impulsion

Le premier résultat de cette expérience est l’obtention de la forme de la dis-
tribution en impulsion du quasi-condensat. La Figure 3.5 présente un spectre
de Bragg global obtenu pour T/Tφ = 20, ainsi que les résidus d’un ajustement
par une gaussienne et par une lorentzienne. Ceci montre sans ambigüıté que les
spectres ont une forme lorentzienne, forme caractéristique de la présence de fortes
fluctuations de phase comme cela a été vu dans la partie 1.3.7 [71].
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Fig. 3.5 – (a) Spectre de Bragg. Fraction d’atomes diffractés en fonction du
désaccord entre les faisceaux Bragg pour T/Tφ = 20. La ligne est un ajustement
lorentzien sur les données.(b) Résidu avec un ajustement par une lorentzienne.
(c) Résidu avec un ajustement par une gaussienne.

3.2.3 Largeur des distributions en impulsion

Résultats bruts

Sur la Figure 3.6 nous avons représenté la demi-largeur à mi-hauteur ∆νM des
spectres expérimentaux en fonction de la largeur ∆νφ = ~kL/[πmLφ(0)], Lφ(0)
étant défini par l’équation (1.56). Lorsque ∆νφ augmente, c’est-à-dire lorsque
l’amplitude des fluctuations de phase augmente, ∆νM augmente également. Théo-
riquement, nous attendons une courbe de la forme ∆νM = α∆νφ avec α = 0,67
car nous avons un profil de densité parabolique1 [71].

Fonction d’appareil

La comparaison de nos résultats avec la théorie nécessite également de te-
nir compte de la limite de résolution de la mesure qui est due aux paramètres
suivants :

– Élargissement de Fourier dû à la durée finie d’application des lasers Bragg.
Le temps d’application des faisceaux est de 2 ms, ce qui donne un élargisse-
ment de 115 Hz (demi-largeur à mi-hauteur) pour une transition à quatre

1Nous rappelons que ce terme α vient du fait que l’on réalise la mesure sur l’ensemble du
condensat alors que ∆νφ est une valeur théorique valable au centre du piège (voir Parties 1.3.5
et 1.3.7).
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Fig. 3.6 – (a) Demi-largeur à mi-hauteur des spectres de Bragg expérimentaux
en fonction de ∆νφ. La ligne est un ajustement sur les données par la fonction
décrite dans le texte. (b) Longueur de cohérence en fonction de ∆νφ, déduite des
largeurs des données expérimentales et de l’ajustement précédent. La ligne est la
courbe théorique Lφ(0)/α. La longueur totale typique du quasi-condensat est de
240 µm.

photons.
– Élargissement dû à l’expansion du condensat durant les 3 ms de temps vol

avant l’application des lasers Bragg, et qui est de l’ordre de 85 Hz.
– Élargissement dû aux vibrations des miroirs qui permettent d’amener les

faisceaux laser Bragg au niveau des atomes.
Nous avons considéré une fonction d’appareil gaussienne, de demi-largeur à

mi-hauteur wG constante [38, 39]. Le spectre de Bragg est donc la convolution
d’une gaussienne et d’une lorentzienne, autrement dit un profil de Voigt2. La
demi-largeur à mi-hauteur des spectres attendue théoriquement est finalement :

∆νM =
α∆νφ

2
+

√
w2

G +
(α∆νφ

2

)2

. (3.1)

Un ajustement de nos données expérimentales par cette fonction donne wG =
176(6) Hz et α = 0, 64(5). Ceci montre le très bon accord entre la valeur de α
expérimentale et la valeur théorique 0,67, aux 20 % d’incertitude près qui pro-
viennent de la mesure et de l’évaluation de la fonction d’appareil.

3.3 Mesure par voie interférométrique

La spectroscopie de Bragg est particulièrement adaptée aux mesures de pe-
tites longueurs de cohérence. La largeur de la distribution en impulsion est alors
suffisamment grande pour que la mesure ne soit pas limitée par la largeur de

2L’ajustement des spectres de Bragg expérimentaux par une lorentzienne ou par un profil
de Voigt donne les mêmes résultats.
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la fonction d’appareil. En revanche, pour mesurer les grandes longueurs de co-
hérence, nous sommes rapidement limités par la résolution de la mesure. Ainsi,
pour les résultats précédents utilisant des durées d’impulsion Bragg de 2 ms, nous
n’avons pas accès au domaine T/Tφ < 5, domaine qui nous permettrait d’étudier
la transition entre un quasi-condensat et un condensat parfaitement cohérent.

Pour avoir accès à ce domaine, nous sommes donc contraints d’augmenter
la résolution de la spectroscopie de Bragg. Ceci passe alors forcément par une
augmentation des durées d’interaction entre les lasers Bragg et les atomes. Hélas
cela n’est pas possible sur notre dispositif expérimental actuel : au-delà de 2 ms
les vibrations des miroirs deviennent trop importantes et élargissent fortement
la fonction d’appareil.

Pour remédier à ce problème de résolution dû aux fluctuations de la phase
des lasers Bragg pendant le temps d’interaction T long, une solution possible
est d’utiliser deux impulsions Bragg brèves de durée τ séparées de T . C’est le
principe qui est utilisé dans les horloges atomiques. Ainsi, si l’on peut s’affranchir
des fluctuations de phase des lasers pendant le temps T , la mesure est simplement
limitée par la stabilité du réseau de Bragg sur les temps courts, stabilité que nous
savons alors être très bonne. Cette méthode revient finalement à la réalisation
d’un interféromètre dont nous allons détailler maintenant le fonctionnement.

3.3.1 Principe de notre méthode

Le schéma de l’interféromètre utilisé est présenté sur la Figure 3.7. Le principe
de la méthode est de créer deux copies identiques d’un même condensat et de
les séparer suivant leur axe long d’une distance s variable. Nous observons alors
des franges d’interférence au niveau de la superposition des deux condensats. Le
contraste des franges nous renseigne sur la corrélation entre ces deux copies, et
donc sur la fonction de corrélation spatiale du condensat initial. La vitesse à la-
quelle décrôıt le contraste avec s nous donne finalement la longueur de cohérence
du condensat.

L’interféromètre utilisé est un interféromètre de type Mach-Zender. La pre-
mière lame séparatrice est réalisée à partir d’une impulsion π/2 qui sépare le
condensat en une superposition cohérente de deux états d’impulsion 0 et 2~kL.3

Après un temps de vol libre Ts, une deuxième lame séparatrice recombine les
deux condensats. Comme pour un interféromètre optique, nous observons deux
voies de sortie dont les figures d’interférence sont complémentaires.

3Pour l’expérience d’interférométrie, nous utilisons des transitions à deux photons.
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π/2

π/2

s = 2vrecTs

t = t1+Ts

t = TOF

t = 0
t1 = 2 ms

z
2L

Fig. 3.7 – Séquence de l’interférométrie : le condensat est relâché du piège à
l’instant t = 0. Deux impulsions π/2 séparées de Ts sont ensuite appliquées. On
observe ensuite, après un temps de vol TOF , les deux voies de l’interféromètre
(d’impulsion p = 0 et p = 2~kL) produisant des franges d’interférence complé-
mentaires dans la zone de recouvrement des condensats. La séparation entre deux
condensats d’une même voie de l’interféromètre varie avec Ts.

3.3.2 Réalisation expérimentale de l’interféromètre

Séquence expérimentale

L’interféromètre atomique est réalisé à l’aide des mêmes faisceaux Bragg que
précédemment. Ceux-ci sont utilisés pour effectuer deux impulsions π/2 suc-
cessives du condensat en utilisant la méthode décrite dans la Partie 2.3.5. La
séquence expérimentale est présentée sur la Figure 3.7 et est la suivante :

– Le condensat est maintenu dans le piège avec un couteau radio-fréquence
pendant au moins deux secondes, ceci afin d’obtenir un condensat à l’équi-
libre, sans oscillation4 [83]. Le temps pendant lequel le couteau est maintenu
permet également de contrôler le nombre d’atomes final du condensat.

– Le piège est coupé à l’instant t = 0. Le condensat tombe sous l’effet de la
gravité.

– La première impulsion π/2 est appliquée après 2 ms de temps de vol : la
densité atomique est alors suffisamment petite pour que les collisions entre
le condensat et le nuage diffracté puissent être négligées. Cette première

4La méthode interférométrique n’est pas sensible à ce genre d’oscillations. Le but du couteau
radio-fréquence est uniquement d’obtenir un condensat le plus proche possible de l’équilibre.
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impulsion réalise une superposition cohérente de deux paquets d’onde ayant
une différence en vitesse de 2vrec = 2~kL/m.

– Durant un temps d’expansion supplémentaire de Ts, les deux copies se
séparent d’une distance s = 2vrecTs. La deuxième impulsion π/2 boucle
l’interféromètre en créant deux sorties (soit quatre copies de condensats),
l’une d’impulsion 0, l’autre d’impulsion 2~kL.

– Les atomes sont enfin imagés par absorption, perpendiculairement à l’axe
long des condensats après un temps de vol de 29 ms.

Impulsions π/2

La largeur en impulsion du condensat correspond à une largeur en fréquence
d’au maximum 200 Hz pour les quasi-condensats que nous avons étudiés et dont
le paramètre T/Tφ n’excède pas 7. Comme nous l’avons dit dans la Partie 2.3.4,
nous utilisons des impulsions laser d’une durée de l’ordre de 100 µs, suffisamment
courte pour que la largeur en fréquence de ces impulsions permette de coupler
tout le condensat. Le nuage thermique quant à lui a une distribution en impulsion
beaucoup plus large que celle du condensat, allant de 12 kHz à 60 kHz dans le cas
de notre expérience. Il n’est donc couplé que de façon infime par les impulsions
Bragg [100]. Enfin, les impulsions π/2 sont réalisées en contrôlant leur durée
pour les raisons évoquées dans la Partie 2.3.5. Ces durées sont mesurées chaque
demi-journée en fonction de l’instant d’application au cours du temps de vol.

Augmentation du temps de vol

Pour pouvoir analyser correctement nos systèmes de franges, il faut que les
deux sorties de l’interféromètre soient séparées spatialement d’au moins 2L + s.
Ceci impose un temps de vol t tel que :

2vrec(t− t1 − Ts) > 2L + s, (3.2)

L étant la demi-longueur du condensat. La demi-hauteur de 5 mm de notre cellule
ne nous autorise normalement que des temps de vol inférieurs à 26 ms, ce qui
n’est pas suffisant.

Nous augmentons notre temps de vol en ajoutant un gradient de champ ma-
gnétique qui ralentit la chute des atomes et autorise des temps de vol suffisam-
ment longs pour permettre la séparation. Ce gradient est réalisé à l’aide du champ
du piège magnéto-optique (PMO) provenant de deux bobines d’axe vertical d’une
quinzaine de spires, en configuration anti-Helmoltz, parcourues par un courant
de 2 A. Ceci donne un gradient de 28 G/cm suivant l’axe des bobines et donc une
accélération de (9 m/s2) ×mF . Les atomes sont toujours dans le niveau F = 1,
le repompage étant réalisé juste avant l’imagerie. Le nombre d’atomes avec et
sans gradient de champ est identique, ce qui nous indique que les atomes sont
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tous dans mF = −1. Dans le cas contraire, nous aurions en particulier observé
l’apparition de trois nuages d’atomes le long de l’axe des bobines et dont la po-
sition de chacun aurait dépendu du sous-niveau Zeeman dans lequel il se serait
trouvé. Cette méthode Stern-Gerlach a en particulier été utilisée dans le groupe
de Sengstock pour pouvoir observer l’évolution des spins dans le niveau F = 2
dans un condensat de 87Rb [112].

Au cours de l’expérience, ce champ est appliqué après les séquences des im-
pulsions Bragg pour ne pas perturber la formation de l’interféromètre. Le temps
d’application du champ du PMO est ajusté expérimentalement de façon à pou-
voir séparer correctement les deux sorties de l’interféromètre. Enfin, le champ
du PMO est éteint quelques millisecondes, 5 ms typiquement, avant d’imager les
atomes.

Le champ du PMO n’est pas un gradient de champ magnétique uniforme.
Il a également des composantes non nulles suivant les axes perpendiculaires à
l’axe des bobines. Ce champ déplace légèrement les nuages d’atomes (excepté
dans la direction de l’axe des bobines où leur chute est fortement ralentie) et
diminue légèrement leur taille (moins de 10 % par rapport à la taille attendue
après un temps de vol identique). Nous avons vérifié expérimentalement que cela
n’affectait pas notre mesure du contraste.

Dans la suite, toutes nos courbes seront tracées en fonction de s/L. Ce rapport
reste constant pendant la faible compression due au champ du PMO. La sépara-
tion s est calculée théoriquement à partir du temps Ts entre les deux impulsions
Bragg. C’est donc la séparation avant compression. La demi-longueur du conden-
sat L est donc elle aussi mesurée à partir d’un ajustement de nos images obtenues
sans PMO et donc pour un temps de vol plus court. La fréquence axiale du piège
magnétique utilisé est faible : nous pouvons donc considérer que la longueur du
condensat ne change pas pendant le temps de vol.

3.3.3 Interférogrammes obtenus

L’interféromètre décrit plus haut permet d’obtenir sur chacune des voies deux
copies d’un condensat, identiques et séparées d’un distance s. La Figure 3.8 pré-
sente une image typique obtenue à la sortie de l’interféromètre pour une sépa-
ration de 36 µm entre les condensats d’une même voie. Les deux condensats
interfèrent au niveau de leur zone de recouvrement. Comme pour les interféro-
mètres en optique, les interférences des deux voies de sortie sont complémen-
taires. Les franges sont rectilignes, perpendiculaires à l’axe z de séparation entre
condensats et régulièrement espacées. Nous verrons par la suite que les franges
d’interférence proviennent de la phase parabolique développée par le condensat
au cours du temps de vol.

Les figures d’interférence typiques obtenues en fonction de la séparation entre
les condensats sont présentées sur la Figure 3.9 pour l’une des voies de sortie.



3.3 Mesure par voie interférométrique 95
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Fig. 3.8 – Image par absorption des deux sorties de l’interféromètre. La voie 1 est
immobile alors que la voie 2 se déplace à 2vrec. Les interférences des deux voies
sont complémentaires. La direction de l’axe long z du condensat est représentée
par la flèche. C’est également la direction de séparation entre les condensats.

On fait varier la séparation s en changeant le temps Ts entre les deux impulsions
π/2.
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Fig. 3.9 – Images par absorption d’une des sorties de l’interféromètre pour dif-
férentes séparations s entre les deux condensats. La demi-longueur du condensat
est ici de 85 µm.

La phase du condensat étant parabolique après le temps de vol, la différence
de phase entre les deux condensats est proportionnelle à zs. L’interfrange dimi-
nue donc avec l’augmentation de s. Nous observons également sur la Figure 3.9
une diminution du contraste avec s. Cette diminution reflète à la fois la diminu-
tion de la zone de recouvrement entre condensats et la présence de fluctuations
de phase suivant l’axe long du quasi-condensat. En effet, en présence de fluctua-
tions de phase, les franges d’interférence restent rectilignes, mais ne sont plus
rigoureusement périodiques, ce qui implique une baisse du contraste des franges.
L’information sur la fonction de corrélation spatiale et sur la longueur de cohé-
rence est finalement contenue dans la variation du contraste avec s.
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3.3.4 Analyse dans l’espace de Fourier

Problèmes expérimentaux

Dans un quasi-condensat, la phase fluctue à la fois spatialement et temporel-
lement. Chaque réalisation des mesures donne donc un interférogramme différent.
En pratique, ceci impose de réaliser l’expérience plusieurs fois pour une sépara-
tion s donnée et de moyenner les mesures de contraste pour en connâıtre une
valeur représentative de l’amplitude des fluctuations de phase.

Une première possibilité est de moyenner toutes nos images, puis de mesurer
le contraste sur la nouvelle image moyenne. Ceci n’est valable que si la phase
globale des franges, donnée par la composante constante de la phase entre les
deux copies de condensat5, reste stable au cours des différentes réalisations. Or,
dans notre cas, cette phase fluctue, ceci à cause de problèmes expérimentaux
tels qu’un décalage en phase entre les deux lasers Bragg incontrôlable durant le
temps Ts ou un gradient de champ résiduel et aléatoire accélérant le condensat
et impliquant un déphasage aléatoire entre les deux copies. Pour remédier à cela,
nous avons décidé de passer dans l’espace de Fourier et de prendre le module
de la transformée de Fourier de l’interférogramme pour mesurer le contraste. En
réalisant ensuite la moyenne du module des transformées de Fourier, nous nous
affranchissons de la phase globale fluctuante entre les deux copies du condensat.

Profil des transformées de Fourier

Expérimentalement, nous prenons le module de la transformée de Fourier
2D de l’image par absorption obtenue à chaque sortie de l’interféromètre. Nous
réalisons ensuite une coupe suivant l’axe long. La Figure 3.10 présente la valeur
absolue de ces coupes pour différentes séparations s entre condensat.

La hauteur du pic central nous donne le nombre total d’atomes. La position
du pic latéral correspond à la fréquence spatiale des franges d’interférence. Cette
fréquence augmente avec s. Le contraste des franges est donné par le rapport
entre la hauteur du pic latéral et celle du pic central. Nous observons une baisse
de la hauteur du pic latéral lorsque s augmente indiquant une baisse du contraste,
ce que l’on peut également remarquer sur les images par absorption à gauche.
Enfin, la transformée de Fourier de la forme parabolique de la densité atomique
donne la structure particulière observée sur le pic central pour les petites valeurs
d’interfrange, autrement dit lorsque le pic latéral est distant du pic central.

5autrement dit, la phase entre les deux copies de condensat pour s = 0.
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Fig. 3.10 – Gauche : Images par absorption d’une des sorties de l’interféromètre
pour différentes séparations s entre les deux condensats. La demi-longueur du
condensat est ici de 85 µm. Droite : Profil de la valeur absolue de coupe de la
transformée de Fourier des images de gauche. La position du second pic (délimitée
par les deux droites) donne l’interfrange. Le rapport entre la hauteur du second
pic sur le pic central donne le contraste des franges.

3.4 Analyse des interférogrammes

Afin de connâıtre parfaitement ce que nous allons mesurer et de faire le lien
entre contraste et fonction de corrélation, nous allons décrire de manière plus
formelle l’interféromètre.

3.4.1 Description théorique de l’interféromètre

Cas du condensat parfait

Considérons tout d’abord le cas d’un condensat parfait, c’est-à-dire sans fluc-
tuation thermique de sa phase. Cette dernière est donc uniforme dans le piège.
La fonction d’onde du condensat dans le piège s’écrit : Ψ =

√
neiΦ, Φ étant

une constante. Nous avons vu dans la section 2.2.3 que l’expansion du condensat
au cours du temps vol peut être considérée comme une dilatation pure pour un
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condensat dans le régime de Thomas-Fermi. On a alors pour la densité atomique
après un temps de vol t = τ/ω⊥ :

n(ρ, z, τ) =
1

λ2
⊥λz

n(ρ/λ⊥, z/λz, 0), (3.3)

avec λ⊥(τ) =
√

1 + τ 2, (3.4)

et λz(τ) = 1 + ε2[τ arctan(τ)− ln
√

1 + τ 2] + O(ε4), (3.5)

le paramètre ε = ωz/ω⊥ étant très petit devant 1. Pour nos temps de vol, nous
pouvons considérer λz(τ) ' 1. La longueur du condensat après temps de vol est
donc quasiment identique à celle dans le piège.

La vitesse locale du condensat est alors :

v⊥(ρ, τ) = ρ
λ̇⊥(τ)

λ⊥(τ)
= ρ

ω⊥τ

1 + τ 2
, (3.6)

vz(z, τ) = z
λ̇z(τ)

λz(τ)
= z

ωzε arctan τ

1 + ε2(τ arctan τ − ln
√

1 + τ 2)
. (3.7)

La vitesse étant le gradient de la phase :

v =
~
m
∇φ, (3.8)

la phase du condensat, uniforme dans le piège, devient alors après temps de vol :

Φ(ρ, z, τ) = δz2 + γρ2, (3.9)

avec δ(τ) =
m

2~
λ̇z(τ)

λz(τ)
, (3.10)

et γ(τ) =
m

2~
λ̇⊥(τ)

λ⊥(τ)
. (3.11)

La phase développée pendant le temps de vol est donc quadratique.

Interfrange

Nous connaissons désormais la phase et la densité d’un condensat parfait
après temps de vol. Regardons maintenant la figure d’interférence à l’une des
sorties de l’interféromètre. Pour une séparation s donnée le long de l’axe long du
condensat initial, nous obtenons donc la densité atomique suivante :

nout(ρ, z, τ) =
1

4
|Ψ(ρ, z − s/2, τ) + Ψ(ρ, z + s/2, τ)|2

=
n+

4
+

n−
4

+

√
n+n−

2
cos[∆Φ(z, τ) + φg], (3.12)
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avec n± = n(ρ, z ± s/2, τ), ∆Φ(z, τ) = Φ(z + s/2, τ) − Φ(z − s/2, τ) = 2δ(τ)zs
et φg une phase globale introduite par les deux impulsions Bragg. La différence
de phase est linéaire avec z, ce qui donne des franges d’interférence rectilignes,
perpendiculaires à l’axe z. Sur l’autre sortie de l’interféromètre, les deux copies
sont déphasées de π. Nous trouvons donc le système de franges complémentaire
de celui de la première sortie.

L’interfrange se déduit très facilement de ce qui précède et nous trouvons :

i =
π

δ(τ)s
. (3.13)

Le paramètre δ dépend du temps de vol. La variation de l’interfrange en fonction
de ce temps de vol est représentée sur la Figure 3.11 par le trait plein.
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Fig. 3.11 – Evolution de l’interfrange calculée à partir des équations (3.13) et
(3.10) en fonction du temps de vol pour un piège de fréquences ωz = 2π×8, 67 Hz
et ω⊥ = 2π × 395 Hz, et pour une séparation entre condensats s = 20 µm (trait
plein). Le trait pointillé représente l’évolution de l’interfrange si l’on néglige la
variation de la longueur de condensat durant le temps de vol et pour des temps
de vol tels que τ � 1. L’interfrange ne dépend alors pas de τ . Insert : évolution de
l’interfrange pour des temps de vol entre 5 et 30 ms. Nous pouvons effectivement
négliger la variation de la taille du condensat pour les temps de vol que nous
utilisons expérimentalement (< 30 ms). L’interfrange dépend alors peu du temps
de vol.

L’expérience d’interférométrie a été réalisée sur deux pièges différents, afin de
couvrir une plage plus importante de T/Tφ. Le premier piège a pour fréquence
radiale ω⊥ = 2π × 395 Hz et pour fréquence axiale ωz = 2π × 8, 67 Hz, ce
qui donne un rapport d’anisotropie de 45. Le deuxième piège a pour fréquences
ω⊥ = 2π×655 Hz et ωz = 2π×6, 55 Hz, donnant un rapport d’anisotropie de 100.
Les rapports d’anisotropie utilisés sont grands et permettent, pour les temps de
vol ne dépassant pas 30 ms, de négliger la variation de la longueur du condensat
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au cours du temps de vol, et donc de prendre λz(τ) = 1.6 De plus, nous avons
τ � 1 ; ainsi, pour la plage de temps de vol utilisée expérimentalement, nous
trouvons un interfrange qui ne dépend pas de τ , comme nous le montre l’insert
de la Figure 3.11, et qui vaut :

i =
2h

πm ω2
z

ω⊥
s
. (3.14)

La courbe en traits pointillés représente cet interfrange.
La répulsion entre les deux copies de condensat due à l’énergie de champ

moyen peut modifier l’interfrange [113]. Dans notre cas, l’énergie de champ moyen
durant le temps de vol diminue comme [55] :

Echampmoyen =
2µ

7λ2
⊥λz

, (3.15)

celle-ci étant convertie en énergie cinétique. Au moment où l’on applique la pre-
mière impulsion Bragg, c’est-à-dire au bout de 2 ms de temps de vol, nous trou-
vons que plus de 96 % de cette énergie de champ moyen a été convertie en énergie
cinétique. Nous pouvons donc négliger la répulsion entre les deux copies qui était
sensée introduire un décalage de l’interfrange.

Cas du quasi-condensat

Comme il a été montré dans [63,83], les fluctuations de densité du condensat
dans le piège sont supprimées à cause de l’effet de champ moyen. Nous pouvons
donc écrire la fonction d’onde du condensat après un temps de vol de t comme
Ψ(ρ, z, t) =

√
n(ρ, z, t)eiΦ(ρ,z,t), avec n(ρ, z, t) la densité atomique et Φ(ρ, z, t) la

phase du condensat. Dans le cas d’un quasi-condensat, cette phase est donnée
par l’équation (3.9) à laquelle s’ajoute un terme fluctuant temporellement et
spatialement suivant long du condensat.

En effet, les excitations thermiques 1D impliquent des fluctuations de la phase
le long de l’axe z du condensat, à la fois temporelles et spatiales. La différence
en phase entre les deux copies peut s’écrire :

∆Φ(z) = δzs + φth(z + s/2)− φth(z − s/2), (3.16)

où φth(z) représente les fluctuations de phase. Dans notre expérience, ces fluc-
tuations sont faibles par rapport à la phase parabolique du condensat qui se
développe au cours du temps de vol. Lorsque nous observons le système de
franges, nous obtenons toujours des franges perpendiculaires à z, mais le pas
de ces franges n’est plus rigoureusement périodique. Dans l’espace de Fourier, le

6Ceci revient à négliger les termes en ε2 dans δ(τ).
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pic à la fréquence spatiale des franges s’élargit et voit sa hauteur diminuée. Ceci
a pour effet de réduire le contraste des franges. Lorsque la séparation s entre les
condensats augmente, les franges deviennent de plus en plus perturbées car les
phases des deux copies deviennent de moins en moins corrélées. Le contraste des
franges diminue donc avec s. Plus les fluctuations de phase augmentent et plus
cette baisse du contraste avec s est rapide. Ainsi, en mesurant la largeur de cette
fonction de corrélation (contraste des franges en fonction de s), nous mesurons
la dépendance de la longueur de cohérence du condensat avec la température.

3.4.2 Lien entre transformée de Fourier et fonction de
corrélation

Les atomes sont imagés par absorption suivant l’axe y, perpendiculairement
à l’axe long z du condensat. L’image obtenue, normalisée en unité de densité
atomique 2D, est la densité intégrée suivante :

I(x, z) =

∫
dy nout, (3.17)

où nout est donnée par les équations (3.12) et (3.16). Nous prenons ensuite la
transformée de Fourier 2D de cette image et réalisons une coupe le long de l’axe
à la fréquence radiale kx = 0 :

Ĩ[0, kz] =

∫
d3r noute

ikzz. (3.18)

La Figure 3.10 présente la valeur absolue des coupes des transformées de Fourier
obtenues pour différentes séparations entre condensat. Nous rappelons que la
hauteur du pic central nous donne le nombre d’atomes. La position du pic latéral
correspond à la fréquence spatiale des franges k0(s) = δs. Le contraste des franges
est donné par le rapport entre la hauteur de ce pic latéral et celle du pic central
2Ĩ[0, k0(s)]/Ĩ[0, 0].

Pour obtenir la fonction de corrélation, nous prenons donc la valeur de la
transformée de Fourier complexe à la fréquence spatiale k0 des franges :

Ĩ[0, k0(s)] = eiφg

∫
d3r

√
n+n−ei∆Φth . (3.19)

Dans l’hypothèse où il n’y a pas de fluctuation de la phase globale φg, en moyen-
nant directement la transformée de Fourier complexe (3.19), nous retrouvons la
fonction de corrélation spatiale du premier ordre :

C(1)(s) = 〈Ĩ[0, k0(s)]〉 =

∫
d3r 〈√n+n−ei∆Φth〉, (3.20)
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comme définie au Chapitre 1 avec l’équation (1.60). Or, dans notre cas, φg fluctue
d’une expérience à l’autre. La fluctuation de φg entrâıne un décalage aléatoire des
franges d’une image à l’autre. Moyenner les transformées de Fourier complexes
revient à moyenner les images. Le contraste de ces franges, au fur et à mesure
où l’on moyenne les transformées de Fourier, va baisser mais ne reflétera pas
la baisse due aux fluctuations de phase du quasi-condensat. Pour éliminer cette
phase globale, nous prenons la valeur absolue de la transformée de Fourier avant
de moyenner. Nous obtenons alors la fonction de corrélation effective suivante :

Ceff(s) = 〈
∣∣∣Ĩ[0, k0]

∣∣∣〉 = 〈
∣∣∣∣∫ d3r

√
n+n−ei∆Φth

∣∣∣∣〉. (3.21)

Expérimentalement, c’est cette fonction de corrélation que nous allons me-
surer. Cette fonction a le même comportement que la fonction de corrélation
spatiale du premier ordre C(1)(s), que ce soit avec s ou avec la température.
Mais elles ne sont pas quantitativement identiques. La principale conséquence
de l’introduction des valeurs absolues est la réduction de l’effet des fluctuations
de phase. Or celles-ci peuvent introduire un décalage des franges d’interférence
en plus d’une variation locale de l’interfrange. On s’attend donc à ce que Ceff(s)
diminue moins rapidement que C(1)(s) avec s.

3.4.3 Simulation des résultats attendus

Modélisation des fluctuations de phase

La fonction de corrélation spatiale du premier ordre C(1)(s) (3.20) peut être
calculée analytiquement [71]. En revanche, la fonction de corrélation effective
Ceff(s) (3.21) que nous mesurons ne peut être calculée analytiquement. Pour
connâıtre l’allure de Ceff(s), nous avons tout d’abord simulé les fluctuations de
phase dans le quasi-condensat en utilisant la théorie décrite dans [37]. Nous
rappelons que l’opérateur de phase est donné par :

φ̂th(r) = [4n(r)]−1/2
∑

j

f+
j (r)âj + h.c., (3.22)

où âj est l’opérateur d’annihilation d’une quasi-particule dont l’énergie est εj =

~ωz

√
j(j + 3)/4 [78]. Les fonctions d’onde associées à ces quasi-particules de

basse énergie sont :

f+
j (r) =

√
(j + 2)(2j + 3)gn(r)

4π(j + 1)R2Lεj

P
(1,1)
j (z/L), (3.23)

où les P
(1,1)
j sont des polynômes de Jacobi. Pour simuler numériquement les

fluctuations de la phase, il suffit de remplacer les opérateurs annihilation âj et
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création â†j de quasi-particules par des variables aléatoires gaussiennes αj et α∗
j .

Ces variables ont une valeur moyenne nulle et leur corrélation 〈αjα
∗
j′〉 = δjj′Nj est

liée au nombre d’occupation de quasi-particules dans le mode j à une température
T et vaut Nj = kBT/(~ωz

√
j(j + 3)/4).

Evolution de la phase au cours du temps de vol

Au cours du temps de vol, les fluctuations de la phase évoluent et se trans-
forment en fluctuations de densité. C’est ce phénomène qui a tout d’abord été
exploité dans [107] pour montrer l’existence de quasi-condensats. Au cours du
temps de vol t = τ/ω⊥, l’évolution de la phase du mode de nombre quantique j
vaut :

φj(z, t) ∼ φj(z, 0)τ
−
(

εj
~ω⊥

)2

cos
(
ε2
j

τ

µ~ω⊥

)
, (3.24)

avec φj(z, 0) la phase initiale au point z et un temps de vol tel que t � ω⊥/ω2
z .

L’évolution de la phase s’écrit aussi en fonction de l’énergie du mode de vecteur
d’onde k :

φk(z, t) ∼ φk(z, 0)τ
−
(

ωB
k

ω⊥

)2

cos(ωkt), (3.25)

où ~ωB
k = εk est l’énergie du spectre de Bogoliubov donnée par (1.46) et avec

ωk = ~k2/2m. L’évolution de la phase dans notre cas est dominée par le cosinus,
ωB

k /ω⊥ étant petit. Nous voyons bien d’après ces équations que l’évolution est
d’autant plus rapide que l’énergie du mode considéré est élevée. Le mode de
plus haute énergie participant encore aux excitations axiales 1D a une longueur
d’onde de l’ordre de la longueur de cohérence du condensat, Lφ ∼ 1/k. Donc,
pour pouvoir considérer que les fluctuations de phase sont gelées au cours du
temps de vol, il faut ωkt � 1 ce qui revient à considérer des temps de vol tels
que t � mL2

φ/~2.
Notre temps de vol est de 30 ms. La transformation complète des fluctuations

de phase en fluctuations de densité se fait sur une échelle de temps allant de
600 ms à 26 s. Nous pouvons donc tout à fait considérer que la phase n’évolue
pas pendant notre temps de vol.

Calcul de Ceff(s)

Pour une quantité de fluctuations de phase T/Tφ donnée, une vingtaine de
condensats sont générés numériquement pour chaque valeur de s allant de 0,2
L à 2L. Chaque condensat est intégré suivant l’axe y pour simuler les images
typiques d’absorption. Chaque image est ensuite traitée de la même façon que
les images obtenues expérimentalement (voir la Partie 3.4.4). Nous moyennons
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les valeurs absolues des transformées de Fourier et nous calculons le contraste
d’après l’équation (3.21).

Les points de la Figure 3.12 montrent le contraste typique que l’on obtient
à partir de nos simulations pour T/Tφ = 1. Nous trouvons que ces points sont
parfaitement ajustés par le produit d’une gaussienne et d’une exponentielle et
ceci pour n’importe quel T/Tφ. Ce type d’ajustement fonctionnant déjà pour
C(1)(s) [71], il n’est pas étonnant qu’il convienne aussi pour Ceff(s). Par la suite,
nous prendrons cet ajustement pour la fonction de corrélation effective Ceff(s)
théorique.
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Fig. 3.12 – Les points représentent le contraste mesuré sur nos images simulées
en fonction de s/L et pour T/Tφ = 1. Ces points sont ensuite ajustés par le
produit d’une gaussienne et d’une exponentielle. Cet ajustement (courbe en trait
plein) est ce que nous appelons dans le texte la fonction de corrélation effective
théorique.

Nous avons calculé Ceff(s) pour 0 ≤ T/Tφ ≤ 20. Le graphique de gauche de
la Figure 3.13 présente différents résultats pour différents T/Tφ. A T = 0, Ceff(s)
cöıncide avec C(1)(s) [71] et ne dépend que du profil de densité du condensat.
Cette fonction est très bien approximée par une gaussienne [62]. Lorsque T/Tφ

augmente, la forme de notre fonction tend petit à petit vers une exponentielle et
sa largeur diminue. Sur le graphique de droite de la Figure 3.13 sont représentées
la fonction de corrélation effective théorique en trait plein et C(1)(s) en traits
pointillés, ceci pour T/Tφ = 10. La largeur de Ceff(s) diminue plus lentement que
celle de C(1)(s) lorsque les fluctuations de phase augmentent.

Pour mesurer quantitativement la dépendance des fluctuations de phase avec
la température, nous avons mesuré la largeur à 1/e de Ceff(s) en fonction de
T/Tφ. C’est ce qui est représenté en trait plein sur la Figure 3.14. Nous avons
également tracé, à titre de comparaison, la largeur à 1/e de C(1)(s) en traits
pointillés : elle décrôıt plus rapidement avec T/Tφ.

La largeur à 1/e de Ceff(s) représentée sur la Figure 3.14 décrôıt vers une
valeur non nulle d’environ 0,5. Ceci est dû au fait que les images générées numé-
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Fig. 3.13 – Gauche : Fonctions de corrélation effectives théoriques en fonction de
s/L pour différents T/Tφ. De haut en bas, T/Tφ = 0, 1, 3, 10. Lorsque T/Tφ aug-
mente, la courbe passe d’une quasi-gaussienne à une exponentielle et sa largeur
diminue. Droite : Comparaison de Ceff(s) (courbe en trait plein) et de C(1)(s)
(courbe en traits pointillés) à T/Tφ = 10.
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Fig. 3.14 – Largeur théorique à 1/e de Ceff(s) (trait plein) et de C(1)(s) (traits
pointillés) en fonction de T/Tφ. Cette largeur est normalisée par la demi-longueur
du condensat.

riquement ont naturellement un pas d’échantillonnage non nul, ce qui revient à
avoir dans l’espace de Fourier une plage en fréquence de dimension finie. Le pas
d’échantillonnage choisi est bien entendu plus petit que les interfranges considé-
rés. Or, plus les fluctuations de phase augmentent, plus la hauteur du pic latéral
de la transformée de Fourier diminue et donc plus la largeur de ce pic augmente.
Lorsque cette largeur devient trop importante, nous observe un repliement spec-
tral, et la hauteur du pic latéral décrôıt avec l’augmentation des fluctuations de
phase vers une limite non nulle. La fonction de corrélation effective ainsi simulée
finit par ne plus évoluer et sa largeur à 1/e sature à une valeur non nulle n’ayant
pas de signification physique. Il s’agit d’une limitation du calcul numérique dont
il faut avoir conscience.
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Sur nos simulations, nous avons pris un pas d’échantillonnage égal au pas
d’échantillonnage expérimental lié aux pixels de la caméra. Nous constatons que
le repliement spectral prend de l’importance à partir de T/Tφ = 10. Pour des
valeurs inférieures, nous avons vérifié en diminuant le pas d’échantillonnage sur
nos simulations que la largeur à 1/e de Ceff(s) reste identique et est donc toujours
correctement calculée. Nos mesures expérimentales ayant été effectuées dans la
plage 0 < T/Tφ < 8, nous ne sommes pas gênés par ce repliement.

3.4.4 Analyse expérimentale détaillée des interférogrammes

Les interférogrammes simulés et expérimentaux sont analysés de la façon sui-
vante (chaque étape sera ensuite détaillée) :

– Étape 1 : Transformée de Fourier 2D de chaque sortie de l’interféromètre
et coupe le long de l’axe de fréquence radiale kx = 0.

– Étape 2 : Renormalisation de ces coupes à 1 à la fréquence nulle.
– Étape 3 : Soustraction des coupes provenant des deux sorties de l’interfé-

romètre.
– Étape 4 : Moyenne de toutes les valeurs absolues de ces soustractions et

réalisées pour une même séparation s/L.
– Étape 5 : Extraction de la position et de la hauteur du pic latéral. Ceci

nous donne la valeur de l’interfrange et de la fonction de corrélation effective
pour une séparation donnée.

Les étapes 1, 4 et 5 correspondent à ce qui a été décrit dans la Partie 3.4.2.
L’étape 2 consiste à prendre la valeur du pic central de la transformée de Fourier,
correspondant au nombre total d’atomes, et à diviser la transformée de Fourier
par cette valeur. Toutes les coupes des transformées de Fourier sont ainsi norma-
lisées à la même valeur de 1 pour le pic central.

L’étape 3 nous permet d’éliminer le pic central et de ne garder que la contri-
bution du pic latéral. En effet les franges des deux sorties de l’interféromètre sont
déphasées de π l’une par rapport à l’autre. La première sortie donne au niveau
de la densité atomique un terme en C cos(2πz/i) ce qui donne dans l’espace de
fourier le contraste C à la fréquence 1/i. La deuxième sortie de l’interféromètre
donne un terme en −C cos(2πz/i) et qui implique dans l’espace de Fourier un
terme en−C. Donc, en soustrayant les coupes issues des deux voies de sortie, nous
éliminons le pic central et nous ne gardons que les pics latéraux. Au contraire, la
somme des coupes élimine les pics latéraux et ne garde que le pic central, comme
cela est montré sur la Figure 3.15.

Cette étape de soustraction a l’avantage d’extraire la valeur du contraste
des deux voies de l’interféromètre simultanément, et nous permet de mesurer
le contraste à des valeurs de s/L plus faibles. En effet, comme nous l’avons vu
précédemment sur la Figure 3.10, la transformée de Fourier d’une des sorties de
l’interféromètre donne un pic central, correspondant à la transformée de Fourier
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Fig. 3.15 – Modules des coupes des transformées de Fourier des deux voies de
sortie de l’interféromètre pour une séparation faible entre condensats. Pour l’une
des voies de sortie, le pic latéral correspondant aux franges d’interférences se
trouve noyé dans le pic central. La soustraction des transformées de Fourier des
deux voies permet d’extraire les pics latéraux et d’éliminer le pic central. La
somme au contraire ne garde que le pic central.

du condensat sans interférence, et un pic latéral correspondant aux franges. Pour
les faibles valeurs de s/L, le pic latéral est noyé dans le pic central comme le
montre le graphique de gauche de la Figure 3.15. Or nous ne pouvons mesurer
la valeur du contraste des franges de façon fiable que lorsque le pic latéral se
détache suffisamment du pic central. La largeur du pic central du maximum au
premier minimum est d’environ 1/2 L et elle détermine l’interfrange maximum
qui permet de faire la mesure : pour mesurer le contraste sur une seule des
sorties de l’interféromètre, il faut pouvoir observer grosso modo deux franges sur
le condensat.

Dans le cas où l’on soustrait les transformées de Fourier des deux sorties
de l’interféromètre, nous éliminons la contribution du pic central et ne gardons
que la composante correspondant à l’interfrange, comme le montre le graphique
du bas de la Figure 3.15. Nous pouvons extraire alors le contraste lorsque nous
observons au moins deux franges réparties sur les deux sorties soit une seule
frange sur chaque sortie.
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C

on
tra

st
e

s/L

2.0
1.5
1.0
0.5
0.0

2.01.51.00.50.0

2.0
1.8
1.6
1.4
1.2
1.0
0.8
0.6

0.40.30.20.10.0

Fig. 3.16 – Deux méthodes d’analyse des interférogrammes testées sur des images
simulées à T/Tφ = 0 et avec le piège le moins allongé. La première méthode
consiste à mesurer le contraste sur chaque sortie de l’interféromètre séparément
(points blancs). La deuxième méthode consiste à tout d’abord soustraire les trans-
formées de Fourier des deux sorties, puis à calculer le contraste (points noirs).
La ligne correspond à ce que l’on doit obtenir théoriquement. Nous voyons ef-
fectivement, en particulier sur le zoom de la figure de droite, que la soustraction
permet de mesurer le contraste à des séparations plus faibles.

Afin de vérifier l’intérêt de cette étape, nous avons utilisé les deux méthodes
d’analyse, avec et sans soustraction, pour extraire le contraste sur des images
simulées à T/Tφ = 0. La Figure 3.16 présente les résultats obtenus. Pour cette si-
mulation, le piège dans la configuration la moins allongée a été utilisé (8, 67 Hz et
395 Hz) et nous avons pris une taille axiale totale de condensat de 200 µm, taille
habituelle pour les nombres d’atomes que nous utilisons. La ligne représente la
fonction de corrélation attendue théoriquement et calculée numériquement. Les
cercles correspondent aux contrastes mesurés sur les images simulées à partir
des deux méthodes d’analyse. L’analyse du contraste sur chaque sortie de l’in-
terféromètre indépendamment donne les cercles blancs. La mesure du contraste
devient correcte à partir d’une séparation entre condensats de s/L ' 0.3 et un
interfrange correspondant de i ' 85 µm. L’analyse avec soustraction des trans-
formées de Fourier des deux sorties donne les cercles noirs. D’après le graphique,
cette analyse devient correcte pour s/L ' 0,18 et pour i ' 150 µm. Elle est plus
performante puisque la mesure du contraste devient fiable pour des séparations
plus petites. Cette exploration des faibles séparations est d’autant plus impor-
tante que l’amplitude des fluctuations de phase augmente et permet finalement
d’augmenter la résolution de la méthode interférométrique.
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3.5 Résultats expérimentaux

Comme nous l’avons dit précédemment, deux pièges ont été utilisés afin de
couvrir une plus grande plage de fluctuations de phase. Le premier piège a pour
fréquences ω⊥ = 2π × 395 Hz et ωz = 2π × 8, 67 Hz. Le deuxième piège a pour
fréquences ω⊥ = 2π × 655 Hz et ωz = 2π × 6, 55 Hz. Les températures vont de
100 à 230 nK, et le nombre d’atomes condensés varie de 0, 5 × 105 à 2, 5 × 105.
Ces conditions correspondent à 0, 8 < T/Tφ < 8.

3.5.1 Interfrange

Dans un premier temps, nous avons observé l’interfrange expérimental obtenu
en fonction de ce qui est attendu d’après la formule (3.14). La Figure 3.17 présente
les résultats expérimentaux (points) en fonction de la séparation entre conden-
sats, pour le premier piège et pour T/Tφ = 0, 96, donc avec peu de fluctuations
de phase. Les points sont en bon accord avec ce que l’on attend théoriquement
(ligne). Le même accord est observé aux différentes températures auxquelles nous
avons travaillé et pour les deux types de piège. Pour le premier piège, nous trou-
vons un interfrange qui varie de 140 µm à 25 µm, et pour le deuxième piège de
170 µm à 60 µm.
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Fig. 3.17 – Interfrange en fonction de la séparation entre condensats pour le piège
le moins allongé. Les points représentent l’interfrange mesuré expérimentalement,
alors que la ligne représente l’interfrange attendu théoriquement.

3.5.2 Fonctions de corrélation obtenues

La Figure 3.18 présente deux exemples de fonctions de corrélation effectives
expérimentales. Les points de la Figure 3.18a ont été obtenus avec le premier
piège de rapport d’anisotropie 45, et avec un nombre d’atomes condensés et une
température correspondant à T/Tφ = 1, 35. Ceci correspond à des conditions
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de faibles fluctuations de phase. Les points de la Figure 3.18b ont été obtenus
avec le deuxième piège de rapport d’anisotropie 100, et avec T/Tφ = 4, 86. Le
contraste est tracé en fonction de s/L, où L a été mesuré séparément à l’aide
d’un ajustement parabolique tronqué sur un condensat sans impulsion Bragg.
Chaque point correspond à la moyenne calculée sur cinq condensats.

Les fonctions de corrélation théoriques ont, à séparation entre condensat nulle
(s = 0), une valeur de 1. Nos images simulées ne prennent en compte que le
condensat, et pas de nuage thermique. Or, dans notre expérience, la fraction
condensée n’est jamais de 100 % puisque l’on veut un T/Tφ non nul. Il apparâıt
donc sur la sortie de l’interféromètre d’impulsion p = 0 un nuage thermique. Bien
qu’il ne joue aucun rôle dans l’interférogramme, il réduit le contraste mesuré
(la hauteur du pic central de la transformée de Fourier augmente, alors que la
hauteur du pic latéral reste identique). Afin de pouvoir comparer directement
les fonctions de corrélation théoriques et expérimentales, nous avons décidé de
normaliser à 1 nos fonctions expérimentales pour s = 0. Cette normalisation est
faite à partir de mesures indépendantes de la fraction condensée, qui varie de
60 % à 80 % dans notre cas.

La plage s/L explorée n’est pas la même sur les deux graphiques. Ceci vient du
fait que la dynamique d’expansion après avoir relâché le piège n’est pas la même
pour les deux pièges. Dans le cas du potentiel de piégeage le plus anisotrope
(Figure 3.18b), l’expansion axiale est plus lente. La décroissance de l’interfrange
est donc plus lente avec la séparation s entre condensats. Pour les valeurs de s
faibles, il est alors impossible de mesurer le contraste puisque l’on n’observe pas
assez de franges.

Ces fonctions de corrélations effectives expérimentales vont nous permettre
d’extraire des informations sur les fluctuations de phase en fonction de T/Tφ.
Nous nous intéressons à la fois à la forme de ces fonctions et à leur largeur.

3.5.3 Profil des fonctions de corrélation

Tout d’abord, nous pouvons observer que la forme de Ceff(s) change lorsqu’on
augmente T/Tφ. Pour les faibles T/Tφ, comme sur la Figure 3.18a, les courbes
expérimentales sont clairement gaussiennes, comme le montre l’ajustement de la
figure. Au fur et à mesure que T/Tφ augmente, les courbes deviennent rapidement
exponentielles. La Figure 3.18b indique qu’à T/Tφ = 4, 86, la courbe est déjà bien
mieux ajustée par une exponentielle que par une gaussienne. Pour des valeurs
de T/Tφ intermédiaires, nous pouvons utiliser le produit d’une gaussienne et
d’une exponentielle pour ajuster correctement les courbes. La contribution de
l’exponentielle augmente rapidement avec la température, en accord avec nos
simulations, ce qui montre bien l’augmentation de l’amplitude des fluctuations
de phase avec T/Tφ.
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Fig. 3.18 – Exemple de deux fonctions de corrélation effectives expérimentales
(points), en fonction de s/L. Chaque point correspond à la moyenne réalisée sur
cinq images, chacune contenant les deux sorties de l’interféromètre. Ces deux
mesures montrent clairement le changement de forme et de largeur de Ceff(s)
avec T/Tφ. a : A T/Tφ = 1, 35, Ceff(s) est correctement ajusté par une gaussienne
(courbe en trait plein), avec une largeur à 1/e de LC/L = 0, 62. L’ajustement
exponentiel (courbe en traits pointillés) montre que celui-ci ne convient pas. b :
A T/Tφ = 4, 86, Ceff(s) est mieux ajusté par une exponentielle (courbe en trait
plein) que par une gaussienne (courbe en traits pointillés), et sa largeur est de
LC/L = 0, 46.

3.5.4 Longueur de cohérence

Afin d’extraire une valeur quantitative de nos courbes expérimentales sur les
fluctuations de phase, nous avons défini une longueur de cohérence LC égale à
la largeur à 1/e de la fonction de corrélation effective, celle-ci étant la courbe
d’ajustement de nos points expérimentaux ou simulés. Ensuite, nous utilisons
ce paramètre pour comparer les largeurs des fonctions de corrélation effectives
mesurées et simulées. L’ajustement utilisé est celui déjà évoqué plus haut : le pro-
duit d’une gaussienne et d’une exponentielle. Les courbes expérimentales ayant
été normalisées à 1, la valeur de l’ajustement est fixée à 1 en s/L = 0.

Sur la Figure 3.19, nous avons tracé LC/L en fonction de T/Tφ. Nous voyons
tout d’abord que la longueur de cohérence varie doucement en fonction de T/Tφ,
même pour des températures proche de Tφ. C’est ce qui est attendu théorique-
ment puisque Tφ est simplement une température caractéristique, définie comme
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Fig. 3.19 – LC/L en fonction de T/Tφ. La courbe en trait plein est un ajustement
exponentiel sur les points expérimentaux. Les deux points blancs correspondent
aux mesures réalisées sur les deux fonctions de corrélation de la Figure 3.18. Les
barres d’erreur représentent les erreurs systématiques typiques. Insert : La courbe
en traits pointillés représente la longueur de cohérence mesurée sur les courbes
simulées et représentée sur la Figure 3.14b.

la température à laquelle la variance de la différence de phase entre deux points
du condensat séparés d’une distance L est égale à un. Ainsi, il n’y a pas de tran-
sition abrupte à T/Tφ = 1 et le condensat n’est jamais complètement cohérent,
et ce, même pour des températures inférieures à Tφ.

La courbe LC/L de la Figure 3.14 est une exponentielle décroissante et est
tracée dans l’insert de la Figure 3.19. Afin d’évaluer la décroissance de la lon-
gueur de cohérence expérimentale comparée à la simulation, nous avons ajusté
nos points expérimentaux par une exponentielle décroissante avec un décalage.
La longueur de cohérence expérimentale décrôıt de 30(7) % entre T/Tφ = 1 et
T/Tφ = 6. Le chiffre entre parenthèses est la précision calculée à partir de celle
donnée par l’ajustement. Ceci est à comparer à la décroissance de 28(1) % pour
la simulation. Nous voyons donc que la tendance de nos points expérimentaux
suit très bien celle de la simulation. En revanche, la longueur de cohérence ex-
périmentale est décalée d’environ 25 % à T/Tφ = 1 par rapport à la théorie.
Dans la partie suivante, nous allons évoquer les différentes sources d’erreurs et
limitations qui auraient pu expliquer ce décalage et dont nous avons tenu compte
dans notre expérience.

3.6 Limites à la lecture du contraste

Nous avons tenté d’attribuer cette baisse du contraste à diverses sources d’er-
reurs et limitations de notre système expérimental.
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3.6.1 Angle du laser sonde

L’orientation du faisceau sonde par rapport aux axes du condensat et au
plan des franges d’interférences est présentée sur la Figure 3.20. Il est incliné par
rapport à la verticale et dans le plan des franges d’environ 5◦, ceci pour éviter
l’observation sur la caméra de franges d’interférence dans le faisceau laser, très
certainement dues aux faces de la cellule.

Faisceau laser 
sonde

z

x

θ

y

x
5°

y z

g

h

Fig. 3.20 – Angle du faisceau laser imageant les atomes. Le faisceau est légè-
rement incliné par rapport à la verticale. Gauche : L’angle d’inclinaison θ par
rapport au plan des franges est faible pour éviter une baisse sur la mesure du
contraste des franges. Il est estimé à 6mrad maximum. Droite : Dans l’autre
direction, l’angle de la sonde est d’environ 5◦.

L’inclinaison de la sonde par rapport au plan des franges est critique pour les
mesures que nous voulons réaliser sur les interférogrammes. Un angle θ entre la
sonde et le plan de nos franges introduit en effet une différence entre le contraste
mesuré et le contraste réel dont la valeur maximale est donnée par le rapport :

Cmesuré

Créel

= sinC(πh tan θ/i), (3.26)

où h est la hauteur des franges après temps de vol et qui est donnée par la zone
de recouvrement des deux condensats. Pour une hauteur de franges h donnée,
plus l’interfrange diminue, plus l’angle devient critique pour nos mesures.

Nous avons vérifié que notre faisceau se trouve dans le plan des franges à
mieux que 6 mrad. Le diamètre radial du condensat après temps de vol a une
valeur maximum de 200 µm, et représente la taille maximum de la zone de re-
couvrement que nous pouvons avoir entre condensats, et donc la hauteur maxi-
mum des franges. Cette hauteur diminue avec la séparation entre les condensats.
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L’interfrange minimum observé est de 25 µm, ceci avec le premier piège. L’erreur
maximale sur le contraste, calculée avec une hauteur de franges égale au diamètre
du condensat, est alors de 0, 4 % ce qui est tout à fait négligeable par rapport à
nos incertitudes de mesures. Nous avons donc négligé cette source d’erreur dans
l’exploitation de la mesure de la fonction de corrélation effective.

3.6.2 Résolution de l’imagerie

Fonction de transfert de modulation

La précision de notre mesure du contraste repose sur la comparaison du
contraste des franges pour différentes fréquences spatiales. Il est donc primordial
de tenir compte de notre système d’imagerie et de le caractériser. Pour cela, nous
avons mesuré la fonction de transfert de modulation (FTM) [114] de notre sys-
tème in situ. Nous avons utilisé une mire de modulation en créneaux USAF1951.
La Figure 3.21 présente l’allure de cette mire. Elle comprend des groupes de
trois lignes gravées en créneaux, de fréquences spatiales allant de 4 lignes/mm
à 200 lignes/mm, soit un pas de 250 µm à 5 µm qui couvre la plage de nos
interfranges expérimentaux.

Fig. 3.21 – Mire de calibration du contraste. Elle est constituée de groupes de
trois lignes, de fréquences spatiales allant de 4 lignes/mm à 200 lignes/mm.

Cette mire a été placée juste sous la cellule de verre et le système d’imagerie
objectif + caméra a été focalisé sur cette mire. Nous comparons ensuite la valeur
du module de la transformée de Fourier de l’image de chacune des mires, en la
fréquence nominale de la mire, avec le contraste nominal de la mire. Nous mesu-
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rons ainsi la FTM globale de notre système d’imagerie. Celle-ci est représentée
sur la figure 3.22.
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Fig. 3.22 – Mesure expérimentale de la FTM de notre système d’imagerie à l’aide
de la mire présentée dans le texte. Les points représentent la mesure du contraste
sur différentes zones de la mire correspondant à une fréquence ou interfrange
donné. La FTM est pratiquement linéaire en fonction de la fréquence (courbe en
trait plein). La fréquence de coupure, dans le plan objet, est de 118 mm−1 et
correspond à une limite de résolution de 8, 5 µm.

Nous observons que la FTM est à peu près linéaire. Elle part de un à fréquence
nulle et tombe à zéro pour 118 lignes/mm. Notre limite de résolution dans le plan
objet est donc de 8, 5 µm, en accord avec des mesures précédentes réalisées sur
le système et rapportées dans [39]. Cette limite de résolution n’est pas le pixel,
d’une taille de 2, 5 µm dans le plan objet, mais est donnée par l’ouverture de
l’objectif de microscope se trouvant devant la caméra (Figure 2.5). La forme de
la FTM est due quant à elle principalement à la caméra CCD. Ceci a été confirmé
par une mesure de FTM d’une caméra similaire qui nous a été fournie par PCO-
imaging et qui se trouve sur la Figure 3.23. Les points se trouvant à une fréquence
inférieure à 15 mm−1 ne sont pas représentatifs de la FTM et correspondent à
un artefact de leur mesure. La FTM est bien linéaire en fonction de la fréquence
spatiale. la fréquence de coupure est de l’ordre de 140 mm−1, autrement dit une
limite de résolution d’environ 7 µm qui correspond dans leur cas à la taille du
pixel qui est de 6, 7 µm. Il est important de noter que la réduction de la FTM
est grande même pour des interfranges bien supérieurs à la taille d’un pixel.

Toutes nos courbes de fonctions de corrélation effectives ont été corrigées par
la FTM mesurée. La correction est faible pour le deuxième piège. En effet, la
fréquence maximale des franges observée alors est de 16 lignes/mm, et la FTM
diminue peu. En revanche, pour le premier piège où la fréquence maximale est
de 40 lignes/mm, la correction devient significative et change la largeur de nos
fonctions de corrélation effectives de 10 % typiquement. La figure 3.19 présentant
nos résultats sur la longueur de cohérence en fonction de T/Tφ tient déjà compte
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Fig. 3.23 – Mesure de la FTM de la caméra seule fournie par PCO-imaging.
Cette mesure n’est pas normalisée à 1, contrairement à la Figure 3.22. Cette
courbe donne une fréquence de coupure de l’ordre de 140mm−1 dans le plan de
la caméra, correspondant à une limite de résolution d’environ 7 µm. La taille d’un
pixel de la caméra est ici de 6, 45 µm.

de cette correction. Celle-ci laisse donc un écart de 25 % à T/Tφ = 1 par rapport
aux simulations.

Défaut de focalisation

Nous avons également considéré l’erreur introduite par un défaut de focalisa-
tion du système d’imagerie sur les atomes. Comme nous l’avons vu à la Section
2.1.4, le système d’imagerie est focalisé sur le condensat à ±0, 2 mm, pour un
temps de vol de 20,3 ms. Or ce temps de vol a été modifié lors de l’observation des
franges d’interférence dans le condensat, modifiant donc la position du conden-
sat au moment de l’imagerie et introduisant une erreur de focalisation maximale
d’un millimètre.

Nous avons mesuré la FTM du système pour différentes focalisations du sys-
tème d’imagerie dans la plage ±1mm, ainsi que des fonctions de corrélation
expérimentales pour le deuxième piège. A l’aide de ces deux expériences, nous
trouvons que la largeur des fonctions de corrélation change d’une quantité plus
faible inférieure au bruit que nous avons déjà sur nos points expérimentaux et
qui peut atteindre 10 %. La longueur de cohérence mesurée varie donc très peu
lorsque l’on est défocalisé de moins d’1mm.

Par ailleurs, une modélisation d’un tel défaut de focalisation nous donne une
erreur de ±6 % sur le contraste pour le deuxième piège et pour les amplitudes de
fluctuations de phase considérées. Pour le premier piège, l’erreur sur le contraste
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est un peu plus importante car l’interfrange est plus petite et est estimée à±15 %.

3.6.3 Conclusion sur les effets systématiques

Le tracé du graphique de la Figure 3.19 nécessite de connâıtre la température
T , le nombre d’atomes dans le condensat N0, et sa demi-longueur L. Les incer-
titudes systématiques sur ces trois paramètres proviennent des incertitudes sur
la calibration du grandissement du système d’imagerie (±1, 4 %), de la mesure
de N0 (±15 %) et du défaut de focalisation évoqué plus haut. Nous avons repré-
senté sur la Figure 3.19 les erreurs systématiques pour deux points. Ces barres
d’erreurs montrent clairement que celles ci ne sont pas suffisantes pour expliquer
la différence entre l’expérience et la simulation.

Notons enfin que l’article récent de N. P. Proukakis suggère que les fluctua-
tions de densité pourraient être à l’origine de la réduction de notre contraste [115].
Ceci est actuellement en cours d’étude.

3.7 Franges supplémentaires observées sur les

interférogrammes

3.7.1 Observation expérimentale

Lorsque nous regardons les interférogrammes obtenus expérimentalement, un
phénomène reste encore inexpliqué. La Figure 3.24 représente les images sur une
des sorties de l’interféromètre en fonction de la séparation s entre condensats.
Les franges d’interférence ne devraient normalement apparâıtre que dans la zone
de recouvrement des deux condensats.

En effet, nous avons rapporté, figuré par des ellipses, le bord de chaque
condensat, mesuré indépendamment sur des images avec condensat unique. Nous
voyons alors clairement que les franges d’interférence apparaissent également en
dehors de la zone de recouvrement. Nous observons aussi que ces franges “sup-
plémentaires” ont la même fréquence spatiale et la même phase que les franges
centrales. De telles franges apparaissent également sur d’autres données déjà pu-
bliées [113]. Pour expliquer ces franges supplémentaires, différentes hypothèses
ont été émises. Malheureusement, aucune ne semble expliquer leur présence de
manière satisfaisante. Ne comprenant pas actuellement le processus qui crée ces
franges supplémentaires, nous ne sommes pas en mesure de pouvoir dire si leur
présence augmente ou diminue le contraste total que nous mesurons.
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Fig. 3.24 – Observation des franges supplémentaires. Les images sont issues de
la Figure 3.10. Les ellipses délimitent chaque condensat. Nous voyons que des
franges d’interférence apparaissent également en dehors de la zone de recouvre-
ment des deux condensats.

3.7.2 Transition Bragg d’ordre supérieur

Nous avons tout d’abord regardé si ces franges supplémentaires pouvaient
provenir de transitions Bragg d’ordre supérieur à deux photons. Les franges sup-
plémentaires sont présentes aux deux extrémités des condensats. Il faudrait donc
mettre en jeu des transitions à quatre photons et −2 photons (transition à deux
photons dans la direction opposée). Nous serions donc dans le régime de Kapitza-
Dirac.

Comme nous l’avons vu dans la Section 2.3, ce régime équivaut à pouvoir
considérer les atomes comme immobiles durant l’interaction entre les atomes et
le réseau lumineux formé par les lasers Bragg. Il faut donc des durées d’impulsion
très petites, telles que : τ < iréseau/2vrecul < 30 µs. Nous avons réglé la puissance
laser de façon à effectuer nos impulsions π/2 en environ 100 µs. Nous sommes
donc théoriquement en dehors du régime Kapitza-Dirac.

Expérimentalement, nous avons tenté d’observer ce régime. Nous avons pour
cela augmenté la puissance des faisceaux laser au maximum. Nous obtenons alors
une fréquence de Rabi de 5, 5 kHz, correspondant à une période d’oscillation
de 180 µs. Nous avons pris des images en fonction de la durée des impulsions.
Nous n’avons jamais réussi à observer plus d’un ordre diffracté, la puissance du
laser étant trop faible. Nous sommes donc certains que dans notre expérience
d’interférométrie où nous utilisons une fréquence de Rabi au moins deux fois
plus faible, nous n’avons qu’un seul ordre diffracté. Les franges sur les bords des
condensats ne peuvent donc pas être expliquées par ce phénomène.

3.7.3 Interférences dans le nuage thermique

La présence d’interférences dans le nuage thermique pourrait également ex-
pliquer la présence de ces franges supplémentaires. Comme nous l’avons vu dans
la Section 3.3.2, le nuage thermique est très faiblement couplé par les impul-
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sions Bragg. Cependant, même avec quelques fractions de nuage couplé, cela est
peut-être suffisant pour observer des franges avec un bon contraste.

L’observation d’interférences de très bon contraste dans le nuage thermique
a été rapportée dans [116]. L’interféromètre utilisé est le même que dans notre
expérience, c’est-à-dire deux impulsions π/2 séparées dans le temps et créant
deux copies du nuage thermique distantes de s. En l’absence d’interaction, la
densité atomique du nuage thermique après temps de vol reflète la distribution
en vitesse. A un point donné du nuage, de coordonnée z suivant l’axe long du
piège, correspond une vitesse donnée vz = z/t. Les franges observées dans le
nuage thermique ont alors un interfrange de :

iT =
ht

ms
, (3.27)

qui diminue lorsque le temps de vol diminue. Le contraste de ces franges vaut :

CT = exp(−2π2RT2

i2T
), (3.28)

où Xz =
√

kBT/mω2
z est le rayon du nuage thermique dans le piège suivant l’axe

long. D’après cette formule, le contraste augmente avec le temps de vol. En effet,
plus le temps de vol augmente, plus la taille du nuage augmente et donc plus
le nuage thermique initial dans le piège peut être considéré comme ponctuel. A
un point du nuage thermique après temps de vol correspond alors une vitesse de
mieux en mieux définie et donc un contraste qui augmente.

La Figure 3.25 compare l’interfrange dans le condensat et dans le nuage ther-
mique en fonction du temps de vol, pour une séparation entre nuages de 60 µm.
Lorsque le condensat est lâché hors du piège, son expansion provient tout d’abord
de l’énergie de champ moyen principalement. L’interfrange découle de ce terme
d’expansion. Dans le nuage thermique, ce terme n’intervient pas puisque l’on
peut négliger l’énergie d’interaction entre particles, la densité atomique étant
faible. L’interfrange dans le condensat et dans le nuage thermique est donc dif-
férent pour les temps de vol courts. En revanche, pour les temps de vol longs,
lorsque l’on peut considérer les nuages atomiques dans le piège comme ponctuels
par rapport aux nuages après temps de vol, l’interfrange devient identique dans
le nuage thermique et dans le condensat.

Dans notre expérience, pour le piège le moins allongé, l’interfrange dans le
condensat et l’interfrange dans le nuage thermique sont égaux à mieux que 5 %
pour des temps de vol supérieurs à 10 s. En revanche, pour les temps de vol ty-
piques utilisés dans notre expérience d’interférométrie, soit 30 ms avec le gradient
de champ du PMO, l’interfrange dans le nuage thermique est dix-huit fois plus
petite que dans le condensat. Or les franges “supplémentaires” ont le même pas
que les franges centrales. Elles ne peuvent donc pas s’expliquer par un phénomène
d’interférence dans le nuage thermique.
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Fig. 3.25 – Interfrange en fonction du temps de vol pour le premier piège et
pour une séparation entre nuages atomiques de 60 µm. La courbe en trait plein
représente le cas du nuage thermique et la courbe en traits pointillés le cas du
condensat. Ces deux interfranges deviennent identiques pour des temps de vol
longs (bien plus longs que ce qui est représenté sur le graphique où les deux lignes
semblent rester faussement parallèles).

3.7.4 Interaction pendant les impulsions Bragg

L’équation de Gross-Pitaevskii a été résolue numériquement pour observer
l’expansion des deux condensats de l’une des sorties de l’interféromètre au cours
du temps de vol : seules des franges d’interférence au centre apparaissent. On
ne peut donc pas envisager un processus faisant intervenir une interaction entre
les deux copies pour expliquer ces franges. La dernière hypothèse est que ces
franges supplémentaires résultent d’interactions pendant l’application des impul-
sions Bragg. Les calculs sont actuellement en cours pour la confirmer ou l’infirmer.

3.8 Conclusion

Nous avons détaillé dans ce chapitre la mise en place d’un interféromètre
destiné à mesurer la longueur de cohérence d’un condensat à l’équilibre. L’analyse
des données se fait dans l’espace de Fourier afin d’éliminer les variations aléatoires
de la phase des franges d’interférences provenant de variations expérimentales
non contrôlables. Nos résultats montrent que la fonction de corrélation mesurée
passe d’une forme gaussienne à une forme exponentielle lorsque les fluctuations
de phase augmentent, comme cela est attendu théoriquement. Il n’y a pas de
transition abrupte de la longueur de cohérence des condensats allongés pour des
températures aux alentours de Tφ. Cela souligne le fait que cette température
caractéristique n’indique pas une réelle transition d’un quasi-condensat vers un
condensat complètement cohérent, mais plutôt que les condensats allongés voient
leur phase fluctuer, même très faiblement, pour toute température finie.
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Cinétique de formation de la
cohérence en phase

Dans le chapitre précédent, nous avons décrit la cohérence du condensat
à l’équilibre. Ces condensats sont produits expérimentalement en enlevant les
atomes les plus chauds suffisamment lentement pour que le système puisse être
considéré à l’équilibre à chaque instant de l’évaporation. La cinétique de forma-
tion de condensat est alors donnée par la cinétique d’évaporation. Il a été alors
établi que le condensat commence à se former au centre du piège puis grossit
au fur et à mesure que les atomes les plus chauds sont extraits. L’étude de la
cinétique de formation du condensat nécessite au contraire de se placer hors équi-
libre. A partir d’un nuage thermique juste au dessus de seuil de condensation,
nous faisons chuter très rapidement la température sous le seuil de condensation.
On observe ensuite au cours du temps le retour à l’équilibre du système par la
formation du condensat.

A l’heure actuelle, les expériences qui ont été menées sur l’étude de la ciné-
tique de formation du condensat [82, 117, 118] ont principalement porté sur la
croissance du nombre d’atomes dans le condensat en fonction du temps. Or ces
études ne donnent pas ou peu d’information sur la phase de ces condensats au
cours de leur formation. Nous avons en particulier vu au chapitre précédent que
même à l’équilibre, la présence d’un condensat avec un profil de densité régulier
n’était pas toujours liée à l’apparition de la cohérence en phase. Finalement, seule
l’expérience réalisée à Amsterdam [82] s’est intéressée aux fluctuations de phase
dans ce type de condensat en formation, mais plutôt de manière qualitative que
quantitative.

L’étude de l’évolution des propriétés de cohérence en phase pendant la for-
mation du condensat ouvre de nombreuses perspectives nouvelles. Cette étude
permettrait en particulier une compréhension plus profonde de la cohérence en
phase des états quantiques macroscopiques. Cette connaissance serait également
primordiale en vue de la création de lasers à atomes continus [119]. Le taux de re-
chargement régulier du condensat, et par là même le taux de génération d’ondes
de matière cohérentes, pourrait être en effet limité par la vitesse à laquelle la
cohérence en phase se forme.

Le but de notre étude sur la formation du condensat est alors double. Comme
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nous l’avons évoqué tout au long de ce manuscrit, notre dispositif expérimental,
avec des pièges très allongés, crée la plupart du temps des quasi-condensats et
non pas des condensats “idéaux” sans fluctuation de phase. Le premier intérêt
de l’étude est alors l’observation de la croissance des condensats dans le cas des
quasi-condensats et de comparer ces résultats à la croissance de condensats 3D.
Ensuite, le second et principal intérêt est finalement de mesurer pour la première
fois quantitativement la cohérence en phase au cours de cette formation.

4.1 Principe de la formation du condensat

La croissance du condensat est un processus dynamique où les atomes doivent
tomber dans le niveau d’énergie fondamental du système et où la cohérence à
longue portée doit être établie. Une description complète de la formation doit
inclure le condensat et ses excitations élémentaires, et les interactions avec le
nuage thermique. Ce problème de cinétique quantique a été abordé théoriquement
de deux manières :

– à l’aide d’une approche de type optique quantique qui modélise le processus
de condensation de la même façon que l’effet laser en optique ;

– en terme de relaxation de la phase pour les théoriciens travaillant sur la
matière condensée.

Dans ce qui suit, nous allons plutôt présenter le problème de la formation du
condensat par analogie à l’effet laser en optique.

4.1.1 Stimulation bosonique

En optique, l’effet laser est obtenu par émission stimulée de photons, autre-
ment dit par un processus d’amplification cohérente de la lumière. De la même
façon, le condensat de Bose-Einstein provient en quelque sorte de l’amplification
stimulée des ondes de matière. Tout comme en optique où l’énergie est fournie
à partir d’un réservoir et est transformée en une radiation électromagnétique
cohérente par émission stimulée, pour le condensat de Bose-Einstein, les atomes
proviennent d’un réservoir, le nuage thermique, qui sont transformés en une onde
de matière cohérente par collisions.

Les atomes du nuage thermique diffusent parmi un grand nombre d’états
quantiques possibles. Mais lorsque la température critique est atteinte, les atomes
diffusent préférentiellement dans le niveau d’énergie fondamental du système.
Cette température critique peut être assimilée au seuil laser en optique à partir
duquel l’effet laser est effectivement obtenu. La présence d’un condensat implique
ensuite la diffusion stimulée dans le niveau d’énergie fondamental avec un taux de
diffusion proportionnel à N0+1, où N0 est le nombre d’atomes dans le condensat.



4.1 Principe de la formation du condensat 123

photons

atomes

Fig. 4.1 – Emission stimulée pour l’amplification de la lumière dans un laser et
stimulation bosonique pour l’amplification des ondes de matière dans la formation
du condensat de Bose-Einstein.

Ainsi, l’évolution du nombre d’atomes condensés est de la forme :

dN0

dt
= Γ(N0 + 1). (4.1)

Donc, plus ce nombre augmente, plus la vitesse de formation du condensat est
rapide. Le paramètre Γ détermine le taux de croissance initial qui dépend en
particulier du taux de collisions entre atomes, puisqu’il faut bien entendu une
collision pour faire passer un atome du nuage thermique au condensat.

Le système étant à une température donnée avec un nombre d’atomes fixe, le
système à l’équilibre doit avoir une fraction condensée bien déterminée. Le taux
de croissance ne peut donc pas crôıtre indéfiniment et tend au contraire vers zéro
lorsque le nuage atteint l’équilibre. Ceci donne alors l’équation d’évolution pour
N0 suivante :

dN0

dt
= ΓN0

[
1−

( N0

N0,f

)δ]
, (4.2)

où N0,f est le nombre d’atomes condensés final une fois l’équilibre atteint. La
théorie de C. W. Gardiner et al [120] prévoyait dès 1997 un taux de croissance
proportionnel à la différence du potentiel chimique du condensat, qui est propor-
tionnel à N

2/5
0 dans l’approximation Thomas-Fermi, et celui du nuage thermique

considéré comme étant à l’équilibre. Ceci donne un facteur δ égal à 2/5.
Cette dernière équation d’évolution donne la forme d’une dynamique de crois-

sance en forme de S, bien connue dans le cas de la stimulation bosonique, et plus
particulièrement pour le laser photonique.
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4.1.2 Théorie cinétique quantique : montée de la fraction
condensée

Nous venons d’exposer rapidement la stimulation bosonique et ce que cela im-
plique pour la dynamique de croissance du condensat. Mais cela reste qualitatif ;
plus particulièrement, nous ne connaissons pas la valeur du taux de croissance
initial Γ. La théorie de la formation des condensats a été abondamment étu-
diée par C. W. Gardiner et al [120–123]. Ces travaux ont en particulier permis
d’établir une équation de croissance correspondant quantitativement aux courbes
mesurées expérimentalement. Nous allons rappeler brièvement les résultats finaux
obtenus.

Bandes condensée et non condensée

Les travaux de C. W. Gardiner se fondent sur la théorie cinétique quantique
[124]. Le système considéré est un nuage thermique dont la température est
inférieure à la température critique, contenu dans un piège harmonique à trois
dimensions. Le système est ensuite divisé en deux bandes d’énergie : la bande
dite condensée et la bande non condensée comme indiqué sur la Figure 4.2 [121,
122]. La croissance du condensat est supposée suffisamment lente pour pouvoir
considérer que les bandes condensée et non condensée sont toujours à l’équilibre
thermique, avec la même température pour les deux bandes. En revanche, le
potentiel chimique du nuage thermique µ n’est initialement pas le même que
celui de la bande condensée µC(N0) qui dépend du nombre d’atomes condensés.
La croissance vient du fait que les atomes sont transférés de la vapeur thermique
au condensat et ceci jusqu’à l’obtention d’un potentiel chimique égal pour les
deux bandes.

La bande condensée est définie par le niveau emax et vérifie principalement
deux critères :

– La bande non condensée est supposée invariante dans le temps. Elle est prise
comme un réservoir thermique, source d’atomes pour la bande condensée.

– La bande condensée doit donc contenir tous les niveaux dont la population
change significativement pendant la croissance. Elle comprend essentielle-
ment les niveaux d’énergie affectés par la présence du condensat et qui sont
représentés par les niveaux d’énergie inférieure à E∆ sur la Figure 4.2. Ces
niveaux ont une énergie dépendant du nombre d’atomes dans le conden-
sat, c’est à dire dans le niveau d’énergie fondamental, et donc dépendant
du temps. Le niveau E∆ est pris égal à 2µ. Les niveaux compris entre E∆

et emax ont une population dépendante du temps. Leur énergie n’est en
revanche pas modifiée pendant la croissance du condensat.

La valeur de emax est généralement prise légèrement supérieure à E∆, de
l’ordre de 2, 2µ.
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Fig. 4.2 – Représentation schématique des niveaux d’énergie et des bandes consi-
dérées. La bande non condensée est invariante dans le temps. La population de
la bande condensée varie au cours de la croissance du condensat. Enfin, les ni-
veaux d’énergie inférieure à E∆ sont les niveaux dont l’énergie est affectée par la
présence du condensat et donc varie au cours de la croissance. Cette figure est
tirée de [121] et [122].

Processus dynamiques

Les processus qui sont considérés pour décrire l’évolution de la bande conden-
sée en fonction du temps sont représentés sur la Figure 4.3 [122].

Les processus considérés sont donc les suivants :

– Le processus de croissance, qui implique une augmentation du nombre d’atomes
dans la bande condensée, est déterminé par les collisions suivantes :
– a) une collision entre deux particules de la bande non condensée don-

nant, après collision, une particule restant dans la bande non condensée
et l’autre entrant dans la bande condensée. Le processus inverse est éga-
lement pris en compte.

– b) une collision entre une particule de la bande condensée et une parti-
cule de la bande non condensée donnant deux particules dans la bande
condensée. Le processus inverse est également pris en compte.

– Le processus de diffusion, qui garde le nombre d’atomes dans la bande
condensée constant, correspond aux collisions suivantes :
– c) une collision entre une particule de la bande condensée et une particule

de la bande non condensée, les deux particules restant au final dans leur
bande respective.

– d) une collision entre deux particules de la bande condensée donnant
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deux particules restant dans la même bande.
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Fig. 4.3 – Illustration des processus pris en compte lors de la croissance du
condensat. Le processus a) est le processus d’émission spontanée : après collision
entre deux atomes de la bande non condensée, un des atomes entre dans la
bande condensée. Le processus b) représente le processus d’émission stimulée :
une collision entre un atome de la bande condensée et un atome de la bande non
condensée conduit à l’obtention de deux atomes dans la bande condensée. Enfin,
les processus c) et d) correspondent à la diffusion. Après collision, le nombre
d’atomes dans chaque bande reste constant. Cette figure est partiellement tirée
de [121] et [122].

Le processus d) est en fait négligé par rapport au processus c). Il a été en
effet supposé que la bande non condensée était invariante dans le temps, ce qui
veut donc dire que le nombre d’atomes dans la bande non condensée est bien
plus grand que celui dans la bande condensée. Le processus b) peut être assimilé
à l’émission stimulée dans un laser et le processus a) à l’émission spontanée.

L’évolution du nombre d’atomes dans le niveau fondamental est alors donnée
par :

dN0

dt
= Ṅ0|croissance + Ṅ0|diffusion. (4.3)

Les équations donnant les taux de collisions en fonction du temps et la théorie
cinétique quantique [122] permettent d’aboutir à l’équation de croissance et de
diffusion.
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Equation d’évolution

L’équation de croissance est de la forme [121,122] :

Ṅ0|croissance = 2W+(N0)
[
(1− e[µC(N0)−µ]/kBT )N0 + 1

]
, (4.4)

où µ est le potentiel chimique du nuage thermique à l’équilibre et µC est le
potentiel chimique du condensat. Le facteur W+(N0) est donné par :

W+(N0) =
1

2

(kBT

~ω

)2([
ln(1− z)

]2
+ z2

∞∑
j=1

[
z z(N0)

]j[
Φ(z, 1, j + 1)

]2
)
, (4.5)

où

z = exp
(µ− emax

kBT

)
, (4.6)

z(N0) = exp
(µC(N0)− emax

kBT

)
. (4.7)

La fonction Φ est la fonction Lerch transcendent, définie par :

Φ(x, s, a) =
∞∑

k=0

xk

(a + k)s
. (4.8)

L’équation de croissance (4.4) est du même type que les équations que nous
trouvons pour les lasers. Le terme d’émission spontanée est donné par le +1 entre
les crochets, l’autre terme représentant l’émission stimulée, ou terme de gain. Le
terme de gain est ici entièrement déterminé par la différence entre le potentiel
chimique du condensat µC et celui du nuage thermique µ.

Le graphique de la Figure 4.4 montre la forme typique de la montée du nombre
d’atomes condensés que nous obtenons d’après l’équation (4.4). Nous observons
une courbe en S, forme typique représentant un processus de stimulation boso-
nique et bien connue dans le cas des lasers en optique.

La courbe en traits pointillés montre un ajustement de la courbe du type :

N0(t) = max
(
0, N0,f [1− e−Γ(t−tinit)]

)
, (4.9)

c’est à dire une montée de type exponentielle avec un décalage de temps initial
avant la montée rapide. Cet ajustement est relativement bon et permet de quan-
tifier sur les courbes théoriques et expérimentales le temps initial tinit avant la
montée rapide ainsi que le taux de montée rapide Γ.

L’évolution (4.3) du nombre total d’atomes dans le condensat est donnée par
la somme des équations de croissance et de diffusion, cette dernière pouvant être
trouvée dans les articles suivants : [121, 122]. Le terme de diffusion change en
fait peu le taux de croissance du condensat qui est dominé par la stimulation
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Fig. 4.4 – Croissance typique du nombre d’atomes condensés en fonction du
temps d’après l’équation (4.4) (trait plein). La courbe en traits pointillés est un
ajustement de type exponentielle croissance incluant un délai avant la montée.

bosonique. En revanche, il accélère légèrement la période de croissance initiale,
qui est dominée par l’émission spontanée. Cela a pour effet de diminuer le temps
avant lequel le terme d’émission spontanée devient significatif, cette diminution
étant d’autant plus importante que le taux de collisions est important.

Enfin, les résultats présentés ici suppose que la bande non condensée est
invariante dans le temps et donc que la fraction condensée atteinte à l’équilibre
est faible. L’article suivant [123] présente un modèle amélioré qui prend en compte
les effets dus à la dynamique de la bande non condensée au cours du temps. Ce
modèle montre en fait des résultats similaires à celui que nous venons de présenter
pour des fractions condensées finales inférieures à 10 %, vis-à-vis de la montée
du nombre d’atomes condensés. Pour des fractions condensées plus importantes,
ce nouveau modèle indique une montée légèrement plus rapide.

4.1.3 Théorie sur la cinétique de formation de la cohé-
rence

Les modèles développés par C. W. Gardiner ont permis d’étudier la montée
du nombre d’atomes condensés au cours du temps, mais ils ne prennent pas en
compte la cohérence. Les études sur la cinétique de formation de la cohérence en
phase dans le condensat ont essentiellement été réalisées par Yu. M. Kagan, B.
V. Svistunov et G. V. Shlyapnikov [99, 125–128]. Le scénario envisagé dans ces
références est une rampe d’évaporation brutale appliquée à un nuage thermique
au dessus du seuil de condensation permettant de diminuer rapidement la tempé-
rature sous la température critique. Ceci est très proche de l’expérience que nous
avons réalisée. En revanche, les calculs ont été menés pour un gaz homogène.

Yu. M. Kagan et B. V. Svistunov ont montré que la formation du condensat
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est régie par différentes échelles de temps :
– le temps au bout duquel les fluctuations de densité sont supprimées. Ce

temps est typiquement de :

τc =
~

gnc

, (4.10)

où g = 4πa~2/m est la constante de couplage et nc la densité du condensat
à l’équilibre. Ceci caractérise le temps à partir duquel un quasi-condensat
peut se former.

– le temps d’initiation à partir duquel le nombre d’atomes condensés aug-
mente significativement. Ce temps est de l’ordre du temps entre deux col-
lisions successives :

τinit = tcoll. (4.11)

– le temps de relaxation τφ des fluctuations de phase, qui caractérise donc
le temps nécessaire à l’obtention d’un condensat à l’équilibre en phase. Ce
temps dépend de la taille D0 du système et est donné par :

τφ =
~

kBT
anD2

0 dans le régime hydrodynamique, (4.12)

τφ = 10−2 ~
kBT

D0

a
autrement, (4.13)

n étant la densité atomique du nuage.
La plupart du temps, la condition τc � τinit est vérifiée. L’étape de montée

de la fraction condensée est alors l’étape limitante dans la formation d’un quasi-
condensat. En revanche, ce n’est pas encore forcément celle qui limite l’établis-
sement de la cohérence.

Le temps de relaxation nécessaire à l’établissement de la cohérence en phase
dépend du régime dans lequel nous nous trouvons. Si nous sommes dans le ré-
gime hydrodynamique, τφ devient de l’ordre de τinit. La cohérence s’établit donc
rapidement et l’étape limitante dans la formation est la montée de la fraction
condensée. Dans le cas inverse, τφ devient le temps le plus long dans la formation
du condensat. La formation commence par la croissance d’un quasi-condensat
qui relaxe ensuite lentement vers l’équilibre.

4.2 Historique expérimental

Expérimentalement, la première investigation sur la formation du condensat
a été réalisée au MIT en 1998 [117], puis à Munich en 2002 [118,129] avec l’obser-
vation de la montée du nombre d’atomes en fonction du temps après une baisse
brutale de la température. Enfin, une étude de la formation de condensats hors
équilibre a été effectuée à Amsterdam en 2002 [82]. L’apparition de fluctuations
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de densité sur le condensat après temps de vol ainsi qu’une étude de la focalisa-
tion du condensat ont indiqué la présence d’un quasi-condensat au tout début de
cette formation. Nous allons brièvement rappeler les résultats obtenus dans ces
différentes expériences.

4.2.1 Stimulation bosonique - MIT

L’expérience réalisée au MIT [117] consistait, à partir d’un nuage thermique
juste au dessus du seuil de condensation, à faire chuter brutalement la tempéra-
ture en baissant rapidement la rampe radio-fréquence de 200 kHz en 100 ms. La
radio-fréquence est ensuite coupée. La formation du condensat était observée par
imagerie par contraste de phase non destructive qui permettait l’observation de la
montée du nombre d’atomes dans le condensat sur une réalisation expérimentale
unique. La Figure 4.5 présente les courbes obtenues.

Fig. 4.5 – Croissance du condensat : nombre d’atomes dans le condensat en
fonction du temps après la fin de la rampe d’évaporation rapide. (A) Croissance
du condensat sur une réalisation expérimentale unique. La courbe en trait plein
est un ajustement supposant la stimulation bosonique, alors que les courbes en
traits pointillés supposent un processus de relaxation, en incluant ou non un délai
avant la montée du nombre d’atomes. (B) Courbes de croissance avec différents
nombres d’atomes condensés initiaux. Chaque courbe représente une moyenne de
dix courbes ayant le même nombre d’atomes dans le condensat une fois l’équilibre
atteint. Ces graphiques sont tirés de [117].
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Les données du graphique A ont été ajustées par différentes courbes :
– La courbe en trait plein est un ajustement du type de l’équation différen-

tielle (4.2) donnant pour le nombre d’atomes en fonction du temps :

N0(t) = N0,ie
Γt

[
1 +

(N0,i

N0,f

)δ

(eδΓt − 1)
]−1/δ

. (4.14)

On suppose donc ici un processus de stimulation bosonique dans la for-
mation du condensat. Le paramètre δ est fixé à 2/5 en accord avec [120].
L’ajustement est alors très bon.

– La courbe en traits pointillés larges représente un ajustement par une expo-
nentielle supposant un processus de relaxation. L’ajustement est beaucoup
moins bon.

– La courbe en traits pointillés courts est un ajustement exponentiel avec
un décalage de temps donné par l’équation (4.9). Cet ajustement est re-
lativement bon et montre que la stimulation bosonique a pour principal
effet d’ajouter une montée purement exponentielle de courte durée avant
la montée rapide du nombre d’atomes dans le condensat.

Ces données ont donc clairement clairement mis en évidence la forme en
S de la montée du nombre d’atomes dans le condensat, caractéristique d’un
processus de stimulation bosonique. En revanche, les résultats de cette expérience
ne s’accordaient pas quantitativement avec la théorie de l’époque, en particulier
en ce qui concerne le taux de croissance Γ.

4.2.2 Croissance à partir d’une vapeur thermique - Mu-
nich

Il a fallu ensuite attendre l’expérience de Munich [118] et les travaux théo-
riques de C. W. Gardiner et al pour montrer l’accord entre les deux. L’expérience
de M. Köhl et al a consisté, toujours à partir d’un nuage thermique juste au des-
sus du seuil de condensation, à baisser brutalement la rampe radio-fréquence afin
de faire chuter rapidement la température. La radio-fréquence était ensuite main-
tenue à la valeur finale. La mesure de la montée du nombre d’atomes condensés
a été réalisée pour différents paramètres d’évaporation η = εcut/kBTi, où Ti est
la température de nuage thermique juste avant l’évaporation rapide et εcut est
l’énergie de troncature radio-fréquence par rapport au fond du piège. Chaque
courbe de formation, comme celle du graphique de gauche de la Figure 4.6, a été
ensuite ajustée à l’aide de l’exponentielle croissante de l’équation (4.9) afin de
quantifier le temps d’initiation tinit marquant le début de la montée rapide de la
fraction condensée.

La Figure 4.6 indique ce temps d’initiation en fonction du paramètre d’éva-
poration η. Les cercles représentent les données expérimentales brutes, c’est à
dire le temps auquel un premier condensat est détecté, alors que les résultats
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Fig. 4.6 – Haut : Temps d’initiation avant la croissance rapide du condensat
en fonction du paramètre d’évaporation η. Les carrés représentent la mesure
expérimentale obtenue à partir de l’ajustement décrit dans le texte, les cercles
indiquent l’instant où un condensat est observé pour la première fois et les étoiles
proviennent d’un calcul théorique et correspondent au moment où le nombre
d’atomes dans le condensat devient supérieur à 104.
Bas à gauche : Courbe de formation pour η = 1, 4. Les courbes correspondent
aux résultats de simulations numériques pour différentes conditions initiales.
Bas à droite : Courbe de formation pour η = 4, 6. La courbe en trait plein est
un ajustement sur les données expérimentales alors que les courbes en traits
pointillés correspondent aux résultats de la simulation avec les même conditions
initiales que pour la courbe précédente.
Ces graphiques sont tirés de [118].
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donnés par l’ajustement (4.9) sont indiqués par les carrés. Ceux-ci montrent un
très bon accord avec les résultats de simulations numériques, correspondant aux
étoiles sur le graphique, lorsque l’évaporation est forte, c’est à dire pour η pe-
tit. La courbe de croissance correspond également dans ce cas aux simulations
numériques tracées sur le graphique de gauche de la Figure 4.6.

En revanche, pour les évaporations faibles, un écart important entre les ob-
servations expérimentales et les calculs est constaté sur le temps d’initiation. La
montée de la fraction condensée est également très différente de celle habituel-
lement observée, et attendue théoriquement, comme le montre le graphique de
droite. La croissance se déroule alors en deux étapes avec une première phase
de croissance linéaire puis une deuxième phase de relaxation. La transition entre
les deux régimes correspond dans leur cas à une fraction condensée de 3,5 %.
L’hypothèse émise par les auteurs est une première phase de croissance avec des
condensats présentant de fortes fluctuations de phase, autrement dit une phase
de quasi-condensation, suivie finalement par une phase de montée sans fluctua-
tion de phase. Cette hypothèse a été émise car leur modèle théorique ne tient pas
compte des effets de cohérence. De plus, les calculs donnaient T/Tφ > 1 pour des
fractions condensées inférieures à 4 % [118]. Cette observation a été une de nos
motivations pour l’étude de la cohérence au cours de la formation du condensat.

4.2.3 Formation de condensats hors équilibre - Amster-
dam

Une autre expérience sur la formation du condensat a été réalisée à Am-
sterdam [82]. Après l’obtention du nuage thermique juste au dessus du seuil de
condensation, la radio-fréquence est baissée à une valeur inférieure au seuil de
condensation pendant une durée de 1 ms telle que 1/ω⊥ < 1 ms < 1/ωz. La valeur
de la radio-fréquence est ensuite remontée à sa valeur initiale. Cette expérience
permet alors d’étudier la formation des condensats dans des états hors équilibre.
Le système à l’équilibre a une fraction condensée de 6 % avec 2, 5× 106 atomes
au total.

Le graphique de gauche de la Figure 4.7 présente la taille du condensat en
fonction du temps après le créneau radio-fréquence, appelé temps d’évolution.
Les différentes courbes correspondent à différents temps de vol. Ce graphique
montre une oscillation de la taille du condensat de type quadrupolaire, ce qui
indique la création d’un condensat hors équilibre. De plus, la taille du condensat
initiale, à t = 0, est supérieure à la taille du condensat théoriquement attendue.
Le condensat relaxe ensuite vers sa taille d’équilibre obtenue pour des temps
d’évolution longs. Ceci a été interprété en terme de condensation locale due à
une température locale non uniforme sur la longueur du nuage thermique.

A partir de ces oscillations quadrupolaires, l’équipe d’Amsterdam a introduit
une technique de “focalisation du condensat”. L’étude a été réalisée en coupant le
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Fig. 4.7 – Gauche : Demi-longueur du condensat en fonction du temps après le
créneau radio-fréquence et pour différents temps de vol. Droite : Demi-longueur
du condensat en fonction du temps de vol pour un temps après le créneau d’évapo-
ration fixe. La courbe en trait plein (respectivement pointillés) est un ajustement
sur les équations d’échelle en incluant (respectivement excluant) l’élargissement
dû aux fluctuations de phase. Ces graphiques sont tirés de [82].

piège magnétique après un temps d’évolution de 11 ms, pendant la contraction
longitudinale du condensat. La taille du condensat décrôıt ensuite pendant le
temps de vol, atteint un point de focalisation, puis s’étale à nouveau. Cette
évolution est reportée sur le graphique de droite de la Figure 4.7.

Les données ont été ensuite comparées aux résultats attendus à partir des
équations d’échelle décrivant l’expansion du condensat après temps de vol [98,99]
en incluant les effets des fluctuations de phase (trait plein) et en les excluant
(traits pointillés). La longueur du condensat au point de focalisation reflète sa
distribution en vitesse. Les fluctuations de phase ont donc pour effet d’élargir la
longueur du point de focalisation. Les données du graphique indiquent donc la
présence de fluctuations de phase dans le condensat, ce qui a été confirmé par
l’observation de fluctuations de densité sur le condensat après temps de vol.

La mesure du nombre d’atomes condensés et de la température donnent
L/Lφ,eq = 7(4) et donc une longueur de cohérence à l’équilibre Lφ,eq = 10 µm.
Or, l’ajustement des données du graphique de droite indique une taille du point
de focalisation plus grande d’un ordre de grandeur, donnant une longueur de
cohérence de l’ordre de Lφ = 1 µm au lieu des 10 µm attendus. L’amplitude de
fluctuations de phase est donc plus importante que celle calculée à l’équilibre.
Ce surcrôıt de fluctuations de phase indique encore une fois un phénomène de
condensation hors équilibre.

Cette étude a été réalisée pour un condensat proche de Tc et pour un temps
d’évolution après le créneau radio-fréquence bien inférieur à la période d’oscilla-
tion axiale 1/ωz. Une étude plus poussée de ces fluctuations de phase en fonction
de la valeur de la fraction condensée finale ainsi qu’une étude de la décroissance
des fluctuations de phase en fonction du temps d’évolution n’ont en revanche pas
encore été menées.
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4.3 Expérience et montée de la fraction conden-

sée

La différence principale entre notre expérience et les autres, exceptée celle
réalisée à Amsterdam, est la présence de fluctuations de phase sur les condensats
à l’équilibre. Nous allons donc pouvoir observer la montée de la fraction condensée
de quasi-condensats. De plus, toutes les expériences réalisées précédemment n’ont
jamais mesuré la longueur de cohérence du condensat en chaque instant de sa
formation. Elles n’ont donc jamais pu montrer comment la cohérence s’établit
au cours du temps et si le condensat passe par une étape de condensation avec
fortes fluctuations de phase avant d’établir complètement sa cohérence. L’objectif
principal de notre expérience de formation a été de mesurer de façon précise cette
longueur de cohérence du condensat au cours de sa formation. Les fluctuations de
phase ayant été correctement caractérisées à l’équilibre à l’aide de la spectroscopie
de Bragg [83], nous avons décidé d’utiliser cet outil pour notre expérience de
formation.

4.3.1 Séquence expérimentale

Le piège utilisé pour notre expérience a pour fréquences ω⊥/2π = 655 Hz et
ωz/2π = 6, 55 Hz. Pour étudier la formation du condensat au cours du temps,
nous préparons tout d’abord un nuage thermique à l’aide d’une séquence d’éva-
poration habituelle. La rampe radio-fréquence a un taux de décroissance final de
dν/dt = −200 kHz/s et s’arrête à une valeur νi telle que νi − ν0 = 140 kHz, ν0

représentant le fond du piège. La vitesse de la rampe radio-fréquence est telle
que1 : ∣∣∣∣ dν/dt

νi − ν0

∣∣∣∣ � ωz, (4.15)

de façon à avoir une évaporation quasi-statique donnant un nuage thermique ca-
ractérisé par une température uniforme unique et une densité atomique à l’équi-
libre. La température atteinte est de l’ordre de 550 nK, température toujours
légèrement supérieure à la température de condensation. Nous maintenons en-
suite la radio-fréquence à une valeur constante pendant un certain temps ti. Ce
temps permet entre autre de contrôler le nombre d’atomes final dans le nuage
thermique juste avant l’expérience de formation du condensat proprement dite.

L’expérience se déroule ensuite en trois étapes, comme indiqué sur la Figure
4.8 :

1La température à la fin de la rampe d’évaporation est fixée par le niveau de la radio-
fréquence par rapport au fond du piège, donc par νi − ν0. La condition (4.15) équivaut à dire
que la température change peu durant l’oscillation de plus petite fréquence ωz/2π.
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Fig. 4.8 – Représentation de la séquence sur l’évaporation radio-fréquence per-
mettant d’étudier la formation du condensat. L’origine des temps est prise à la
fin de la rampe rapide. La fréquence ν0 indique le fond du piège magnétique.

– Rampe rapide : La radio-fréquence décrôıt de νi−νf = 100 kHz en 25 ms, ce
qui correspond à une vitesse de dν/dt = −4000 kHz/s. Cette rampe rapide
permet aux atomes ayant une énergie suivant l’axe radial plus grande que
celle fixée par la radio-fréquence de sortir du piège. En revanche, elle est
suffisamment rapide pour empêcher un refroidissement évaporatif quasi-
statique, avec |(dν/dt)/(νf − ν0)| = 100 > ωz. Elle permet donc de créer
un nuage d’atomes hors équilibre. Au cours de cette étape, environ 50 %
des atomes sont éjectés du piège.

– Formation du condensat : La radio-fréquence est ensuite maintenue cons-
tante. Le système se thermalise et le condensat commence à se former.

– Temps de vol : Après un certain temps tbouclier de champ radio-fréquence
constant pouvant varier de 5 ms à plus de 2 s, le piège est coupé. Le conden-
sat est ensuite observé par imagerie par absorption après un temps de vol
d’une vingtaine de millisecondes.
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4.3.2 Thermalisation et évaporation

Notre expérience ayant pour but de mesurer la longueur de cohérence du
condensat au cours de sa formation, il est nécessaire de pouvoir calculer l’ampli-
tude des fluctuations de phase attendue théoriquement à l’équilibre en chaque
instant de la formation. Le calcul de T/Tφ nécessite de mesurer la température
qui ne peut se faire correctement que si le nuage est à l’équilibre thermique. Or,
la baisse brutale de la radio-fréquence crée un nuage thermique hors équilibre.
Nous allons maintenant préciser les temps caractéristiques de sa mise à l’équilibre
thermique.

Régime hydrodynamique dans le nuage thermique

La comparaison du libre parcours moyen dans le nuage thermique et de sa
taille permet de déterminer si nous sommes dans le régime hydrodynamique ou
non. Ceci caractérise le nombre de collisions par période d’oscillation. Plus ce
dernier est important, plus l’écart au gaz idéal est important et plus il faut
tenir compte de ces collisions pour décrire et comprendre la dynamique du nuage
thermique.

Le libre parcours moyen est llpm = (
√

2n0σc)
−1, où σc = 8πa2 est la section

efficace de collisions élastiques et n0 la densité atomique au centre du nuage. Pour
nos expériences de formation du condensat, les densités atomiques des nuages
thermiques initiaux, juste avant la rampe d’évaporation rapide, vont de 4× 1019

et 1020 atomes par m3, ce qui équivaut à un libre parcours moyen allant de
10 à 25 µm. Les demi-largeurs à 1/e des nuages sont données quant à elles

par x⊥,z =
√

2kBT/mω2
⊥,z. La comparaison de ces deux grandeurs, pour des

températures allant de 530 nK à 650 nK, donne :

3 <
llpm

x⊥
< 11 et 0, 03 <

llpm

xz

< 0, 1. (4.16)

Le système est donc dans le régime hydrodynamique axialement mais pas radia-
lement.

Le fait d’être dans le régime hydrodynamique implique la possibilité d’avoir
un équilibre local, en chaque point du nuage, avant l’équilibre thermique global.
Cela implique également une modification de la dynamique du nuage thermique.
L’expansion de celui-ci pendant le temps de vol est perturbée, comme cela a été
décrit dans la thèse de Fabrice Gerbier [38] et l’énergie des excitations collectives
est décalée comme nous le verrons dans la Partie 4.3.4.

Thermalisation locale et globale

Nous pouvons définir deux échelles de temps pour la thermalisation :
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– Le temps de thermalisation locale définit le temps typique nécessaire à l’ob-
tention d’un équilibre thermique local, uniforme radialement mais qui peut
varier suivant l’axe long. Ce temps de thermalisation locale est défini par
tlocale ' 4/t−1

coll [130, 131]. Le paramètre t−1
coll est le taux de collisions élas-

tiques donné, au centre du piège, par t−1
coll = n0σcvrel, où vrel =

√
8kBT/πm

est la vitesse moyenne thermique. Ceci donne, pour nos valeurs expérimen-
tales de densité et de température données plus haut, c’est-à-dire pour des
nuages thermiques juste avant la rampe d’évaporation rapide, des temps de
thermalisation locale allant de 7,5 à 24 ms. Ces temps restent sensiblement
les mêmes pour les nuages thermiques juste après la rampe d’évaporation
rapide.

– Le temps de thermalisation globale définit le temps nécessaire à l’obtention
d’un équilibre thermique sur l’ensemble du nuage d’atomes. Il est de l’ordre
de tglobale = 1/ωz = 25 ms.

Le temps de thermalisation globale étant plus grand que le temps de thermali-
sation locale, des gradients de températures suivant l’axe long du piège peuvent
se développer.

Expérimentalement, nous avons effectué toutes nos mesures de température,
fraction condensée et longueur de cohérence après les 25 ms de thermalisation
globale caractérisant les échanges thermiques le long de l’axe.

Température au cours de la formation du condensat

La Figure 4.9 montre l’évolution de la température en fonction du temps après
la rampe rapide d’évaporation. Le point blanc à tbouclier = −25 ms correspond à la
température du nuage thermique initial juste avant la rampe rapide. Ensuite, les
points correspondent à des mesures effectuées à des temps supérieurs au temps
de thermalisation globale.

La température chute rapidement d’environ 530 nK à 300 nK sous l’effet de
l’évaporation rapide. Elle continue ensuite à légèrement diminuer. Ceci est dû au
fait que l’on garde le champ radio-fréquence à sa valeur finale qui maintient une
légère évaporation, comme le montre également la Figure 4.10 qui représente la
chute du nombre total d’atomes en fonction du temps. Pour éviter cette évapo-
ration continue, nous aurions pu soit enlever la radio-fréquence, soit la remonter
au niveau initial comme cela a été fait à Amsterdam [82]. Mais nous constatons
alors un chauffage sur nos nuages, certainement dû à un vide insuffisamment bon,
et qui nous empêche d’observer la formation du condensat.

Finalement, les données de température et de nombre total d’atomes, pour
les instants positifs, sont très bien ajustées par une exponentielle décroissante.
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Fig. 4.9 – Température du nuage thermique en fonction du temps après la rampe
radio-fréquence rapide. Le cercle blanc à tbouclier = −25 ms représente une me-
sure de la température juste avant la rampe rapide. Tous les autres points cor-
respondent à des mesures effectuées une fois l’équilibre thermique global atteint,
avec tbouclier ≥ 40 ms. Ces points sont ajustés par une exponentielle décroissante.

N
to

t (
10

5 )

tbouclier (s)
1.50

10

8

6

4

210.5
2

Fig. 4.10 – Nombre d’atomes total en fonction du temps. Le nombre d’atomes
initial à tbouclier = −25 ms figuré par le cercle blanc est de 9, 5×105 et correspond
à la courbe I de la Figure 4.11. Pour les temps positifs, les points sont ajustés
par une exponentielle décroissante.

4.3.3 Montée de la fraction condensée

Courbes expérimentales de montée de la fraction condensée

La Figure 4.11 présente la montée de la fraction condensée, c’est à dire le
nombre d’atomes dans le condensat divisé par le nombre total d’atomes, en fonc-
tion du temps après la fin de la rampe d’évaporation rapide. Chaque point cor-
respond à une mesure réalisée sur une moyenne d’environ deux à quatre images
prises quasiment au même instant. Les paramètres de la séquence expérimentale
sont identiques pour toutes les courbes excepté le nombre total d’atomes initial
Ni juste avant la rampe rapide. Le nombre d’atomes Ni est choisi en modifiant
la durée ti du bouclier radio-fréquence avant la rampe d’évaporation rapide. La
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variation de ce nombre d’atomes initial revient à une variation du taux de colli-
sions avant la rampe rapide, la température initiale restant à peu près la même
pour toutes les courbes, et donc également à une variation du taux de collisions
après la rampe rapide.
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Fig. 4.11 – Haut : Montée de la fraction condensée en fonction de la durée du
bouclier radio-fréquence après la fin de la rampe rapide. Chaque point représente
la mesure réalisée sur une moyenne de deux à quatre images prises dans les mêmes
conditions. Les différentes courbes correspondent à différents nombre d’atomes
dans le nuage thermique initial, juste avant la rampe : (•) Ni = 9, 5 × 105, (4)
Ni = 7, 9× 105, (�) Ni = 4, 4× 105, (◦) Ni = 3, 8× 105, (H) Ni = 3, 1× 105. Les
courbes en trait plein sont des ajustements sur les données par l’équation (4.17).
Bas : Zoom du graphique du haut.

Les données avant la rampe et après la rampe d’évaporation rapide correspon-
dant aux courbes de la Figure 4.11 sont résumées dans le Tableau 4.1. Le nuage
thermique initial a bien une température supérieure à la température critique,
alors que sa température juste après la rampe est inférieure à la température
critique. La mesure expérimentale montre également que le taux de collisions
après la rampe d’évaporation rapide, et une fois l’équilibre thermique atteint, est
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sensiblement identique à celui du nuage thermique initial.

Avant rampe 40 ms après rampe
Ni Ti ni (×1013 Ti/Tc t−1

coll,i N T n (×1013 T/Tc t−1
coll

(×105) (nK) at/cm3) s−1 (×105) (nK) at/cm3) s−1

9, 5 590 9,9 1,05 457 5,1 360 11,2 0,78 404
7, 9 630 7,5 1,18 359 4,75 380 9,6 0,85 355
4, 4 550 5,1 1,26 226 3,1 340 7,5 0,87 262
3, 8 530 4,6 1,27 202 2,6 340 6,1 0,93 214
3, 1 550 3,6 1,42 160 1,9 300 5,5 0,91 180

Tab. 4.1 – Données juste avant et juste après la rampe d’évaporation rapide
correspondant aux différentes courbes de croissance de la Figure 4.11. La tempé-
rature critique Tc a été calculée d’après (2.11) qui tient compte des interactions
et des effets de taille finie.

Les différentes courbes de la Figure 4.11 montrent clairement qu’une diminu-
tion du taux de collisions entrâıne une diminution de la vitesse de croissance du
condensat ainsi qu’une augmentation du délai après lequel nous sommes capables
d’observer la croissance. Afin de pouvoir quantifier ces deux paramètres, taux de
croissance et délai, les données sont ajustées avec une courbe du type :

N0

Ntotal

(tbouclier) = max
[
0,

( N0

Ntotal

)
f
[1− e−Γ(tbouclier−tinit)]

]
, (4.17)

comme cela a été montré dans la partie théorique 4.1.2.2 La Figure 4.12 présente
les résultats en fonction du temps moyen entre deux collisions successives tcoll
dans le nuage thermique après la rampe d’évaporation rapide et une fois l’équi-
libre thermique atteint. Ces deux graphiques montrent une tendance claire du
taux de montée et du temps d’initiation en fonction du taux de collisions : plus ce
dernier est important, plus le condensat commence sa croissance tôt et plus sa vi-
tesse de croissance est rapide. Nous observons également expérimentalement que
les paramètres 1/Γ et tinit évoluent linéairement avec tcoll dans la plage explorée.

Sur la gamme que nous avons observée expérimentalement, le temps d’initia-
tion varie de 10 à 30 tcoll, compatible avec les 30 tcoll observés expérimentalement
dans [118].

2Il est important de rappeler que la courbe de croissance du condensat a bel et bien une
forme en S, signature de la stimulation bosonique, et non une forme exponentielle. Le condensat
commence à se former dès la fin de la rampe d’évaporation et dès que la température devient
inférieure à la température critique. Le temps d’initiation tinit ne représente donc pas l’instant
où le condensat commence à se former, mais plutôt l’instant où le condensat voit son nombre
d’atomes augmenter significativement. Expérimentalement, nous ne sommes pas en mesure de
détecter des fractions condensées inférieures à 2 %, ce qui nous empêche d’observer la forme
en S initiale de la formation.



142 Chap 4 - Cinétique de formation de la cohérence en phase
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Fig. 4.12 – Gauche : Taux de montée Γ de la fraction condensée en fonction
du temps tcoll entre deux collisions successives dans le nuage thermique juste
après la rampe d’évaporation rapide. Droite : Temps d’initiation tinit avant la
montée rapide de la fraction condensée en fonction du temps entre deux collisions
successives. Les droites sont des ajustements linéaires sur les données.

Croissance et quasi-condensat

Il est important de noter que sur cette expérience, le condensat présente
toujours des fluctuations de phase, même lorsque l’équilibre est atteint. En effet,
à partir de la mesure du nombre d’atomes dans le condensat à l’équilibre et de
la température, nous trouvons que le paramètre T/Tφ varie de 4 à 10 pour les
courbes présentées sur la Figure 4.11. Nous avons donc réalisé une expérience
de formation avec des quasi-condensats, différence majeure avec les précédentes
expériences réalisées et décrites dans la Partie 4.2.

Pourtant, les courbes de croissance que nous observons sont qualitativement
identiques à celles observées dans [118] avec des condensats 3D (voir graphique
en bas à gauche de la Figure 4.6). De plus, les échelles de temps Γ et tinit pour
une séquence d’évaporation comparable sont du même ordre de grandeur. Nous
en concluons que la présence des fluctuations de phase, et donc le fait d’avoir de
nombreux niveaux thermiquement peuplés par le quasi-condensat, et non plus un
niveau unique, ne change pas la cinétique de croissance de la fraction condensée.

L’évaporation est caractérisée à partir du paramètre η = εcut/kBT , εcut étant
la profondeur du piège magnétique limitée par la valeur du champ radio-fréquence,
et T étant la température. Initialement, nous partons avec une température telle
que 530 < Ti < 650 nK. Les courbes de la Figure 4.11 ont été réalisées à l’aide
d’un champ radio-fréquence final tel que νf − ν0 = 40 kHz. En tenant compte
du déplacement de 0, 58 µm du centre du piège magnétique dû à la gravité, nous
trouvons un paramètre d’évaporation variant de 2,3 à 2,8 (voir Annexe C). Une
fois le condensat formé, la température vaut 250 nK et le paramètre d’évaporation
vaut η = 6.

Pour aller vers un paramètre d’évaporation initial plus grand, autrement dit
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vers une évaporation plus faible, nous avons augmenté la fréquence de la fin de
la rampe d’évaporation. Ainsi, pour νf − ν0 = 60 kHz, nous avons η ' 5. Nous
sommes donc dans un cas similaire au cas du graphique de droite de la Figure 4.6
où l’on observe une condensation en deux étapes beaucoup plus lente que ce que
prévoient les simulations. Il était suggéré que ce phénomène était peut-être dû à
la présence de fluctuations de phase dans la partie initiale de la croissance [118].
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Fig. 4.13 – Montée de la fraction condensée en fonction du temps pour un pa-
ramètre d’évaporation η ' 5.

La Figure 4.13 présente la courbe expérimentale de croissance mesurée pour
le paramètre d’évaporation η ' 5. La température initiale est de 650 nK et le
nombre d’atomes Ni est de 8, 2× 105. Cette courbe ne montre pas de croissance
en deux étapes et nous n’avons en fait jamais observé expérimentalement ce type
de phénomène, et ceci quelle que soit la valeur du paramètre d’évaporation. Le
temps d’initiation et le temps de montée restent également semblables à ceux de
nos courbes précédentes. Nous attribuons cette différence par rapport à l’expé-
rience de Munich au fait que le paramètre η n’est très certainement pas le critère
pertinent vis-à-vis de l’observation de ce type de montée en deux étapes.

Finalement, tous nos résultats sur la montée de la fraction condensée montrent
que nous n’avons aucune raison de croire que les fluctuations de phase modifient
le processus de condensation par rapport à la condensation dans un système 3D.

4.3.4 Oscillation du rapport d’anisotropie

Oscillation du rapport d’anisotropie du condensat

Au cours de la formation du condensat, nous avons également observé une
oscillation du rapport d’anisotropie du condensat qui est déclenchée par la tra-
versée du seuil de condensation, autrement dit à l’instant où le nombre d’atomes
condensés augmente de façon macroscopique. Ces oscillations sont représentées
sur la Figure 4.14 par les point noirs, les données correspondant à la courbe I
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de la Figure 4.11, soit pour un grand nombre initial d’atomes Ni = 9, 5 × 105.
Les données sont ajustées par une sinusöıde décroissant exponentiellement. Ceci
donne une pulsation d’oscillation ωQ telle que ωQ/ωz = 1, 56(3). Cela correspond
à la pulsation attendue de 1, 58ωz pour le mode d’oscillation quadrupolaire dans
le cas d’un condensat très allongé, comme nous l’avons vu dans la Section 1.3.8.
Une explication possible du léger décalage de la mesure par rapport à la valeur
théorique peut être la présence du nuage thermique dont le potentiel de champ
moyen modifie le potentiel de piégeage perçu par les atomes du condensat. Cet
effet de la température sur cette fréquence d’oscillation a été observé au MIT [81].
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Fig. 4.14 – Haut : Montée de la fraction condensée en fonction du temps (courbe
I de la Figure 4.11). Bas : Rapport d’anisotropie (longueur/largeur) après un
temps de vol de 20,3 ms du condensat (•) et du nuage thermique (◦) en fonction
de tbouclier. L’ensemble des données est ajusté par une sinusöıde décroissant ex-
ponentiellement ce qui donne une pulsation d’oscillation ωQ = 1, 56(3)ωz pour le
condensat et ωth

Q = 1, 61(3)ωz pour le nuage thermique. Toutes ces données ont
été mesurées.
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Temps d’amortissement

Le temps d’amortissement à 1/e des oscillations est de τQ = 160 ± 45 ms
lorsque l’ajustement est réalisé sur l’ensemble des données. Or, le graphique 4.14
semble plutôt indiquer la présence de deux temps d’amortissement : un premier
temps de décroissance très rapide qui amortit fortement la première grosse os-
cillation, puis un deuxième temps de décroissance plus long. Nous attribuons
ceci au fait que le taux d’amortissement3 dépend de la température, et du rap-
port T/Tc, comme cela a été montré à la fois expérimentalement [81,132,133] et
théoriquement [134] : le taux d’amortissement est d’autant plus important que
la température est élevée. Or, comme le montre la Figure 4.15, le rapport T/Tc

diminue rapidement les premières 100 ms pour finalement quasiment se stabili-
ser. La diminution de T/Tc correspond, d’après les articles cités précédemment,
à un temps d’amortissement multiplié par deux4. Finalement, un ajustement de
même type sur les données mais pour les points pris aux instants supérieurs à
80 ms donne effectivement un temps d’amortissement de τQ = 400± 170 ms plus
important.
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Fig. 4.15 – Rapport T/Tc en fonction du temps. Ce rapport baisse rapidement
les premières 100 ms pour ensuite décrôıtre plus lentement.

Enfin, il est difficile de mesurer ce temps d’amortissement de façon extrême-
ment fiable. En effet, pour des temps supérieurs à 400 ms, nous sommes déjà à la
limite de résolution du système d’imagerie ce qui empêche donc une mesure fiable
de l’oscillation de la taille des condensats. Il est en fait plus probable, d’après
les mesures réalisées par Simon Richard et rapportées dans sa thèse [39], que le
temps d’amortissement soit de l’ordre de 500 ms à 1 s.5

3Le taux d’amortissement est l’inverse du temps d’amortissement : Γ = 1/τQ.
4Ceci n’est qu’un ordre de grandeur. Il est de plus nécessaire de rester prudent avec ces

valeurs puisque l’analyse théorique suppose kBT � µ alors que nous avons plutôt un potentiel
chimique de l’ordre de kBT .

5Le taux d’amortissement de ces oscillations est également fonction du rapport d’anisotropie
du piège : plus le piège est anisotrope, plus le taux d’amortissement est faible [39].
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Oscillation du rapport d’anisotropie du nuage thermique

Sur la Figure 4.14 est également représenté le rapport d’anisotropie du nuage
thermique qui, tout comme le condensat, oscille. Ces oscillations du nuage ther-
mique sont ici déclenchées à la fin de la rampe d’évaporation rapide et non plus
lors de la traversée du seuil de condensation. La pulsation d’oscillation est de
ωth

Q /ωz = 1, 61(3). Ceci est à comparer avec le cas où le nuage est dans le ré-

gime hydrodynamique, donnant une pulsation de
√

12/5 ωz = 1, 55ωz, et le cas
non hydrodynamique donnant 2ωz [99, 135]. La valeur mesurée confirme le fait
que nous nous trouvons dans le régime intermédiaire, comme nous l’avons indi-
qué au paragraphe 4.3.2. Le temps de décroissance à 1/e des oscillations est de
240± 60 ms. Enfin, le rapport d’anisotropie moyen est de 1, 455(4), différent de
la valeur prédite dans le modèle du gaz idéal de 1,56 pour notre temps de vol
de 20,3 ms. Cette différence est due aux effets hydrodynamiques qui perturbent
l’expansion du nuage thermique et qui sont détaillés dans la thèse de Fabrice
Gerbier [38].

Provenance possible de ces oscillations

Comme nous l’avons dit plus haut, la rampe d’évaporation est suffisamment
lente pour ôter tous les atomes suivant l’axe radial ayant une énergie plus éle-
vée que celle fixée par la radio-fréquence, mais elle est trop rapide pour per-
mettre une évaporation complète suivant l’axe long. Cette rampe crée un nuage
d’atomes hors équilibre aussi bien au niveau de l’équilibre thermique qu’au ni-
veau de l’équilibre de sa taille dans le piège. Après la rampe d’évaporation, le
nuage relaxe alors vers l’équilibre. Cette relaxation vers la taille d’équilibre du
nuage thermique lance son oscillation. De plus, cette évaporation ne se fait vrai-
semblablement pas de façon parfaitement isotrope sur tout le nuage d’atomes,
ne serait-ce qu’à cause du déplacement du centre du piège par la gravité. Le
nuage thermique est donc tronqué spatialement de façon anisotrope par la baisse
brutale de la radio-fréquence. Ceci implique aussi une relaxation vers l’équilibre
avec une oscillation de sa taille ainsi que de la position du nuage.

Quant à l’oscillation de la taille de condensat, nous avons déjà observé ce phé-
nomène lors de notre étude des condensats très allongés à l’équilibre [83]. Nous
avions en particulier observé que cette oscillation semblait être déclenchée par la
traversée du seuil de condensation. Ce type d’oscillation a également été observée
dans [82] lors de l’étude de la formation de condensats hors équilibre. L’inter-
prétation qualitative donnée par I. Shvarchuck est alors la suivante [133, 136] :
comme le libre parcours moyen est bien plus petit que la taille axiale du nuage,
nous pouvons diviser le nuage en régions de taille de l’ordre du libre parcours
moyen comme indiqué sur la Figure 4.16. On considère ensuite la condensation
de Bose-Einstein en chaque point. La température critique locale est calculée en
considérant qu’en chaque point nous avons un cylindre infiniment long de densité
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égale à la densité en ce point. Elle vaut alors [137] :

Tc(z) ' 1, 28~ω⊥

kB

[n1D(z)r⊥]2/5, (4.18)

avec r⊥ =
√

~/mω⊥ la taille radiale de l’oscillateur harmonique et n1D(z) le
nombre d’atomes par unité de longueur suivant z.
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Fig. 4.16 – Haut : Division du nuage suivant l’axe long en différentes régions de
taille égale au libre parcours moyen. On considère ensuite la condensation dans
chaque région. Bas : Température critique en fonction de la position suivant l’axe
pour les paramètres de la courbe I de la Figure 4.11 (trait plein) et pour la courbe
II (traits pointillés) après la rampe d’évaporation rapide. Le trait horizontal
représente la température à l’équilibre du nuage.

Prenons tout d’abord les paramètres de la courbe I de la Figure 4.11. Juste
après l’évaporation rapide et après thermalisation globale, la température est de
350 nK avec un nombre total d’atomes d’environ 6 × 105. La température cri-
tique locale en fonction de la position suivant l’axe long est représentée sur le
graphique de la Figure 4.16 par le trait plein. D’après ce graphique, la tempéra-
ture, représentée par le trait horizontal, est inférieure à la température critique
sur une demi-longueur d’environ 230 µm. Or nous mesurons une demi-longueur
du condensat à l’équilibre de 100 µm. On crée donc initialement un condensat
plus grand que le condensat à l’équilibre et qui relaxe ensuite vers sa longueur
d’équilibre en effectuant des oscillations.
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Lorsque la densité atomique diminue, la région pour laquelle T < Tc(z) de-
vient plus petite. Dans le cas de la courbe II par exemple, le condensat se forme
initialement sur une demi-longueur de 120 µm alors que sa taille à l’équilibre est
de 70 µm. Ainsi, plus la densité atomique initiale diminue, plus l’amplitude des
oscillations de la taille du condensat devient petite. Nous ne sommes d’ailleurs
pas en mesure de les résoudre sur les images par absorption obtenues pour les
courbes autres que la courbe I.

Il faut néanmoins rester prudent avec cette interprétation des oscillations
de la taille du condensat. Celle-ci n’est valable que dans le cas où l’on baisse
la température brutalement sous le seuil de condensation, l’évaporation n’étant
plus quasi-statique. Or ce type d’oscillations a également été observée lors de
l’expérience de spectroscopie de Bragg sur les quasi-condensats à l’équilibre [39].
Ces oscillations étaient également déclenchées par l’instant où l’on passait sous
le seuil de condensation, mais l’expérience était réalisée dans ce cas avec une
évaporation extrêmement lente à l’approche de seuil de condensation. Celle-ci
se faisait donc toujours de façon quasi-statique et l’interprétation précédente ne
peut s’appliquer ici.

Implication pour la spectroscopie de Bragg

La mesure de la longueur de cohérence au cours de la formation du condensat
a été réalisée par spectroscopie de Bragg, c’est à dire par une mesure de la
distribution en impulsion du condensat au cours du temps. Or cette méthode est
sensible aux fluctuations de la taille du condensat suivant son axe long. Il faut
donc en tenir compte dans l’analyse de nos résultats finaux.

L’oscillation de la taille du condensat dans le piège suivant l’axe long peut
être décrite par le facteur d’échelle λz, déjà introduit dans l’équation (2.16), avec
la forme suivante [98] :

λz(tbouclier) =
L(tbouclier)

L0

, (4.19)

= 1 +
∆L

L0

sin(ωQtbouclier + φ), (4.20)

L0 étant la demi-longueur du condensat dans le piège et à l’équilibre. On suppose
que l’amplitude ∆L/L0 des oscillations est faible. Après un temps de vol t, le
facteur d’échelle devient :

λz(tbouclier + t) = λz(tbouclier) + t
[ d

dt
λz(t)

]
t=tbouclier

, (4.21)

= 1 +
∆L

L0

√
1 + ω2

Qt2 sin(ωQtbouclier + φ + φ0), (4.22)

avec cos φ0 = 1/
√

1 + ω2
Qt2. Le rapport d’anisotropie du piège étant important,

nous avons négligé l’expansion axiale due à l’énergie d’interaction.
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La distribution en impulsion après temps de vol reflète quant à elle la distri-
bution en vitesse dans le piège qui est de la forme :

P (pz) ∝
(
1− p2

z

[mωQ∆L cos(ωQtbouclier + φ)]2

)2

, (4.23)

ce qui donne une demi-largeur à mi-hauteur de :

∆pz(tbouclier) ' 0, 54mωQ∆L| cos(ωQtbouclier + φ)|. (4.24)

L’oscillation de la taille du condensat donne une oscillation de la largeur de la
distribution en impulsion de fréquence double et qui est représentée sur la Figure
4.17.

tbouclier

∆p
z

1/2ωQ0

Fig. 4.17 – Oscillation de la largeur de la distribution en impulsion due à une
oscillation quadrupolaire de la taille du condensat.

La mesure par spectroscopie de Bragg sera bien plus sensible à ces oscillations
que la mesure de la taille des condensats sur les images par absorption. Une
oscillation de la taille de l’ordre de la résolution de notre système d’imagerie,
soit 8,5 µm, nous donne une amplitude d’oscillation de la largeur des spectres de
750 Hz bien supérieure à la largeur de la fonction d’appareil de la spectroscopie
de Bragg qui est de l’ordre de 200 Hz. Une toute petite oscillation pourra ne pas
être visible sur les images, ce qui est déjà quasiment le cas pour la courbe III de
la Figure 4.11 où les oscillations sont à peine visibles sur l’imagerie, mais être
tout à fait détectable sur la mesure de la largeur des spectres. Il est donc bien
évidemment nécessaire d’en tenir compte pour l’analyse de nos résultats.

4.3.5 Oscillation du centre de masse

Comme nous l’avons dit plus haut, l’évaporation radio-fréquence ne se fait
vraisemblablement pas de façon parfaitement isotrope sur tout le nuage d’atomes.
L’expérience que nous réalisons en éjectant brutalement les atomes les plus
chauds hors du piège donne lieu à une oscillation de la taille du nuage thermique
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ainsi qu’à une oscillation du centre de masse de l’ensemble du nuage. Cette der-
nière n’est pas visible sur les images, mais est visible par spectroscopie de Bragg
qui est, comme nous l’avons vu, bien plus sensible à cet effet que notre système
d’imagerie. L’oscillation de centre de masse correspond alors à une oscillation du
centre des spectres de Bragg pris à différents instants tbouclier.

Nous avons représenté sur la Figure 4.18 le centre des spectres de Bragg
acquis à différents instants dans le cas de la courbe II de la Figure 4.11. Les
données ont été ajustées par une sinusöıde exponentiellement décroissante. La
qualité de l’ajustement montre que la phase de cette oscillation est très stable.
L’oscillation est donc bien déclenchée par la fin de la rampe d’évaporation rapide.
Cette phase n’étant pas aléatoire d’une réalisation sur l’autre, et son amplitude
variant très peu, les spectres de Bragg, qui nécessitent une prise de données sur
un grand nombre de réalisations à un tbouclier fixe, ne seront donc pas élargis par
ces oscillations dipolaires.
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Fig. 4.18 – Centre des distributions en impulsion mesurées par spectroscopie
de Bragg. Les points sont les mesures expérimentales alors que la courbe est un
ajustement par une sinusöıde exponentiellement décroissante.

L’ajustement des points expérimentaux par la sinusöıde exponentiellement
décroissante donne une pulsation d’oscillation de ωD/2π = 6, 53(1) qui est égale
à la pulsation axiale du piège mesurée comme indiqué au paragraphe 2.2.1. L’am-
plitude des oscillations est initialement de 540(50) Hz, soit une vitesse maximale
de 200(20) µm/s qui donne un déplacement du centre du condensat de 4 µm après
20 ms de temps de vol et qui est donc encore une fois difficilement détectable sur
les images par absorption. Enfin, le temps de décroissance est de τD = 5, 5(2, 9) s.
Dans le cas d’un piège parfaitement harmonique, cette oscillation ne devrait ja-
mais être amortie [55], ce qui explique le faible taux d’amortissement trouvé.
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4.4 Longueur de cohérence au cours de la for-

mation

Le but de notre expérience est finalement de mesurer la longueur de cohérence
des condensats au cours de leur formation. Sur les courbes de la Figure 4.11, le
paramètre T/Tφ va de 4 pour la montée de fraction condensée la plus rapide
à 10 pour la plus lente, ces valeurs étant calculées une fois l’équilibre atteint6.
La spectroscopie de Bragg est un outil parfaitement adapté pour mesurer la
longueur de cohérence sur ce type de quasi-condensats. Elle a par ailleurs déjà
montré un très bon accord avec la théorie lors de l’étude des quasi-condensats à
l’équilibre [83]. Nous utiliserons donc cette méthode pour notre mesure.

4.4.1 Séquence expérimentale de la mesure

La mesure de la longueur de cohérence pour une courbe de formation donnée
de la Figure 4.11 se déroule de la façon suivante :

– Choix des conditions initiales avant la rampe d’évaporation rapide. La
température est fixée à l’aide de la radio-fréquence initiale νi. Le nombre
d’atomes est ajusté à l’aide de la durée ti du bouclier radio-fréquence initial.

– Acquisition d’un spectre de Bragg à un instant tbouclier donné après la rampe
d’évaporation rapide.

– Ajustement lorentzien du spectre et extraction de la demi-largeur à mi-hau-
teur ∆νM. La demi-largeur à mi-hauteur de la distribution en impulsion est
finalement donnée par :

∆pM =
2πm

2kL

∆νM, (4.25)

qui est elle-même inversement proportionnelle à la longueur de cohérence
du condensat. Ainsi, pour chaque point de la courbe de formation, nous
obtenons la largeur de la distribution en impulsion.

Cette séquence expérimentale est répétée pour différents temps après la rampe
d’évaporation rapide afin de mesurer la largeur de la distribution en impulsion
au cours de la formation de condensat.

L’acquisition d’un spectre de Bragg se déroule quant à elle de la façon sui-
vante :

– Coupure du piège magnétique.
– Temps de vol de 3 ms permettant de réduire la densité atomique et d’éviter

les collisions entre le condensat et les atomes diffractés.
– Application des faisceaux laser Bragg pendant 2 ms avec un désaccord δω

donné.
6Le nombre d’atomes condensés augmente au cours du temps jusqu’à sa valeur d’équilibre.

Le paramètre T/Tφ diminue donc au cours de la formation du condensat.
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– Temps de vol supplémentaire de 15,3 ms et imagerie par absorption.
– Mesure du pourcentage d’atomes diffractés.

Cette séquence est répétée pour différents désaccords δω entre les faisceaux laser
Bragg afin d’acquérir un spectre complet.

Le temps d’acquisition d’un spectre de Bragg est d’environ deux heures. Une
courbe de mesure de la longueur de cohérence au cours de la formation nécessite
finalement plus de quinze jours de prises de données. Le nombre d’atomes n’est
évidemment pas stable sur toute cette durée. L’étape du choix des conditions
initiales est donc ici essentielle : celle-ci nous permet de nous placer à chaque fois
sur la courbe de formation voulue. La durée du bouclier radio-fréquence ti est
ainsi réajustée avant chaque acquisition de spectre. Nous avons finalement vérifié
que nos mesures de fraction condensée réalisées au moment de chaque acquisition
de spectre redonnent le même type de courbe que celle de la Figure 4.11 acquise
en une heure.

4.4.2 Données brutes sur une montée de fraction conden-
sée lente

Nous avons tout d’abord réalisé notre mesure sur une courbe de forma-
tion proche de la courbe II de la Figure 4.11. Les conditions initiales, mesu-
rées avant chaque prise de spectres, sont les suivantes : Ni = 4, 2(3) × 106 et
Ti = 520(20) nK. Les incertitudes proviennent de la variation du nombre d’atomes
et de la température sur l’ensemble des données. Le condensat se forme après un
délai tinit = 120(9) ms et avec un taux de montée Γ−1 = 431 (40) ms.

Le graphique a de la Figure 4.19 représente la fraction condensée au cours du
temps. Les points noirs correspondent aux mesures réalisées lors de la prise de
spectres de Bragg et correspondent à des données prises sur quinze jours. Nous
avons également tracé la fraction condensée de la courbe II avec les cercles blancs
et la courbe en trait plein représente son ajustement. Enfin, sur le graphique 4.19b
est tracée la demi-largeur à mi-hauteur ∆νM des spectres de Bragg mesurés en
fonction du temps. Les barres d’erreurs correspondent à la déviation standard de
la largeur donnée par l’ajustement lorentzien des spectres.

L’acquisition du premier spectre a été réalisée 115 ms après tinit. Ce point
correspond à un fraction condensée de 8 %. Pour des temps inférieurs, nous ne
sommes pas en mesure d’obtenir des spectres de Bragg : la fraction condensée est
alors trop petite. La diffraction de Bragg se faisant en régime perturbatif, avec
20 % de diffraction maximum, le nombre d’atomes diffractés devient trop faible
pour pouvoir être mesuré correctement7. Nous ne seront donc pas en mesure ici

7Le nombre d’atomes total après la rampe d’évaporation rapide est, pour la courbe II, de
2, 6×105. Le réseau de Bragg appliqué sur une fraction condensée de 8 % diffracte au maximum
20 % des atomes condensés, ce qui représente au maximum 0, 5× 104 atomes diffractés.
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Fig. 4.19 – (a) Fraction condensée en fonction du temps après la rampe d’éva-
poration rapide. Les points noirs correspondent à la fraction condensée mesurée
pour les différents spectres acquis expérimentalement. Les points blancs corres-
pondent à la fraction condensée de la courbe II de la Figure 4.11, dont les condi-
tions initiales sont très proches de celles utilisées lors des mesures des spectres,
et le trait plein représente son ajustement. (b) Demi-largeur à mi-hauteur des
spectres de Bragg expérimentaux en fonction du temps. Nous avons également
représenté les barres d’erreurs pour quelques points, ces barres d’erreurs corres-
pondant à la déviation standard de la largeur donnée par l’ajustement lorentzien
des spectres.

de commenter l’établissement de la cohérence durant les tous premiers instants
de la montée rapide de la fraction condensée.

Le graphique 4.19b indique une diminution de la largeur des spectres au cours
du temps, principalement durant les six cents premières millisecondes de crois-
sance. Ceci correspond donc à une diminution de la largeur de la distribution
en impulsion et donc à une augmentation de la longueur de cohérence. Si ces
données “brutes” tendent à indiquer un retard à l’établissement de la cohérence
en phase, il est toutefois nécessaire d’être prudent dans nos interprétations. En
effet, comme le nombre d’atomes condensés crôıt au cours du temps, la taille du
condensat augmente. Or, même en l’absence de fluctuation de phase, la largeur
de la distribution en impulsion est limitée par la taille du condensat et son aug-
mentation entrâıne une diminution de la largeur de la distribution en impulsion.
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Le paramètre T/Tφ qui caractérise l’amplitude des fluctuations de phase à
l’équilibre dépend également du nombre d’atomes condensés : plus le nombre
d’atomes condensés est petit, plus l’amplitude des fluctuations de phase atten-
due à l’équilibre est importante. Le nombre d’atomes condensés augmentant au
cours du temps, l’amplitude des fluctuations de phase à l’équilibre diminue, ce
qui entrâıne également une augmentation de la longueur de cohérence et une
diminution de la largeur de la distribution en impulsion.

Finalement, l’interprétation de nos résultats nécessite de tenir compte de
cette augmentation de la longueur de cohérence, et donc de la diminution de la
largeur de la distribution en impulsion, liée au simple fait que le nombre d’atomes
condensés augmente. Pour cela, nous allons normaliser toutes nos données par
les largeurs des spectres attendues, calculées à partir de la mesure du nombre
d’atomes condensés et de la température, à chaque instant et en considérant
l’équilibre atteint. Ainsi, nous comparons simplement nos données aux valeurs
prévues à l’équilibre.

4.4.3 Normalisation des largeurs des spectres

Largeur due aux fluctuations de phase à l’équilibre

La mesure du nombre d’atomes condensés et de la température en fonction
du temps donne pour les données de la Figure 4.19 une variation du paramètre
T/Tφ commençant à 30 et diminuant jusqu’à 8,4. La distribution en impulsion
est donc ici dominée par les fluctuations de la phase et non pas par le profil de
densité comme nous l’avons vu dans la Partie 1.3.6.

Dans ce régime de fortes fluctuations de phase, la demi-largeur à mi-hauteur
de la distribution en impulsion à l’équilibre est donnée par :

∆p = α∆pφ, (4.26)

= α
T

Tφ

~
L

, (4.27)

= α
~

Lφ(0)
. (4.28)

Nous rappelons que le paramètre α permet de tenir compte du fait que nous
faisons la mesure sur l’ensemble du condensat et pas uniquement au centre. Il
vaut 0,67 pour un condensat dans le régime de Thomas-Fermi et 0,64 pour un
condensat 1D [71]. Sur cette expérience, nous avons choisi de prendre α = 0, 67,
ce qui est potentiellement une source d’erreur dont nous tiendrons compte dans
l’évaluation de nos erreurs systématiques. La longueur de cohérence au centre du
piège est :

Lφ(0) =
~2n1D(0)

mkBT
. (4.29)
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Expérimentalement, nous avons mesuré la température, le nombre d’atomes
condensés ainsi que la taille du condensat lors de l’acquisition de chaque spectre
de Bragg, ce qui nous permet de calculer la largeur attendue théoriquement si le
condensat est à l’équilibre.

Largeur de la fonction d’appareil

Comme nous l’avons vu dans la Partie 3.2.3, l’analyse de nos résultats néces-
site de tenir compte de la largeur de la fonction d’appareil de la spectroscopie de
Bragg. Nous rappelons que la demi-largeur à mi-hauteur des spectres attendue
à l’équilibre est :

∆νeq =
α∆νφ

2
+

√
w2

G +
(α∆νφ

2

)2

, (4.30)

avec ∆νφ = ∆pφkL/πm et wG la demi-largeur à mi-hauteur de la fonction d’ap-
pareil supposée de forme gaussienne. Cette expression est valable dans le cas où
T/Tφ > 8, c’est à dire pour les fortes fluctuations de phase.

Des mesures sur des condensats à l’équilibre et les plus cohérents possibles,
avec typiquement un paramètre T/Tφ valant 3, permettent d’extraire la demi-
largeur à mi-hauteur wG de la fonction d’appareil qui est de 200(30) Hz. Ceci est
compatible avec la mesure qui a été réalisée deux ans plus tôt lors de l’étude des
quasi-condensats à l’équilibre et qui donnait wG = 176(6) Hz [83].

Chaque largeur de spectre ∆νM mesurée expérimentalement a finalement été
normalisée par la valeur calculée théoriquement à l’équilibre ∆νeq. Les largeurs
ainsi normalisées sont représentées sur le graphique c de la Figure 4.20. Les barres
d’erreurs représentent l’erreur systématique pour quelques points. La courbe en
traits pointillés représente la valeur attendue à l’équilibre.

4.4.4 Dispersion et oscillations quadrupolaires

Le graphique b de la Figure 4.20 indique tout d’abord une dispersion des
points supérieure aux barres d’erreurs statistiques. Les largeurs normalisées des
spectres varient ainsi initialement entre 1 et 1,8, puis terminent entre 1 et 1,4.
Cette dispersion reste importante même au bout d’un temps relativement long
de 2 s.

Nous attribuons cette dispersion des points aux oscillations quadrupolaires
de la taille du condensat. Nous avons vu en effet dans la Partie 4.3.4 que la for-
mation du condensat entrâıne systématiquement une oscillation quadrupolaire
de sa taille. Pour la courbe de formation présentée dans cette partie, cette oscil-
lation n’est pas visible sur les images par absorption, mais elle peut être encore
tout à fait détectable sur les spectres de Bragg. Ainsi, la largeur maximale des
spectres est initialement de 700 Hz ce qui peut donner, d’après l’équation (4.24),
une variation de la taille du condensat de 7,8 µm, inférieure à la résolution de
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Fig. 4.20 – (a) Fraction condensée au cours du temps, identique à 4.19a. (b)
Demi-largeur à mi-hauteur des spectres expérimentaux, identique à 4.19b. Les
barres d’erreurs représentent la déviation standard de la largeur donnée par
l’ajustement lorentzien des spectres. (c) Demi-largeurs à mi-hauteur des spectres
normalisées par les valeurs calculées théoriquement en supposant l’équilibre de
la cohérence en phase atteint. Le calcul des valeurs théoriques tient compte de la
largeur de la fonction d’appareil. Les barres d’erreurs représentent l’erreur systé-
matique pour différents points. La courbe en traits pointillés représente la valeur
attendue lorsque l’équilibre est atteint.

notre système d’imagerie. Après 500 ms de croissance, la largeur maximale des
spectres n’est plus que de 400 Hz, ce qui peut correspondre tout de même à
4,5 µm d’amplitude d’oscillation de la taille.
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Nous avons tenté d’observer temporellement l’oscillation de la largeur des
spectres, donnée par l’équation (4.24). Pour cela, nous avons pris différents spec-
tres à des instants séparés d’un quart d’oscillation. Malheureusement, nous n’ar-
rivons jamais à observer proprement cette oscillation. Si celle-ci est présente,
sa phase, comme nous allons le voir, change trop d’un spectre à l’autre, ce qui
brouille complètement notre signal.

Ce déphasage de l’oscillation d’un spectre à l’autre peut provenir du fait que
cette oscillation quadrupolaire est excitée lorsque le condensat commence à se
former de façon macroscopique8, c’est à dire approximativement à tinit. Or nous
avons observé expérimentalement que ce temps d’initiation varie d’un cycle à
l’autre et donc également d’un spectre à l’autre. Il dépend en effet du taux de
collisions qui dépend des conditions initiales qui ne peuvent pas être parfaitement
contrôlées.

Nous avons évalué le temps d’initiation à partir de notre mesure du taux de
collisions et de l’ajustement linéaire du graphique de droite de la Figure 4.12 don-
nant le temps d’initiation en fonction du temps entre deux collisions successives.
Celui-ci nous donne pour notre taux de collisions tinit = 130 ms. La variation du
taux de collisions sur l’ensemble des spectres nous donne quant à elle une varia-
tion du temps d’initiation de ±16 ms, toujours calculé à partir de l’ajustement
de la Figure 4.12. Cette variation de ±16 ms sur l’ensemble des spectres entrâıne
un déphasage de l’oscillation quadrupolaire de ∆φ = ±2 rad. Ce déphasage im-
portant explique que l’on ne puisse pas facilement résoudre temporellement cette
oscillation sur l’ensemble des spectres expérimentaux.

Enfin, nous pouvons observer que la dispersion des points diminue au cours
des cinq cent premières millisecondes et donc que ces oscillations s’amortissent.
Au delà, l’amortissement semble plus lent.

4.4.5 Longueur de cohérence

La ligne en traits pointillés du graphique 4.20c représente la valeur attendue
lorsque le condensat est à l’équilibre et en l’absence d’oscillation quadrupolaire.
Comme nous l’avons vu, ces oscillations ont pour effet d’élargir la distribution en
impulsion du condensat et donc d’élargir les spectres. L’amplitude de l’élargisse-
ment est donnée par l’amplitude de l’oscillation. En revanche, la valeur minimale
de la largeur des spectres reste identique quelle que soit l’amplitude d’oscillation.
Elle correspond en effet à l’instant où le champ de vitesse axiale dû à l’oscillation
est nul. Pour observer l’évolution de la longueur de cohérence au cours du temps,
il faut donc comparer les valeurs minimales des largeurs des spectres obtenus
expérimentalement aux valeurs calculées à l’équilibre.

8Mais rien n’exclut que ce déphasage puisse également provenir d’un processus de fluctua-
tions quantiques.
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La courbe du graphique c indique que la valeur minimale des largeurs norma-
lisées des spectres expérimentaux vaut 1 dès 300 ms de bouclier radio-fréquence.
Nous rappelons que nous avons tinit = 120 ms. Nous pouvons donc affirmer ici
que la cohérence en phase s’établit en moins de 200 ms après le début de la
formation rapide.

Pour les points qui précèdent, la valeur minimale tombe à 1,2. Ceci correspond
alors à une longueur de cohérence de Lφ = 0, 7Lφ,eq, où Lφ,eq est la longueur de
cohérence attendue à l’équilibre. L’oscillation quadrupolaire est ici de grande am-
plitude. Ajoutons à cela le fait que l’oscillation se déphase d’un spectre à l’autre,
et nous pouvons très bien ne pas avoir mesuré le vrai minimum de l’oscillation.
Ces oscillations ont donc pour effet de masquer l’élargissement des spectres dû
aux fluctuations de phase ce qui nous permet seulement de donner une borne
inférieure pour la longueur de cohérence. Dans ce cas ci, nous pouvons affirmer
que la longueur de cohérence est supérieure à 0,7Lφ,eq.

Enfin, comme nous l’avons déjà dit plus haut, nous ne sommes pas en me-
sure d’acquérir des spectres, et donc de mesurer la longueur de cohérence, au
tout début de la formation qui correspond ici au cent premières millisecondes de
croissance rapide.

Conclusion

Les mesures sur ce type de formation ont donc permis de montrer un établis-
sement rapide de la cohérence en phase comparée au temps de mise à l’équilibre
de la fraction condensée. Alors que la montée de la fraction condensée se fait
en un temps total d’environ une seconde, nous avons clairement montré que la
cohérence en phase s’établit en moins de 200 ms après le début de la formation
rapide. Pour un temps de 100 ms, nous avons trouvé une longueur de cohérence
d’au minimum 0,7 fois celle attendue à l’équilibre : 0,7Lφ,eq ≤ Lφ ≤ Lφ,eq.

4.4.6 Mesure sur une montée de fraction condensée plus
rapide

Nous avons réalisé le même type de mesure sur une deuxième courbe de
formation, proche cette fois-ci de la courbe III de la Figure 4.11, et qui est
représentée par les triangles blancs sur le graphique a de la Figure 4.21 avec
leur ajustement en trait plein. Les points noirs sont les fractions condensées
mesurées lors de chaque prise des spectres Bragg. Le taux de collisions initial est
maintenant plus important, ce qui donne une montée plus rapide, avec un temps
de croissance de Γ−1 = 190(15) ms, et une croissance débutant plus tôt, avec
tinit = 39(7) ms. Le but est ici :

– d’observer comment la longueur de cohérence évolue dans le cas d’une mon-
tée du nombre d’atomes condensés beaucoup plus rapide et d’observer un



4.4 Longueur de cohérence au cours de la formation 159

possible retard à l’établissement de la cohérence ;
– de pouvoir réaliser des mesures de longueurs de cohérence plus tôt, le

nombre d’atomes condensés devenant suffisamment important plus rapi-
dement. Ainsi, nous avons été en mesure de prendre des spectres de Bragg
dès 80 ms de temps de bouclier radio-fréquence, c’est à dire 40 ms après
le début de la formation rapide contre 100 ms pour la courbe de formation
précédente.

Ajoutons ici, que sur ce type de courbes, nous observons une variation de la
taille du condensat en fonction du temps que nous savons due à une oscillation
quadrupolaire. Mais l’amplitude de cette variation n’est que très légèrement su-
périeure à la résolution de notre système d’imagerie. Le rapport signal à bruit
est alors trop faible pour nous permettre de mesurer proprement la fréquence et
le taux d’amortissement de cette oscillation.

Prise en compte du profil de densité

Le nombre d’atomes condensés final est ici plus important que pour la courbe
de formation précédente, avec environ 105 atomes condensés contre 5× 104 pré-
cédemment. La valeur minimale de T/Tφ est donc plus petite, la température
finale restant sensiblement la même. Sur l’ensemble des spectres pris expérimen-
talement, nous avons 14, 5 > T/Tφ > 5, 8. Or pour des valeurs inférieures à
8, il devient nécessaire de tenir compte à la fois de la corrélation de la phase
et de la corrélation du profil de densité, les fluctuations de phase ne dominant
plus la fonction de corrélation. D’après [71] et dans la plage T/Tφ considérée, la
demi-largeur à mi-hauteur de la distribution en impulsion à l’équilibre peut être
approximée par :

∆νeq =
∆νφ
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La Figure 4.21b indique la largeur des spectres. La Figure 4.21c représente les
largeurs des spectres normalisées à l’aide de (4.31) et en tenant toujours compte
de la largeur de la fonction d’appareil de la spectroscopie de Bragg.

Oscillations quadrupolaires

La dispersion des points est due aux oscillations quadrupolaires de la taille du
condensat. Nous pouvons par ailleurs observer sur le graphique c que l’amplitude
des oscillations des spectres de Bragg est initialement plus importante que pour la
courbe de formation présentée dans la partie précédente. Plus le taux de collisions
initial est important, plus cette amplitude augmente. La courbe I de la Figure
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Fig. 4.21 – (a) Fraction condensée en fonction du temps après la rampe d’éva-
poration rapide. Les points noirs correspondent à la fraction condensée mesurée
pour les différents spectres acquis expérimentalement. Les triangles blancs cor-
respondent à la fraction condensée de la courbe III de la Figure 4.11, dont les
conditions sont très proches de celles utilisées lors des mesures des spectres et le
trait plein représente son ajustement.
(b) Demi-largeur à mi-hauteur des spectres expérimentaux en fonction du temps.
Les barres d’erreurs représentent la déviation standard de la largeur donnée par
l’ajustement des spectres.
(c) Demi-largeurs à mi-hauteur des spectres normalisées par les valeurs calculées
théoriquement en supposant l’équilibre de la cohérence en phase atteint. Le cal-
cul des valeurs théoriques tient compte de la largeur de la fonction d’appareil.
Les barres d’erreur représentent l’erreur systématique pour différents points.
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4.11 a d’ailleurs mis en évidence le cas d’un taux de collisions suffisamment
important pour que cette oscillation soit nettement observable sur les images par
absorption.

Longueur de cohérence

Enfin, le graphique c nous montre que la largeur normalisée des spectres
tombe à 1 dès les quarante premières millisecondes de formation rapide. Cette
courbe indique donc elle aussi un établissement de la cohérence rapide comparée
au temps de mise à l’équilibre de la fraction condensée. Il est probable qu’il en ait
été de même pour la courbe de formation précédente mais que nous n’ayons pas
mesuré initialement le minimum réel de la largeur de la distribution en impulsion.

Remarque

Toutes nos mesures montrent finalement un établissement de la cohérence
en phase plus rapide que le temps de mise à l’équilibre de la faction condensée.
Notons que ceci n’est pas en contradiction avec les résultats donnés à Amsterdam
montrant une diminution de la longueur de cohérence par rapport à la valeur
attendue à l’équilibre. Leurs mesures ont en effet été effectuées à des temps
inférieurs à la période d’oscillation axiale 1/ωz. Sur notre expérience, toutes les
mesures ont au contraire été effectuées à des temps bien supérieurs à cette période
d’oscillation.

4.4.7 Comparaison avec les prévisions théoriques

Nous avons présenté dans la Partie 4.1.3 les prévisions théoriques des temps
d’établissement de la cohérence en phase. Expérimentalement, nous avons vu
que nous nous trouvons dans un régime hydrodynamique intermédiaire, en étant
hydrodynamique axialement mais pas radialement. Le temps d’établissement de
la cohérence est donc, d’après cette théorie, inférieur au temps de relaxation τφ

dans le cas non hydrodynamique donné par l’équation (4.13). En prenant une
température de l’ordre de 300 nK et une taille de système de 200 µm, nous
trouvons un temps d’établissement de la cohérence inférieur à 10 ms, compatible
avec nos observations.

Il ne faut pas oublier ici que les calculs présentés dans la Partie 4.1.3 ont été
réalisés dans le cas d’un gaz homogène, donc non piégé. Les 10 ms ne sont donc
qu’un ordre de grandeur et ne s’appliquent pas directement au cas des atomes
dans un piège harmonique.

Remarque : Le temps d’initiation τinit donné par cette même théorie est
de l’ordre de tcoll. Un calcul numérique a confirmé que ceci est valable dans
le cas d’un piège harmonique [121, 122]. Or nous trouvons expérimentalement
un temps d’initiation de l’ordre de 30tcoll, comme dans l’expérience réalisée à
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Munich [118] ou à Amsterdam [82]. La justification donnée par M. Köhl [118] est
que l’évaporation devient 1D à cause du décalage dû à la gravité du centre du
nuage atomique par rapport au centre du piège magnétique.

4.5 Conclusion

Cette expérience sur la formation des quasi-condensats nous a permis de
mettre en évidence deux phénomènes. Premièrement, nous avons montré que
la montée de la fraction condensée des quasi-condensats est qualitativement du
même type que celle des condensats 3D sans fluctuation de phase. Les temps
d’initiation et le taux de montée sont du même ordre de grandeur que ceux
mesurés pour les condensats 3D peu allongés. Nous avons également observé
que cette croissance s’accompagne d’oscillations quadrupolaires de la taille. En
revanche, nous n’avons pas observé la formation en deux étapes signalée par le
groupe de Munich [118].

Deuxièmement, nous avons mesuré la longueur de cohérence au cours de la
formation du condensat, ce qui n’avait encore jamais été réalisé. Nos mesures
ont clairement montré un établissement de la cohérence en moins de 100 ms de
bouclier radio-fréquence, c’est-à-dire dans les 40 premières millisecondes des 500
millisecondes du temps de montée rapide de la fraction condensée. Cet établisse-
ment de la cohérence est finalement toujours plus rapide que le temps de mise à
l’équilibre de la fraction condensée.

Il serait bien évidemment intéressant de mesurer la longueur de cohérence
pour d’autres courbes de formation, en modifiant en particulier la densité ato-
mique initiale, la température, le paramètre d’évaporation η ou encore les fré-
quences et le rapport d’anisotropie du piège. Mais ce type d’expérience présente
l’inconvénient de nécessiter une prise de données importante et longue, et le pro-
blème essentiel reste certainement que l’on ne dispose d’aucune théorie avancée
prédisant le temps d’établissement de cette cohérence en phase pour des atomes
piégés. Le changement des paramètres pour pouvoir observer une augmentation
de la longueur de cohérence au cours du temps doit donc se faire plus ou moins
“en aveugle”.

Enfin, il serait intéressant de faire ce type de mesures sur des condensats
3D peu allongés, et non plus des quasi-condensats. Mais notre piège ne nous
permet pas d’aborder ce type de cas, l’électro-aimant ayant été conçu dans le
but d’étudier des condensats avec de fortes fluctuations de phase.



Conclusion

Ce mémoire est consacré à l’étude expérimentale des propriétés de cohérence
des condensats de Bose-Einstein, sources atomiques présentant une cohérence à
longue portée et analogues atomiques des lasers en optique.

Pour caractériser cette cohérence en phase, nous avons mesuré la fonction de
corrélation. En effet, la cohérence d’une source, quelle soit optique ou atomique,
peut être directement caractérisée par la fonction de corrélation du champ ou par
sa transformée de Fourier, la raie spectrale. Nous avons présenté dans le premier
chapitre les formes et largeurs attendues de ces fonctions pour le condensat de
Bose-Einstein, à la fois dans le cas 3D peu allongé et dans le cas fortement allongé
que nous avons expérimentalement étudié.

Le deuxième chapitre nous a permis de présenter rapidement le dispositif
expérimental de production du condensat ainsi que la technique utilisée pour
manipuler de façon cohérente nos atomes à l’aide de la diffraction de Bragg.
Les techniques d’analyse des images nous permettant d’extraire les informations
essentielles à l’analyse de nos données comme la température, le nombre d’atomes
ou bien encore les profils de densité, ont également été abordées. Nous avons
finalement discuté des contraintes expérimentales qui ont dû être prises en compte
pour la mise en place de l’élément clef qu’est la diffraction de Bragg pour nos
expériences réalisées sur la cohérence.

Le manuscrit présente ensuite deux études sur les propriétés de cohérence du
condensat, propriétés à la fois statiques et dynamiques. La première étude expéri-
mentale a porté sur la cohérence en phase du condensat à l’équilibre. La spectro-
scopie de Bragg avait permis de montrer un accord quantitatif entre nos résultats
sur la perte de cohérence dans les condensats allongés [83] et le modèle théorique
de D. S. Petrov et al [37]. Le chapitre III présente la méthode interférométrique
complémentaire que nous avons mis en place et qui nous permet d’étudier la
transition entre un condensat parfaitement cohérent et un condensat partielle-
ment cohérent. Nos mesures ont confirmé le passage de la forme gaussienne à la
forme exponentielle de la fonction de corrélation lorsque l’on augmente l’ampli-
tude des fluctuations de phase. La chute de la longueur de cohérence a également
été observée et nous avons montré que la variation de celle-ci avec l’amplitude des
fluctuations de phase est en accord avec la prévision théorique. Enfin, nous avons
abordé le problème des franges d’interférence observées en dehors de la zone de
recouvrement des condensats, phénomène déjà observé expérimentalement sur de
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précédentes expériences [113], mais qui reste finalement toujours inexpliqué.

Enfin, le chapitre IV présente notre étude de la cinétique de formation du
condensat. Celle-ci a tout d’abord permis d’observer la montée de la fraction
condensée pour des quasi-condensats à partir d’un nuage thermique hors équi-
libre. Nos résultats montrent une formation qualitativement identique à celle déjà
observée pour les condensats 3D peu allongés, ne présentant pas de fluctuation
de phase. Enfin, nous avons réalisé la première étude quantitative visant à mesu-
rer l’établissement de la cohérence au cours de la formation du condensat. Cette
étude a montré que la cohérence se trouvait à l’équilibre quasiment dès les pre-
mières instants de la formation. Elle s’établit donc, pour les paramètres que nous
avons utilisés, très rapidement en comparaison du temps de mise à l’équilibre de
la fraction condensée.

Comme nous l’avons dit en introduction de ce manuscrit, l’étude de la lon-
gueur de cohérence des condensats allongés à l’équilibre est primordiale en vue de
l’utilisation de ce type de sources atomiques cohérentes dans de futurs interféro-
mètres atomiques guidés, les fluctuations de phase impliquant une réduction des
performances. Mais nos études expérimentales nous permettent de montrer que ce
type de sources reste d’un très grand intérêt. Tout d’abord, nous conservons une
source de très grande luminance. De plus, nos résultats montrent qu’elle conserve
malgré tout une cohérence macroscopique. Ainsi, pour un paramètre T/Tφ = 10
et une demi-longueur de condensat de 100 µm, nous avons une longueur de co-
hérence de 10 µm. Celle-ci reste bien supérieure à la longueur de cohérence des
sources thermiques actuellement utilisées dans les interféromètres atomiques qui
est de l’ordre du dixième de micron.

Dans la continuité de ce qui a été réalisé au cours de cette thèse, il me semble
désormais essentiel de comprendre de façon théorique la cinétique du processus
créant la cohérence à longue portée du condensat. De nombreuses études théo-
riques ont été réalisées sur la montée de la fraction condensée [120–123]. Divers
résultats expérimentaux ont par ailleurs montré un très bon accord avec ces mo-
dèles théoriques. Mais il reste un réel manque quant à la description quantitative
de la cinétique d’établissement de la cohérence dans le cas des atomes piégés.

D’un point de vue expérimental, notre étude a permis de montrer une cohé-
rence à longue portée déjà établie dès les premiers instants où la mesure pouvait
être réalisée. Ceci donne une première échelle de temps pour l’établissement de
la cohérence, mais il serait désormais intéressant de pouvoir mesurer un retard
à l’établissement de la cohérence. Pour cela, il sera très certainement nécessaire
d’obtenir une montée de la fraction condensée beaucoup plus rapide, avec un
temps de montée idéalement inférieur à la période d’oscillation axiale du piège.
Mais il ne faut pas oublier que ces expériences restent longues et difficiles à mener.

Les résultats détaillés dans ce manuscrit montrent que nous disposons, avec la
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diffraction de Bragg, d’un outil très performant pour l’étude de la cohérence des
condensats. Il est également possible d’utiliser cet outil et la source atomique pour
développer un interféromètre, non plus afin de caractériser la source elle-même,
mais pour mesurer de façon extrêmement précise diverses constantes fondamen-
tales. Une précédente étude sur notre expérience de spectroscopie de Bragg a
montré en particulier le fort potentiel dont dispose notre méthode pour mesurer
le rapport h/m, rapport directement relié à la constante de structure fine α [138].
Ensuite, pour pouvoir effectivement mesurer de façon précise cette grandeur, il
est nécessaire de s’affranchir au maximum des effets de la gravité qui impliquent
des temps d’intéraction limités avec les atomes. La solution serait alors de réaliser
ce type d’expérience dans l’espace, mais les diverses contraintes techniques les
rendent encore difficilement envisageables dans un avenir très proche.

Enfin, on peut constater un certain engouement ces dernières années pour
l’étude des condensats dans les réseaux ordonnés et désordonnés. Les conden-
sats placés dans ce type de systèmes subissent en effet des transitions de phase.
En l’absence de désordre, la transition de Mott, caractérisée par un nombre fixe
d’atomes par site, a été mise en évidence expérimentalement en 2002 dans le
groupe de I. Bloch [139]. En présence de désordre, la nature des transitions dé-
pend du régime dans lequel nous sommes. Dans le régime des fortes intéractions,
nous obtenons une transition vers le verre de Bose [140], alors que le régime des
faibles interactions mène à la localisation d’Anderson [141]. Nos condensats très
allongés sont particulièrement adaptés à cette dernière étude car il est alors re-
lativement aisé d’y appliquer un potentiel désordonné : à une dimension, il est
en effet possible d’utiliser des tavelures dont la taille de grain est supérieure à la
taille radiale du condensat mais reste bien inférieure à la taille axiale. Les pre-
mières études réalisées sur notre expérience ont permis de montrer une suppres-
sion de l’expansion du condensat à l’ouverture du piège magnétique suivant l’axe
long [142]. Là encore, la spectroscopie de Bragg pourra se révéler un outil parti-
culièrement utile en permettant entre autres d’étudier précisément la distribution
en impulsion du condensat dans ce type de système. Enfin, il pourra également
être intéressant d’observer la croissance du condensat dans cette configuration et
de comparer plus particulièrement la vitesse de la montée de la fraction condensée
avec ou sans potentiel désordonné.
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Variables

Chapitre 1

λdB Longueur d’onde de de Broglie
λdBTh

Longueur d’onde de de Broglie thermique

m Masse de l’atome
a Longueur de diffusion dans l’onde s
g Constante de couplage

Piégeage magnétique

Vext Potentiel de piégage
ωz/2π Fréquence axiale du piège magnétique
ω⊥/2π Fréquence radiale du piège magnétique
ω Moyenne géométrique des pulsations du piège
ω̄ Moyenne arithmétique des pulsations du piège
aOH Taille moyenne de l’oscillateur harmonique

Caractérisation des nuages atomiques

T Température
T 0

c Température critique d’un gaz sans interaction
Tc Température critique en tenant compte des interactions de champ

moyen et des effets de taille finie

n Densité atomiqe
n1D Densité atomique 1D
N Nombre total d’atomes
N0 Nombre d’atomes condensés
µ Potentiel chimique

Ψ Fonction d’onde macroscopique du condensat
Ψ0 Fonction d’onde du condensat normalisée
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Xi Taille quadratique moyenne du nuage thermique
L Demi-longueur du condensat
R Demi-largeur du condensat

Fonction de corrélation et distribution en impulsion

G(1) Fonction de corrélation du premier ordre
g(1) Fonction de corrélation du premier ordre normalisée
C(1) Fonction de corrélation spatiale du premier ordre

Lφ(z) Longueur sur laquelle la phase varie de moins d’un radian autour
du point z

Lφ Longueur sur laquelle la phase varie de moins d’un radian définie
sur l’ensemble du condensat

LC Largeur à 1/e de la fonction de corrélation spatiale du premier ordre

P (pz) Distribution en impulsion suivant l’axe z
∆p Demi-largeur à mi-hauteur de la distribution en impulsion

Excitations et fluctuations de phase

εj Énergie du mode de nombre quantique j du spectre des excitations
(spectre de Bogoliubov)

f±j Mode propre des excitations
δn̂ Opérateur champ

φ̂ Opérateur phase

Td Température de dégénerescence
Tφ Température de phase

Chapitre 2

Piégeage magnétique

gF Facteur de Landé
µB Magnéton de Bohr
B0 Biais du champ magnétique
B′ Gradient du champ magnétique quadrupolaire
B′′ Courbure du champ magnétique dipolaire
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Imagerie par absorption

α Polarisabilité atomique
nat Indice de réfraction du milieu atomique
λ Longueur d’onde du laser sonde
δ Désaccord par rapport à la résonance
Isat Intensité de saturation de la transition utilisée
Γ Largeur du niveau excité
σ0 Section efficace d’absorption à résonance pour un atome à deux

niveaux
σ Section efficace d’absorption à résonance pour un système quel-

conque
CN Facteur de calibration : σ = σ0/CN

Diffraction de Bragg

λL Longueur d’onde des faisceaux Bragg
kL Vecteur d’onde des faisceaux Bragg
δω Désaccord entre les faisceaux Bragg
∆ Désaccord des faisceaux Bragg par rapport au niveau excité
i Interfrange du réseau de Bragg
vréseau Vitesse du réseau de Bragg
vi Vitesse des atomes avant diffraction
pi Impulsion des atomes avant diffraction
δωres Désaccord entre les faisceaux Bragg à résonance pour une diffraction

des atomes de vitesse vi

δω0 Condition de diffraction pour des atomes de vitesse nulle
vrec Vitesse de recul à un photon de l’atome
ωrec Pulsation de recul à un photon de l’atome
Ω1 Pulsation de Rabi à un photon

Ω
(2n)
R Pulsation de Rabi à 2n photons

Ωres Pulsation de Rabi à résonance
∆ωrésolution Sélectivité en fréquence du réseau de Bragg

Chapitre 3

Expérience : Spectroscopie de Bragg

∆νM Demi-largeur à mi-hauteur expérimentale des spectres de Bragg
∆νφ Demi-largeur à mi-hauteur théoriques des spectres valables au

centre du piège
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wG Demi-largeur à mi-hauteur de la fonction d’appareil de la spectro-
scopie de Bragg

Expérience : Interférométrie

Ψ Fonction d’onde du condensat
Φ Phase du condensat
φth Phase du condensat due aux fluctuations de phase
φg Phase globale entre les deux copies de condensat de l’une des voies

de l’interféromètre
s Séparation entre condensats dans l’interféromètre
i Interfrange du à l’interférence entre deux condensats distants de s
ith Interfrange du à l’interférence entre deux nuages thermiques dis-

tants de s

Excitations

φj Phase du mode de nombre quantique j

εj Énergie du mode de nombre quantique j du spectre des excitations
(spectre de Bogoliubov)

φk Phase du mode de vecteur d’onde k

εk Énergie du mode de vecteur d’onde k du spectre des excitations
~ωB

k Energie du spectre de Bogoliubov

Fonction de corrélation et longueur de cohérence

C(1) Fonction de corrélation spatiale du premier ordre
Ceff Fonction de corrélation effective
LC Largeur à 1/e de la fonction de corrélation effective

Chapitre 4

Paramètres expérimentaux

νi Radio-fréquence initiale, juste au dessus du seuil de condensation
νf Radio-fréquence à la fin de rampe d’évaporation rapide
ν0 Radio-fréquence correspondant au fond du piège
η Paramètre d’évaporation
ti Temps de bouclier avant la rampe d’évaporation rapide permettant

d’ajuster les conditions initiales de l’expérience
tbouclier Temps de bouclier après la rampe d’évaporation rapide
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Ti Température avant la rampe d’évaporation rapide
Tf Température après la rampe d’évaporation rapide
Ni Nombre d’atomes total avant la rampe d’évaporation rapide

Régime hydrodynamique et thermalisation

σc Section efficace de collisions élastiques
llpm Libre parcours moyen
x⊥,z Largeur à 1/e du nuage thermique
tcoll Temps entre deux collisions successives
tlocale Temps de thermalisation locale
tglobale Temps de thermalisation globale

Oscillations quadrupolaires

ωth
Q Fréquence du mode d’oscillation quadrupolaire du nuage thermique

ωQ Fréquence du mode d’oscillation quadrupolaire du condensat
τQ Temps d’amortissement à 1/e des oscillations du mode quadrupo-

laire

Caractérisation de la montée de la fraction condensée

µC Potentiel chimique du condensat
µ Potentiel chimique du nuage thermique à l’équilibre

Γ Taux de montée de la fraction condensée
tinit Délai avant la montée rapide de la fraction condensée ou temps

d’initiation

Spectroscopie de Bragg

∆νM Demi-largeur à mi-hauteur des spectres de Bragg mesurés
∆pM Demi-largeur à mi-hauteur des distributions en impulsion corres-

pondantes
∆νeq Demi-largeur à mi-hauteur des spectres calculée à l’équilibre





ANNEXE B

Atome de 87Rb et transitions
laser

B.1 Données sur l’atome de 87Rb

Structure du 87Rb
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Fig. B.1 – Niveaux atomiques des raies D1 et D2 du 87Rb. Les longueurs d’onde
sont données dans le vide.
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Masse de l’atome : m = 1, 44× 10−25 kg
Longueur de diffusion : a = 5, 31 nm

Caractéristique de la raie D2

Largeur de raie Γ = 2π × 6, 06 MHz
Longueur d’onde dans le vide λvide = 780, 24 nm
Longueur d’onde dans l’air λair = 780, 03 nm

Intensité de saturation Isat = 1, 6 mW/cm2

Vitesse de recul vrecul = 5, 88 mm/s

Un grand nombre de données numériques sont fournies dans [143].

B.2 Transitions lasers
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Fig. B.2 – Transitions utilisées pour le piégeage, le refroidissement, l’imagerie et
la diffraction de Bragg
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Modification du paramètre
d’évaporation due à la gravité

C.1 Paramètre d’évaporation

Le potentiel correspondant au champ magnétique est donné par :

Vext =
1

2
m(ω2

⊥x2 + ω2
⊥y2 + ω2

zz
2) + V0, (C.1)

V0 étant une constante. Ce potentiel correspond au potentiel de piégeage des
atomes si la gravité est négligée. Nous réalisons l’évaporation à l’aide d’un champ
radio-fréquence de valeur νf qui couple les atomes les plus chauds vers un état
anti-piégeant. On représente schématiquement ceci par un potentiel de piégeage
“tronqué” à une hauteur εcut = h(νf−ν0), comme cela est représenté sur la Figure
C.1. La fréquence ν0 correspond à la valeur de la radio-fréquence vidant le piège
de tous ses atomes. Elle correspond donc au fond du piège et vaut ν0 = V0/h.

hνf

hν0

εcut = ηkBT

Fig. C.1 – Potentiel magnétique et paramètre d’évaporation.

L’évaporation est caractérisée à l’aide du paramètre η = εcut/kBT qui carac-
térise la hauteur du piège tronqué en unité de kBT . En l’absence de gravité, η
est simplement donné par :

η =
h∆ν

kBT
, (C.2)

avec ∆ν = νf − ν0. Plus le paramètre η est grand, plus les atomes éjectés du
piège ont une haute énergie et donc plus le refroidissement évaporatif est efficace.
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En revanche, la probabilité d’évaporation est plus faible, ce qui implique une
évaporation plus lente. Expérimentalement, pour l’obtention d’un condensat à
l’équilibre, nous nous plaçons à η > 6 afin d’être dans le régime d’emballement
qui permet d’avoir une augmentation du taux de collisions élastiques au cours
du refroidissement et donc une amélioration des performances d’évaporation au
cours de ce refroidissement [85].

Dans le cas de notre expérience sur l’étude de la formation du condensat
décrite au Chapitre 4, avec une température initiale de typiquement 600 nK
et une radio-fréquence telle que ∆ν = 40 kHz, nous trouvons un paramètre
d’évaporation initial η = 3, 2. Lorsque l’équilibre est atteint, la radio-fréquence
est toujours de ∆ν = 40 kHz et la température vaut approximativement 230 nK.
Le paramètre η vaut alors 8,4.

C.2 Effet de la gravité

Lorsque l’on prend en compte l’effet de la gravité, nous trouvons que le po-
tentiel de piégeage ressenti par les atomes est donné par :

Vext =
1

2
m[ω2

⊥(x− A)2 + ω2
⊥y2 + ω2

zz
2] + V0, (C.3)

où l’origine spatiale correspond ici à la position du minimum du champ magné-
tique. Le centre du nuage atomique est donc déplacé de A = g/ω2

⊥ = 0, 59 µm1

par rapport à l’origine. En revanche, les sous-niveaux Zeeman sont déplacés par
le champ magnétique, mais ne sont bien évidemment pas sensibles à la gravité.
Ainsi, la condition de résonance entre les sous-niveaux Zeeman couplés par la
radio-fréquence ne dépend que du champ magnétique qui varie spatialement.

Ce décalage du centre du piège dû à la gravité a d’importantes conséquences
sur l’évaporation. Sur la Figure C.2 sont représentés les équipotentiels du poten-
tiel de piégeage en trait plein et dont le centre est déplacé de A, et les équipo-
tentiels de champ magnétique en traits pointillés centrés sur 0. Le point central
représente le centre du potentiel de piégeage. L’équipotentiel de champ magné-
tique de rayon le plus faible correspond au fond du piège. Ensuite, pour une
valeur de radio-fréquence fixée, correspondant à l’équipotentiel de rayon le plus
grand, la position des atomes éjectés du piège dont l’énergie est la plus basse
correspond à la position de la croix. L’énergie des atomes couplés par le champ
radio-fréquence est alors plus faible que dans le cas où la gravité est négligée.

1Dans cette annexe, nous prenons les paramètres du piège utilisés dans l’expérience de
formation du condensat décrite dans le chapitre 4. Les fréquences du piège sont donc ω⊥/2π =
655 Hz et ωz/2π = 6, 55 Hz.
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x

0

y0

hνf

hν0

g

Fig. C.2 – Equipotentiels du champ magnétique (traits pointillés) et du potentiel
de piégeage (trait plein). Le point indique le centre du nuage atomique. La croix
indique l’intersection entre le potentiel magnétique de valeur hνf et l’équipotentiel
du potentiel de piégeage de plus basse énergie couplé par la radio-fréquence.

C.3 Paramètre d’évaporation incluant l’effet de

la gravité

La Figure C.3 présente une coupe du potentiel de piégeage et du potentiel
magnétique suivant l’axe x qui est l’axe suivant la gravité, ce dernier potentiel
donnant le déplacement du sous niveau Zeeman piégé mF = −1. Les atomes se
trouvant au fond du piège déplacé de A sont couplés vers le niveau anti-piégeant
mF = 0 pour une radio-fréquence :

ν0 =
1
2
mω2

⊥A2 + V0

h
. (C.4)

Un champ radio-fréquence de valeur νf va coupler les atomes de plus basse énergie
vers un état anti-piégeant en xcut qui est tel que :

xcut =

√
h∆ν + m

2
ω2
⊥A2

m
2
ω2
⊥

, (C.5)

avec ∆ν = νf − ν0. Tous les atomes ayant une énergie inférieure à :

εcut =
m

2
ω2
⊥(xcut − A)2 (C.6)
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hνf

hν0

εcut = ηkBT

xA xcut

g

Fig. C.3 – Coupe suivant l’axe x du potentiel magnétique (traits pointillés) et du
potentiel de piégeage (trait plein) en tenant compte de la gravité. La fréquence
ν0 est la fréquence qui vide le piège de tous ses atomes. La fréquence νf couple
les atomes de plus basse énergie en xcut.

restent dans le piège.
En reprenant les données de température et de radio-fréquence précédentes,

nous trouvons un paramètre d’évaporation initial de 2,5 et un paramètre d’éva-
poration final de 6,5. L’effet de la gravité diminue ici d’environ 20 % le paramètre
d’évaporation comparé au cas où l’on néglige l’effet de la gravité. Cette différence
importante montre ici que l’effet de la gravité n’est absolument pas négligeable
dans le processus d’évaporation sur ce piège, et ceci d’autant plus que la tempé-
rature est basse.
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We calculate the spatial correlation function and momentum distribution of a phase-fluctuating, elongated
three-dimensional condensate in a trap and in free expansion. We take the inhomogeneous density profile into
account via a local-density approximation. We find an almost Lorentzian momentum distribution, in stark
contrast with a Heisenberg-limited Thomas-Fermi condensate.
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Low-dimensional, degenerate Bose gases are expected to
have significantly different coherence properties than their
three-dimensional~3D! counterparts. In one-dimensional
~1D! uniform systems, no true condensate can exist at any
temperatureT because of a large population of low-lying
states that destroys the phase coherence~see Ref.@1# and
references therein!. For a trapped gas, the situation is
different—the finite size of the sample naturally introduces a
low-momentum cutoff, and at sufficiently low temperature,
T!Tf , a phase coherent sample can exist@1#. Above Tf ,
the degenerate cloud is a so-calledquasicondensate—the
density has the same smooth profile as a true condensate, but
the phase fluctuates in space and time. As shown in Ref.@2#,
this analysis holds also for 3D condensates in elongated traps
even if, strictly speaking, radial motion is not frozen. Such
3D, phase-fluctuating condensates have been recently ob-
served experimentally in equilibrium@3# and nonequilibrium
@4# samples.

Phase fluctuations of the condensate are caused mainly by
long-wavelength ~or low-energy! collective excitations
@1,2,5#. In elongated traps, the lowest-energy modes are 1D
excitations along the long axis of the trap@6#. Furthermore,
in the long-wavelength limit, density fluctuations are small
and can be neglected for the calculation of the correlation
function @1,7#. Then, the single-particle density matrix is,
assuming cylindrical symmetry,

^Ĉ†~r,z!Ĉ~r,z8!&'x~r,Z,s!e2(1/2)Df2(Z,s). ~1!

We have introducedDf2(Z,s)5^@f(z)2f(z8)#2&, the
variance of the phase difference between two pointsz,z8 on
the axis of the trap, with mean coordinateZ5(z1z8)/2 and
relative distances5z2z8, and the overlap functionx
5An0(r,z)n0(r,z8), wheren0 is the~quasi!condensate den-
sity. The varianceDf2(Z,s), the key quantity to characterize
the spatial fluctuations of the phase of the condensate, has
been calculated in Ref.@2#, and an analytical form has been
given, which is valid near the center of the trap~i.e., for
Z,s!L, with L the condensate half length!. The first goal of
this paper is to find an analytical approximation for the vari-

ance Df2(Z,s) valid across the whole sample. This is
motivated by the fact that experiments with quasicondensates
@15,16# are quite sensitive to the inhomogeneity of the
sample. In position space, interferometry@10,11# gives ac-
cess to the spatial correlation functionC (1)(s) ~see, e.g., Ref.
@12#!

C (1)~s!5E d3R^Ĉ†~r,Z1s/2!Ĉ~r,Z2s/2!&. ~2!

Equivalently, one can measure the axial~i.e., integrated over
transverse momenta! momentum distributionP(pz), which
is the Fourier transform ofC (1)(s) @12,13,14#:

P~pz!5
1

2p\E dsC (1)~s!e2 ipzs/\. ~3!

A powerful tool to measureP(pz) is Bragg spectroscopy
with large momentum transfer, as demonstrated in Ref.@14#
for a 3D condensate, and recently applied in our group to
perform the momentum spectroscopy of a quasicondensate
@15#. It is clear that bothC (1) and P are sensitive to the
inhomogeneity of the system. Our second goal is to obtain
explicit expressions for these two important quantities.

This paper is organized as follows. First, we summarize
the results of Ref.@2#, and give an energetic interpretation of
Tf . Next, we discuss in detail a local-density approach
~LDA ! to compute the variance of the phase for any mean
position in the trap. This approximation is found to be accu-
rate forT>8Tf , when applied to a trapped condensate. Us-
ing the LDA, we then address the problem of a phase-
fluctuating condensate in free expansion. In particular, we
point out that at a higher temperature, the phase fluctuations
dominate over the mean-field release velocity and govern the
shape of the momentum distribution.

We considerN0 condensed atoms, trapped in a cylindri-
cally symmetric harmonic trap, with an aspect ratiol
5vz /v'!1. If m@$\v' ,\vz%, the condensate is in the
3D Thomas-Fermi~TF! regime @16#. The density has the
well-known inverted parabola form:n0(r )5n0m(12 r̃2

2 z̃2), with the peak densityn0m5m/g related to the chemi-
cal potentialm. From now on, we will use the reduced co-
ordinatesr̃5r/R and z̃5z/L, with R252m/Mv'

2 and L2

52m/Mvz
2 , respectively.

As shown in Ref.@1#, the phase fluctuations in trapped
gases are mostly associated with thermally excited, low-
energy quasiparticles~the quantum fluctuations are negli-
gible!. Under these conditions, the varianceDf

2
(Z̃,s̃) is
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Df
2
~ Z̃,s̃!'(

j

2kBT

\v j
uf j~ Z̃1 s̃/2!2f j~ Z̃2 s̃/2!u2, ~4!

where the sum extends over the 1D axial excitations, with
energy \v j and occupation numberNj'kBT/\v j for Nj
@1. For a 3D condensate in an elongated trap, the amplitude
f j is proportional to a Jacobi polynomialPj

(1,1) , and v j

5vzAj ( j 13)/2 @6# for integer j. The explicit result for the
variance is then@2#

Df
2
~ Z̃,s̃!5

T

Tf
f ~ Z̃,s̃!, ~5!

with f (Z̃,s̃)5( jF j@Pj
(1,1)(Z̃1 s̃/2)2Pj

(1,1)(Z̃2 s̃/2)#2 and
the coefficientsF j5( j 12)( j 13/2)/4j ( j 11)( j 13). Below
the characteristic temperatureTf 5 15N0(\vz)

2/32mkB ,
the phase profile is almost flat, and the single-particle density
matrix ~1! is limited by the overlap functionx; therefore the
characteristic width ofC (1) ~i.e., the coherence length! is of
the order ofL. On the other hand, ifT@Tf the varianceDf

2

dominates the behavior ofC (1), and the coherence length is
substantially smaller thanL. Near the center of the trap
(Z̃,s̃!1), Petrov et al. @2# have derived the simple law
Df

2
(Z̃,s̃)'(T/Tf)us̃u and introduced the characteristic

phase-coherence lengthLf5LTf /T which depends implic-
itly on the temperature, on the number of condensed atoms,
and on the trapping geometry.

We can understand this expression forLf from energetic
considerations. A random-phase gradient of the condensate
wave function, on a length scaleLf , requires an average
kinetic energyEf;N0\2/MLf

2 . This kinetic energy is sup-
plied by the thermal excitations that drive the fluctuations of
the phase@5#. As these excitations are quasiclassical (Nk
@1), this energy is of orderkBT times the number of rel-
evant modes. In 1Dk space, the distribution of the relevant
excitations extends over;1/Lf , and the spacing between
modes is;1/L because of the finite size of the system—this
givesL/Lf relevant modes. By equating the two expressions
for Ef , we recover finallyLf;LN0(\vz)

2/mkBT.
As indicated earlier, it is important to take the full spatial

dependence ofDf
2
(Z̃,s̃) into account for quantitative com-

parison with experiments. In any case, Eq.~5! can be evalu-
ated numerically. However, we gain physical insight with an
analytical approach based on the LDA, also used in Ref.@3#
to calculate the evolution of the density in time of flight. This
approximation considers that the condensate is locally
equivalent to a homogeneous medium, however, with a
slowly varying density that depends on the trapping poten-
tial. If T@Tf , the coherence length is sufficiently small
compared toL, so that the LDA is valid for the calculation of
correlation properties.

The first step is to consider a finite cylinder of length 2L,
with radial harmonic trapping and periodic boundary condi-
tions alongz ~and therefore homogeneous axial density!. For
this geometry, we find in the TF regimen0(r )5n0m(1
2 r̃2) for the condensate wave function. The low-lying exci-
tations are found using standard Bogoliubov theory@5# after

averaging over the transverse degrees of freedom@6#. The
Bogoliubov spectrum for the excitation frequencies isvk

B

5@vk(vk1Mc1d
2 /\)#1/2'c1Dk for small k, with the free

particle energy\vk5\2k2/2M and the 1D speed of sound
c1D5Am/2M @17#. The Fourier component for phase fluc-
tuations with wave vectork is

fk5A vk
B

2vk

1

AV'AMc1D

\k

1

AV , ~6!

where the final expression holds for low-lying phonon states
(k→0), andV52pn0mR2L. In a second step, we take into
account the trapping potential by the substitution

m→m2
1

2
Mvz

2z2. ~7!

This implies directly the following replacements:

density: n0m~}m! → n0m~12 z̃ 2!,

speed of sound: c1D~}Am! → c1DA12 z̃ 2,

radius: R~}Am! → RA12 z̃ 2,

half length: L → L. ~8!

With these substitutions, we recover the 3D TF density pro-
file. We require that the excitation frequencyc1Dk is not
modified as well, which implies replacingk with k(1
2 z̃ 2)21/2 and using a density of statesN(k)dk5(L/p)(1
2 z̃ 2)21/2dk. For the position-dependent variance of the
phase, we find@18#

Df
2
~ Z̃,s̃!'

T

Tf

us̃u

~12Z̃2!2
. ~9!

The Z̃-dependent phase-coherence lengthLf(12Z̃2)2, ap-
pearing in Eq.~9!, can be substantially smaller near the
edges of the trap than in the center. We will see that this
reduces the average coherence length below its value at the
center of the trap.

We deduce from Eqs.~1!, ~2!, and ~9! the correlation
function

C trap,T
(1) ~ s̃!'

15N0

8 E
0

A12 s̃ 2/4
dz̃~12 z̃ 22 s̃ 2/4!2

3expS 2
T

2Tf

us̃u

~12 z̃ 2!2D . ~10!

In deriving Eq.~10!, we have used the approximation for the
overlap functionx(r,Z,s)'(12 r̃22 z̃ 22 s̃ 2/4), which is
valid near the center of the trap. In Fig. 1, we compare the
result ~10! to the correlation function following from the
numerical integration of Eq.~5!. In the T50 limit, the cor-
relation function is limited by the overlapx. Because of the
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approximate form of x, our result C trap,T50
(1) 'N0@1

2( s̃/2)2#5/2 is about 25% too broad, and one should rather
use the Gaussian approximation toC (1), derived in Ref.@13#.
As T increases,C (1) turns to an exponential-like function,
and our approximation approaches the numerical calculation.
For T.8Tf , the LDA result is very close to the numerical
one ~maximum error'3%). For T@Tf , Eq. ~10! can be
further simplified by keeping thes̃-dependent term only in
the exponential. The Fourier transform then gives the mo-
mentum distribution

Ptrap,T~pz!'
15N0pf

32p E
21

1

dz̃
~12 z̃ 2!4

~12 z̃2!4pz
21pf

2 /4
, ~11!

wherepf5\/Lf is a typical momentum associated with the
phase fluctuations. This function is self-similar inpz /pf ,
and approximated to better than 4% by a normalized Lorent-
zian with a half-width at half maximum~HWHM! of Dp
50.67pf . This Lorentzian shape of the momentum distribu-
tion differs qualitatively from the fully coherent case, where
it is almost Gaussian and limited by the Heisenberg principle
@14#. The increase of the phase fluctuations with increasingT
not only broadens the momentum distribution, but also in-
duces the appearance of ‘‘wings,’’ which form the ‘‘high-
energy tail’’ of the quasicondensate. To quantify the accuracy
of our approximation, we have calculated numerically the
Fourier transform of the correlation function. We find empiri-
cally that the HWHM is accounted for by the formulaDp2

'(2.04\/L)21(0.65\/Lf)2. The first term corresponds to
the Heisenberg-limited momentum width, and the second to
the phase fluctuations. ForT>8Tf , the height and width
agree to better than 4% with the Lorentzian approximation.
For lowerT, the overlap functionx still affects the momen-
tum distribution.

Note finally that the momentum distribution is Lorentzian
only in the domaink!R21. Outside this region, the 3D na-
ture of the excitations should be taken into account properly.

However, this does not affect the quasicondensate peak we
are investigating here, but only the much smoother thermal
background@13,14#.

The results of the above paragraphs are valid for an equi-
librium situation. However, coherence measurements involv-
ing Bragg scattering@10,14# suffer from two major difficul-
ties in a very elongated trap@15#: mean-field broadening of
the resonance@14# and elastic scattering from the recoiling
atoms and the condensate towards initially empty modes
@19#. Both of these problems can be solved by opening the
trap abruptly, and allowing the Bose-Einstein condensates to
expand to decrease its density before measurement. In the
remainder of this paper, we discuss how expansion modifies
the momentum distribution and the correlation function, as-
suming that the expansion time is chosen to be long enough
to neglect the collisions.

For a pure elongated condensate, abruptly released from
the trap att50, the explicit solution was found in Ref.@20#.
The condensate density keeps its initial Thomas-Fermi
shape, with the coordinates rescaled. The~small! axial mo-
mentum from the released mean-field energy is linear in po-
sition: pz'pexpz̃, with pexp5(p/A2)lMcS for t5v't@1,

andcS5Am/M is the 3D speed of sound. The axial momen-
tum distribution mirrors the~integrated! density distribution:

Pexp,T50~pz!5
15

16pexp
F12S pz

pexp
D 2G2

. ~12!

This expression holds for a pure condensate, atT50, as
indicated. For a phase-fluctuating condensate at finiteT, it is
necessary to consider the time evolution of the fluctuations
as well. As shown in Ref.@3#, the momentum distribution
partially converts into density modulations after time of
flight. An explicit solution was derived for the density fluc-
tuations in the axially homogeneous case. Using the continu-
ity equation~after radial averaging!, we find for t@1,

fk~z,t!'fk~z,0!t2(vk
B/v')2

cosS vk

v'

t D . ~13!

If vzt!(m/\vz)(T/Tf)2, then for all k&Lf
21 , the phase

distribution is essentially frozen:fk(z,t)'fk(z,0). Physi-
cally, this condition states that for such a time of flight, the
excitations that have significant contributions to the phase
fluctuations have not yet been converted into density modu-
lations. This condition is not at all restrictive for typical ex-
perimental parameters@3,4,15#, and we suppose it is met in
the remainder of the paper.

Using the rescaled wave function from Ref.@20#, together
with Eq. ~9!, we find the correlation function for the expand-
ing quasicondensate:

C exp,T
(1) ~ s̃!'

15N0

16 E
21

1

dz̃~12 z̃ 2!2

3expS i
pm

\v'

z̃s̃2
T

2Tf

us̃u

~12 z̃ 2!2D . ~14!

FIG. 1. Spatial correlation functionC (1)( s̃) of a trapped quasi-
condensate. The solid lines follow from the numerical evaluation of
the result~5! derived in Ref.@2#, for T50, T/Tf54, andT/Tf

58, in order of decreasing width. The dashed lines follow from the
local-density approximation~10!. Note that for convenience,

C (1)( s̃) as shown here is normalized to 1 rather than toN0, differ-
ent from what is done in the text.
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The phase factor in Eq.~14! accounts for the local expansion
momentum introduced above~recall pm/\v'@1). The
Fourier transform gives the momentum distribution

Pexp,T~pz!'
N0

pexp
gg5pf /pexpS pz

pexp
D . ~15!

The functiongg is given by

gg~x!5
15g

32pE21

1

dz̃
~12 z̃ 2!4

~12 z̃ 2!4~x2 z̃!21
g2

4

, ~16!

and the ratiog5pf /pexp controls the component of the mo-
mentum distribution which dominates. In the limitT→0,

using g/(x21g2)→pd(x) as g→0, we recover the zero-
temperature result~12!. On the other hand, ifg@1, we ex-
pect the momentum distribution to be similar to the distribu-
tion in the trap~11!. Figure 2 shows a numerical calculation
of gg for various values ofg. We find that already forpf
*2pexp, the momentum distribution is almost entirely domi-
nated by phase fluctuations and, as in the trapped case, is
very well approximated by a normalized Lorentzian with
HWHM 50.67pf . Here, we note the following two points:
first, that the Heisenberg width;\/L is negligible at any
temperature, and second that, for large enough condensates,
we can havepexp@pf even if the coherence length is smaller
thanL.

In summary, we have analyzed the measurement of phase
fluctuations in elongated Bose condensates. Within a local-
density approach, we have been able to take the density pro-
file into account, and derived analytical formulas 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 Ref.@2#, which are exact in the long-
wavelength limit. In particular, we show how the shape of
the momentum distribution tends to a Lorentzian with half-
width '0.67\/Lf as one goes further in the phase-
fluctuating regime. We believe that these results may be
helpful to understand quantitatively the experiments involv-
ing quasicondensates@3,4,15#.
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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 PACS numbers: 03.75.Hh, 03.75.Nt, 05.30.Jp

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 T�,
that can be much lower than the critical temperature Tc
[6]. In the range T� < T < Tc, 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� �

R
d3r h�̂�y�r�

suz=2��̂��r� suz=2�i [11], where uz is the axial unit
vector. When phase fluctuations dominate (i.e., T 	
T�), the axial momentum width is, hence, proportional
to �h=L�, where L� is the characteristic axial decay length
of C�s�. Experimentally, for 6< T=T� < 28, we find mo-
mentum distributions with Lorentzian shapes, whose
widths increase with T. Such a shape is characteristic of
large phase fluctuations in 1D [12], which result in a

nearly exponential decay of C�s�. Moreover, the momen-
tum half-width 	p agrees quantitatively with theoretical
predictions to within our 15% experimental uncertainty.
This implies, in this temperature range, a coherence
length �h=	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 87Rb in the
5S1=2 jF � 1; mF � �1i 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,
!?=2� � 760�20� and !z=2� � 5:00�5� Hz . The con-
densates, containing around 5� 104 atoms [15], are nee-
dle shaped, with a typical half-length L ’ 130 �m and
radius R ’ 0:8 �m. The chemical potential being a few
times �h!?, 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 �. Because
of the Doppler effect, the momentum component reso-
nantly diffracted out of the condensate is pz � M���
8!R�=�2kL� with !R � �hk2L=�2M�, M the atomic mass,
and kL � 2�=� (� � 780:02 nm). The lasers are tuned
6.6 GHz below resonance to avoid Rayleigh scattering.
The laser intensities (about 2 mW=cm2) 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 � between the Bragg laser beams. The
differential frequency � must be stable to better than
the desired spectral resolution, about 200 Hz for our
typical L� � 10 �m. 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 Tc. The magnetic trap
is then switched off abruptly, in roughly 100 �s, 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 �m) is much smaller than its axial size, typically
260 �m, 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, i.e., 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 �m=s) at-
tributed to residual magnetic gradients that merely dis-
place the spectra centers.

Bragg spectra have been taken at various temperatures
between 90(10) and 350(20) nK, while Tc 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 	�M for each temperature.

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 T � 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 � � 0 axis, and smoothed with a six-point-wide
sliding average.
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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 T � 0 relations
between �, L, R, and the number of condensed atoms
N0 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� �
Z
dz n1�z� exp

�
�
n1�0�jsj
2n1�z�L�

�
; (1)

where n1�z� �
R
d2r?n0�r?; z� is the axial 1D density of

the quasicondensate, while n0�r� is its 3D density profile.
The coherence length near the center of the trap is 2L�,
withL� � �h2n1�0�=�MkBT�. Following Petrov et al. [4,6],
we define the temperature which delineates the border
between coherent and phase-fluctuating condensates as
T� � L�T=L. Since n1�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 	p� � � �h=L� (HWHM), with � �
0:67 for a parabolic n0�r� [12]. The predicted spectral
half-width is therefore �	��, where

	�� �
2 �hkL
2�ML�

: (2)

In the following, we will use � as a free parameter to test
the theory outlined above.

Figure 2 shows the measured spectral width 	�M ver-
sus 	��. The measured widths increase at higher 	�� 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 �	��. The convolution, a Voigt profile, has a

half-width �	��=2�
�������������������������������������
w2G � ��	���2=4

q
. 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 � �
0:64�5��5�. The first uncertainty quoted for � is the stan-
dard 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 �
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 �h=p� deduced from this
measurement varies between 5:9�8� and 39�4� �m, 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) L2TF � 2�=�M!2z�, with � given by
2� � �h �!!�15N0a= �

2=5 [16], where �!! � �!2?!z�
1=3,  �������������������

�h=�M �!!�
p

, 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 �h!?), 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

L2 �
2g

M!2z

�
n0�0� �

2

�3T
�g3=2�e

�gn0�0�=�kBT�� � g3=2�1��
	
;

(3)

with the coupling constant g � 4� �h2a=M, the thermal
de Broglie wavelength �T � �2� �h2=�MkBT��1=2, and
g3=2�x� �

P
1
n�1 x

n=n3=2. The open circles in Fig. 3 show
the solution of Eq. (3) assuming a parabolic profile, such

FIG. 2. Half widths at half maximum 	�M of the experi-
mental Bragg spectra versus 	��. Vertical error bars are the
standard deviations of the fit width; the horizontal error bars
are the one-sigma statistical dispersions of 	��. The solid line
is a fit assuming a Voigt profile for the spectra.
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that n0�0� � 15N0L
�3$2=�8��. 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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Critical Temperature of a Trapped,Weakly Interacting Bose Gas
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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 PACS numbers: 03.75.Hh, 03.75.Kk

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 Tc of
a harmonically trapped 87Rb Bose gas to demonstrate the
influence of interactions on the thermodynamics. We
study the behavior of Tc 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]

kBTideal
c � �h!

�
N

��3�

�
1=3

�
��2�
6��3�

�h�!z � 2!?�: (1)

The first term on the right-hand side is the transition
temperature T0

c in the thermodynamic limit, and the

second represents finite-size corrections. Here N is the
total atom number, !? and !z are the trapping frequen-
cies, ! � !2=3

? !1=3
z 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 Tc.
Corrections to the ideal-gas formula depend on the ra-
tio between the s-wave scattering length a and �0 �
�2 �h2=MkBT0

c �
1=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��3

0 � ��3=2�. The magnitude of
this reduction has been calculated to leading order [4],

Tc � Tideal
c

T0
c

� �a1
a
�0

� �1:326
a
�

N1=6; (2)

where a1 � 3:426 [4,9], and � �
��������������
�h=M!

p
is the mean

ground state width. In this work, the finite-size correction
in Eq. (1) changes T0

c 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 Tc are expected to favor the
formation of the condensate and thus to increase Tc. 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 �Tc=T0

c � �c1a=�0,
with c1 � 1:3 [14], can be traced back to density fluc-
tuations with a wavelength much larger than the corre-
lation radius rc � �2

0=a [13]. This upwards trend, which
has been observed experimentally in a dilute sample of
4He 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 Tc scales as a higher power
of a=�0, making it negligible when compared to the
‘‘compressional’’ shift given by Eq. (2). The quantitative
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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 jF � 1;mF � �1i hyperfine ground
state of 87Rb is similar to that used in [16]. The trap-
ping frequencies are !?=2 � 413�5� Hz and !z=2 �
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 �0 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 �rf to follow
them. In this way, the ‘‘trap depth’’ �rf � �0, is kept con-
stant within �2 kHz. Since we measure � � h��rf � �0�=
kBT � 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 �s), a 22.3 ms free expansion, and a
repumping pulse, we probe the ultracold cloud on reso-
nance with the jF � 2i ! jF0 � 3i 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

~nn th��� � ~nnth�0�g2

�
exp

�
�

kBT
�

x2

2R2
th

�
z2

2L2
th

��
; (3)

where g2�u� �
P

j�1u
j=j2, 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 � � 0]. The condensed number N0 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 R0 / N1=5

0
[1,7,18,19]. We find a reduction of 4.00(14) compared to
the reference value �0 � 3�2

L=2 [17].
We will now discuss the more complex issue of ther-

mometry in some detail. The temperature is usually in-

ferred from the sizes of the thermal cloud after a time of
flight t, assuming a purely ballistic expansion with iso-
tropic mean velocity, v0 �

����������������
kBT=M

p
, 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=Tc & 1:8), is
actually larger than the value (0.773) expected for an
ideal gas and !zt � 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 # of the mean-
field energy to the temperature. In our case, the parameter
# 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 $coll, 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

γ coll / ω 

A
sp

ec
tr

at
io
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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 $coll, 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 Tc) 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 $coll & !?, where the anisotropy is weak
and increases linearly with $coll, kinetic energy conser-
vation suggests that mean square expansion velocities
take the form hv2

xi=v2
0 � 1� %$coll=2!?, and hv2

zi=v2
0 �

1� %$coll=!?, where % depends in general on !?; !z; 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 T0, independently of the coefficient % [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 Tc. 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,
��rf � �0�c, is taken to be the point at which a linear fit to
the condensed number data crosses zero (a linear ap-
proach towards Tc is consistent with the simulations
reported in [28]). The temperature and total number are
also fitted assuming a linear dependency on �rf , and from
the value ��rf � �0�c we extract the critical atom number
Nc and critical temperature Tc.

In Fig. 3, we plot Tc as a function of Nc, measured in
ten independent data sets. The ideal-gas value Tideal

c

(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 Tc can be written
as �Tc=T0

c � &N1=6, with a free coefficient &. A fit to the
data yields & � �0:009�1��0:002

�0:001, whereas Eq. (2) predicts
& � �0:007 for a scattering length a � 5:31 nm [29] and
� � 1:00 �m. 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 1� 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 Tc 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=�0�

3 � 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=�0 [30]. For
our experimental parameters, we calculate from [9] an
upwards correction to Tc smaller than 1%, below the
sensitivity of the measurement.

In summary, we have measured the critical tempera-
ture of a trapped, weakly interacting 87Rb Bose-Einstein
gas. Our results exclude ideal-gas behavior by two stan-
dard deviations, and we find satisfactory agreement with
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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
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mean-field theory. We find no evidence for critical behav-
ior close to Tc 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 Tc 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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Experimental study of the thermodynamics of an interacting trapped
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 0.2Tc

0 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 number(s): 03.75.Hh

I. INTRODUCTION

Trapped, dilute atomic gases offer an opportunity to study
the interplay between quantum-statistical phenomena and in-
teractions in Bose systems[1]. A third ingredient, the exter-
nal trapping potential, also plays a key role in understanding
the properties of these gases[2]. At finite temperatures, it
leads to spatially distinct condensed and thermal phases, a
new behavior when compared to bulk quantum fluids, in
which both components overlap everywhere. This spatial
separation allows in particular a clear identification of the
condensed fraction through absorption imaging, in stark con-
trast with superfluid4He, where condensed fraction measure-
ments are only indirect[3].

Much work has been devoted to the properties of con-
densed gases at very low temperatures(much smaller than
the critical temperatureTc), where the noncondensed fraction
is negligible. Then, in the so-called Thomas-Fermi(TF) re-
gime [2], the static and dynamic behavior of the condensate
is essentially determined by the interplay between the trap-
ping potential and the atomic interactions. At higher tem-
peratures, less than but comparable toTc, a significant ther-
mal component is also present, typically much more dilute
than the condensate. In this situation, the kinetic energy per
thermal atom is larger than the mean-field energy, and devia-
tions from ideal gas behavior are small[4–9]. Although sev-
eral key thermodynamical properties, such as condensed
fraction and average energy, are readily measurable experi-
mentally, a detailed comparison of experiments with finite-
temperature theories of the interacting cloud is to our knowl-
edge still lacking.

The goal of this paper is to contribute to fill this gap by
investigating experimentally the thermodynamics of a

trapped87Rb Bose gas belowTc, where both a condensed
and a thermal component are present. We focus on two quan-
tities, the condensed fraction and the expansion(kinetic plus
mean-field) energy in the radial direction. We find that the
condensed fractionN0/N is significantly reduced with re-
spect to the ideal-gas law,N0/N=1−sT/Tc

0d3, whereTc
0 is the

ideal-gas condensation temperature in the thermodynamic
limit, and that the expansion energy is increased, even for the
thermal atoms.

Our measurements thus clearly exclude ideal-gas behav-
ior, and to assess the importance of interactions, we compare
them with two mean-field theories of the interacting cloud
that assume a condensate in the TF regime. The simplest one
is the so-called “semi-ideal” model[10,11], which considers
the thermal cloud as a quantum-saturated gas evolving in the
combined trapping plus condensate-mean-field potential. Al-
though the general trend of our observations is well repro-
duced by this model, finer details are not. To take interac-
tions within the thermal cloud and between the thermal cloud
and the condensate into account, we use a self-consistent
Hartree-Fock(HF) description of the mixed cloud[12–18],
which yields good agreement with the data. We are able to
confirm experimentally its validity over a wide range of tem-
peratures and atom numbers, and to show that despite the
diluteness of the thermal cloud, its mean-field energy affects
both the condensed and noncondensed atoms. Such system-
atic measurements of the mutual interplay between the con-
densed and noncondensed components have not been re-
ported before, although evidence for repulsion of the thermal
atoms by the condensate has been provided in[19], through
a careful study of the interface region between the two com-
ponents.

Our measurements rely on the standard time-of-flight
technique to observe the mixed cloud. A limitation arises at
low temperatures, where the condensate appears broader than
the thermal cloud in time of flight. This limits our measure-
ments with this technique toT/Tc

0.0.3 (condensed fraction
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,80%). To overcome this limitation, we use coherent Bragg
scattering to spatially separate the coherent and incoherent
components of the cloud in time of flight. We apply it for
low-temperature thermometry and measure in this way con-
densed fraction larger than 90% and temperatures below 100
nK (T/Tc

0<0.2).
The paper is organized as follows. Section II first de-

scribes the experimental apparatus used for condensate pro-
duction. Then, after reviewing the widely used procedure of
time-of-flight imaging, we introduce the improved method
based on Bragg diffraction to filter the condensate out of
thermal cloud. The key results of this paper are presented in
Secs. III and IV. In Sec. III, we present a measurement of the
temperature dependence of the condensed fraction. In Sec.
IV, the Bragg filtering scheme is applied to a measurement of
the expansion energy of the thermal component. Both mea-
surements clearly confirm the HF predictions in the whole
temperature range. Further evidence for mutual interaction is
provided in Sec. V, where we analyze the behavior of the
mixed cloud in time of flight and measure a compression of
the condensate axial length by the thermal cloud. For com-
pleteness, we review briefly in the Appendix I the three well-
understood models to which we compare the data: namely,
the ideal-gas model, the semi-ideal model, and the self-
consistent HF model.

II. EXPERIMENTAL METHODS

This section reviews the experimental techniques used in
this work. After a brief description of our experimental ap-
paratus(Sec. II A), we discuss in Sec. II B condensed frac-
tion and temperature measurements via time-of-flight ab-
sorption imaging and point out the limitations of this
technique for high condensed fractions. In Sec. II C, we
show how they can be overcome using coherent Bragg scat-
tering [20,21].

A. Condensate production

Our experimental setup employs the standard combination
of laser and evaporative cooling to reach Bose-Einstein con-
densation in a sample of87Rb atoms, spin polarized in the
uF=1;mF=−1l hyperfine ground state. A Zeeman-slowed
atomic beam loads a magneto-optical trap in 4 s. After spatial
compression(125 ms) and cooling in optical molasses(6
ms), the laser-cooled sample is repumped in theuF=1l hy-
perfine manifold and loaded into an Ioffe-Pritchard-type
magnetic trap. The trap, an iron-core electromagnet, is a spe-
cific feature of our experiment[22]. The guiding of magnetic
flux lines along the ferromagnetic body of the magnet pro-
duces strong(when compared to macroscopic, coil-based de-
vices) radial gradients(1.4 kG/cm), while using a modest
current of 30 A. This produces a cigar-shaped, very elon-
gated harmonic potential of the formVext=Mv'

2 sx2+y2d /2
+Mvz

2z2/2. In this work, differently from[23], radial and
axial trapping frequencies are, respectively,v' /2p
=413s5d Hz andvz/2p=8.69s2d Hz at a 10-G bias field.

The combined compression and evaporation sequence
typically lasts for 16 s, with the last part of the radio-

frequency(rf) evaporation ramp considerably slowed down
(to a ramp speed of 200 kHz/s) and followed by a 1-s hold
time in the presence of an rf shield. This is done in order to
allow the system to cross slowly the quantum degeneracy
threshold and to relax towards equilibrium. In particular,
nonequilibrium shape oscillations that occur in such aniso-
tropic traps upon condensation[23,24] are strongly reduced.
To ensure the reproducibility of the temperature in the ex-
periment, the radio frequencyn0 that empties the trap is mea-
sured every five experimental cycles, and the rf shield fre-
quencynrf is readjusted in real time to follow slow drifts of
the bottom of the trap. In this way, the “trap depth”nrf −n0 is
controlled within ±2kHz. Since we measurehsnrf −n0d /kBT
<11 in this final evaporation stage, we estimate the tempera-
ture reproducibility to be ±10nK.

B. Time-of-flight imaging

Information about the atomic cloud is obtained through
time-of-flight absorption imaging(see[25] for a detailed ac-
count of imaging techniques and[26] for details of the
implementation in our experiment). This widely employed
method will be referred to as the “standard method” in the
following. Here, two important quantities are measured
through a fit to absorption images: the condensed fraction
and the temperature. To find the condensed fraction, we use
the fitting method described in[25], which assumes that the
atomic density can be described by a parabolic TF profile
describing the condensate plus an ideal Bose-Einstein distri-
bution with zero chemical potential describing the thermal
cloud. The condensed numberN0 is taken to be the number
of atoms integrated under the parabolic profile, while the
total atom numberN is found by integration over the entire
profile.

The temperature is measured through an independent fit to
a thermal Bose-Einstein distribution, restricted to the wings
of the thermal distribution only, in order to minimize the
effect of interactions(see[4,5] and Sec. IV). One typically
assumes that the high-energy atoms selected by this proce-
dure behave as if the gas were ideal and extracts effective
temperaturesTx and Tz from the cloud sizes—for instance,
kBTx=Mv'

2 Rth
2 / f1+sv'td2g, with Rth the radial size. We ob-

serve a systematic variation of the temperatureTz measured
along the long axis with the size of the exclusion region. This
effect was more pronounced with increasing condensed frac-
tion and disappeared aboveTc. On the contrary, the radial
temperatureTx was barely affected by the actual size of the
exclusion region, provided it was chosen larger than the con-
densate radius and sufficiently small to conserve a reasonable
signal-to-noise ratio(5% or less variation). For this reason,
we infer the initial temperature from the radial valueTx only
[28]. This thermometry procedure assumes a nearly ballistic
expansion. Collisional effects in time of flight may invalidate
this assumption, and it is important to estimate their impor-
tance to quantify the accuracy of our measurements. We de-
fer this discussion to Secs. IV and V.

C. Selective displacement of the condensate using coherent
Bragg scattering

The method described in the last subsection rests on the
clean distinction between the condensed and thermal compo-
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nents. However, for cold samples(kBT&m), 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
N0/N,60% (T/Tc

0,0.5), while still being able to extract
valuable information for condensed fractions close to 80%
(T*0.3TC0). 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 space[2,20,21].
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.
The principle of the technique is to transfer the whole con-
densate to a center-of-mass momentum state with two photon
recoil velocities (we define the recoil velocity asvR
=h/MlL <5.8 mm/s, wherelL =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 ms), the condensate has moved away from the
center of the thermal cloud, allowing us to perform separate
fits and revealing previously hidden information about the
thermal component. This technique is related to the filtering
scheme used in[29] to study collective modes in the pres-
ence of a weak optical lattice at finite temperatures.

Momentum transfer is achieved by exposing the sample to
two counterpropagating laser beams detuned with respect to
each other. The moving lattice formed this way can Bragg-
diffract the atoms, promoting them to a two-recoil momen-
tum state. In principle, Bragg scattering is sensitive to the
atomic momentum distribution[20,21]. However, if the
spectral width of the Bragg pulse, Fourier limited by the
pulse durationT to DnF,1/T, is much larger than the con-
densate Doppler widthDn0,2nR/L, the momentum sensi-
tivity of Bragg diffraction is lost and almost complete trans-
fer of the condensate(p pulse) is achieved. On the other
hand, if the thermal component spectral widthDnth
,2nR/lT (lT=Î2p"2/mkBT is the thermal de Broglie wave-
length) is much larger thanDnF, Bragg diffraction is then a
momentum-selective process, and most of the thermal atoms,
being off resonant with the Bragg beams, stay at rest in the
laboratory frame. This filtering technique thus makes pos-
sible independent manipulation of the condensed and non-
condensed atoms.

The experimental setup that we use to generate the Bragg
beams is identical to the one used in[23]. Thep Bragg pulse
is applied after a sudden switch-off of the trapping potential
and a 2-ms time of flight. This decreases the condensate and
thermal cloud densities by a factor of ordersv'td2,30,
making any further mutual interactions negligible. This
avoids in particulars-wave collisions between atoms with
different momenta[30] and suppresses the equilibration of
the thermal cloud with the displaced condensate. The Bragg
beams are counterpropagating and parallel to the elongated
axis of the trap. Since the condensate mean-field energy is
then almost entirely released in the transverse directions, per-
pendicular to the diffraction axis, the ratio between the con-
densate and thermal cloud spectral widths is

S Dn0

Dnth
D

T O F
, S vz

v'

DÎ m

kBT
, s1d

and remains smaller than 1 even at very low temperatures.
Note that this would not have been the case for Bragg beams
parallel to a radial axis, where the momentum width is larger
by a factorsv' /vzd due to the released mean-field energy.

To find the condensate fraction, we simply count the num-
ber of diffracted atoms and identify it with the condensed
number. To obtain a meaningful measurement of the con-
densed fraction, two conditions have to be met. First, almost
all condensate atoms should be diffracted. Transfer efficien-
cies as high as 97% were observed for the coldest clouds we
have produced, indicating that only a few percent of the con-
densate population remains at rest; this is comparable to the
±2% root-mean-square fluctuations of the diffraction effi-
ciency that we have measured experimentally. Second, the
diffracted number of thermal atoms should be small to obtain

FIG. 1. Bragg diffraction as a condensate filter.(a), (b), and(c)
correspond to 92%, 85%, and 30% condensed fraction, respectively
(T/Tc

0<0.2, 0.35, and 0.8). Two-dimensional absorption images are
shown, with a cut along the direction of the trap weakest axis
(“axial cut”). The top images show regular absorption images for a
24.27-ms time of flight(dashed lines in the cut). The bottom im-
ages, also shown as the solid line in the axial cut, corresponding to
the same temperatures and atom numbers within experimental re-
producibility, have been taken after applying a moving optical lat-
tice tuned to realize ap Bragg pulse, transferring two photon re-
coils to almost all condensed atoms(velocity 1.1 cm/s). The
distance traveled by the condensate is verified to be 250mm, cor-
responding to a free flight of 22.27 ms after the Bragg pulse. As can
be seen, the thermal cloud is barely affected, due to its much larger
extent in momentum space.
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a sensible measurement of the condensed number. We esti-
mate the diffractedfraction of thermal atomsf th in the im-
pulse approximation discussed in[31]. In this approximation,
well justified for the low densities considered here, the num-
ber of atoms diffracted from the thermal cloud is taken to be
proportional to the thermal part of the momentum distribu-
tion, integrated over the directions perpendicular to the axis
of the Bragg beams. Treating the thermal cloud as an ideal
Bose gas in a first approximation, we find for a resonantp
pulse,

f th =
p2

4DnthT

fg5/2s1d − g5/2hexpf− 32snR/Dnthd2gjg
g3/2s1d

, s2d

where Dnth=2vR/Î2plT. Here and below, the Bose func-
tions are defined byg~sud=S jù1uj / j~. The second term in
brackets arises from off-resonant excitations, which are neg-
ligible for the condensate but sizable for the thermal compo-
nent. The quantityf th varies from 6% at 400 nK(T,0.8Tc

0 or
N0/N,20%) to 20% at 150 nK(T,0.2Tc

0 or N0/N,90%).
The ratio between the number of thermal atoms to the num-
ber of BEC atoms in the diffracted peak is given bys1
− fcd / fcf th, where fc=N0N is the condensed fraction, and it
should remain small for the technique to work. All in all, we
estimate from this simplified calculation that the Bragg filter
is a useful technique in a window 5%,N0/N,95%, the
upper bound being set by the first condition(complete con-
densate transfer) and the lower by the second(the number of
condensed atoms larger than the number of thermal atoms in
the diffracted peak). Outside of this window, it becomes sus-
pect to identify unambiguously the diffracted order with the
condensate. Despite this, the technique represents a signifi-

cant improvement over the standard method, as we will see
in the next sections.

III. CONDENSED FRACTION OF THE INTERACTING
GAS VERSUS TEMPERATURE

With the tools of Sec. II in hand, we can investigate the
behavior of the condensed fraction as a function of tempera-
ture. This quantity is of primary importance: the possibility
to measure it directly in trapped gases is in stark contrast
with the situation in traditional, bulk superfluids where such
measurements are intrinsically difficult[3]. We have done
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.

A. Standard time-of flight measurements

Using the standard analysis technique(i.e. no Bragg fil-
tering), we investigate in this section a temperature interval
ranging from T<1.1Tc

0 down to T<0.3Tc
0, with approxi-

mately 23106 atoms at the transition. Figure 2 shows the
measured condensed fraction as a function ofT/Tc

0. Each
point results from an averaging over several(typically five)
realizations under identical conditions. The expectation for
an ideal gas, including finite-size effects[2], lies distinctly
above our experimental data. The difference can be attributed
to interactions, as shown by the far better agreement with the
self-consistent HF calculation(solid line). The observed re-
duction of the condensed fraction contrasts with the homo-
geneous case[32], where the condensed and normal compo-
nents overlap everywhere and where it is energetically
favorable toincreasethe condensed fraction to diminish the

FIG. 2. Condensed fraction as a function of reduced temperature.(a),(b) Experimental data after averaging are shown as solid circles,
with statistical error bars. Data in(a) were taken using the standard time-of-flight technique, while data in(b) were measured with the Bragg
filtering scheme and extend to lower temperature, down toT<0.2TC0, whereas the standard method is limited toT<0.4TC0. Lines show
theoretical expectations according to an ideal gas calculation, including finite-size effects(dashed line), a “semi-ideal” model that neglects
interactions within the thermal cloud(dotted line), and a self-consistent HF calculation(solid line). Due to a different average atom number,
the parameterh that controls the importance of interactions is different in each case,h=0.49 andh=0.47 for(a) and(b), respectively. The
variation in total number due to evaporative cooling across the data set in(a) is shown in(c), and the corresponding variations ofh in (d)
(note the vertical scale, extending over no more than 5% of the average value). The averageh=0.49 is shown by the dashed line. In(e), we
show an enlargement of(a) around the critical temperature, to highlight the importance of making the full HF calculation to reproduce the
trend seen in the data.
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exchange interaction energy among excited states.
An interesting property, first pointed out in[33], is the

scaling behavior of all thermodynamical quantities, which
depend only on the reduced temperatureT/Tc

0 and on the
parameterh which controls the magnitude of two-body re-
pulsion [34]:

h =
mTFfN0 = Ng

kBTc
0 < 1.57S a

s
D2/5

N1/15. s3d

Alternatively, one can expressh as the ratio between the two
characteristic lengths in the uniform problem—the scattering
length a and the de Broglie wavelengthl0 for T=Tc

0 — as
h<1.07sa/l0d2/5. The power 2/5 reflects the presence of the
trapping potential. A typical value in our experiment ish
=0.5, while previous experiments(for instance,[4]) corre-
spond toh,0.3−0.4. Thus, the effect of two-body interac-
tions is stronger in the work reported here, which explains to
some extent the clarity with which we observe deviations
from ideal-gas behavior.

In the experiment, because the total numberN drops with
T due to evaporation and losses,h decreases slightly across
the temperature range, from 0.51 aboveTc to 0.47 at low
temperature[see Figs. 2(c) and 2(d)]. To compare with
theory, we use the average number of atoms across the data
set,N<1.23106, and the correspondingh=0.49. This does
not lead to a discernible variation of the HF prediction at the
scale of the graph, because of the weakN1/15 dependence of
h. This behavior emphasizes the scaling behavior exhibited
by trapped Bose gases with large atom numbers[33].

Finally, we note that the data in the vicinity ofTc, shown
in Fig. 2(e), emphasize the necessity of the full HF treatment
of the thermal component to understand quantitatively the
thermodynamic properties. As a matter of fact, the semi-ideal
model(dashed line) predicts a condensed fraction systemati-
cally higher than the one we observe. This is clear evidence
for mutual interaction between the condensed and noncon-
densed components. We will return later to this point, which
is an important conclusion to be drawn from this work.

B. Enhanced resolution of low thermal fraction

As discussed earlier, at low temperaturesT&0.4TC, the
standard procedure is unable to extract faithfully the proper-
ties of the thermal cloud. Thanks to the Bragg filtering tech-
nique introduced in Sec. II C, this difficulty can be overcome
and a very small thermal fraction can be detected. The con-
densed fraction measured this way is plotted in Fig. 2(b),
along with theh=0.47 curve that corresponds the valueN
<83105 for this set of measurements. Again, we find good
agreement with the prediction of the HF model within our
uncertainty, even at very low temperatures. One could won-
der whether the contribution from collective excitations
(quantum and low-energy thermal depletion) could be mea-
sured by this technique(the analog of the phonon regime in
superfluid4He). Unfortunately, according to the estimations
of [18], they are always small when compared to the contri-
bution of single-particle excitations in the temperature range
we explore and compared to the estimated sensitivity of the
Bragg technique(Sec. II C). Only by increasing the dilute-

ness parameterÎn0s0da3 significantly could this regime be-
come observable experimentally with the techniques de-
scribed here.

IV. MEASUREMENT OF THE OVERALL AND THERMAL
EXPANSION ENERGIES

Another quantity that can be measured from time-of-flight
expansion is the release energy[2,4,5], the sum of the kinetic
and interaction energy released at the trap cutoff and avail-
able for the expansion of the whole cloud. In an anisotropic
trap such as ours(v' /vz<51), almost all the interaction
energy converts into radial expansion velocity. The radial
expansion of the cloud fort@v'

−1, observed in they direc-
tion, proceeds at an overall speedvy, fixed by the expansion
energy

Ey =
1

2
Mvy

2 =
1

3
Ekin +

1

2
Eint, s4d

which, if scaled by the characteristicNkBTc
0, is a universal

function ofh andT/Tc
0. We discuss in the Appendix I how to

calculate the kinetic and interaction energies in the HF ap-
proximation.

Experimentally, one measuresEy directly from the root-
mean-square cloud radius, according toky2l=vyt [4,5], with-
out resorting to a detailed fitting model. This expression as-
sumes negligible relaxation between the axial and radial
degrees of freedom. We have plotted the measured value of
Ey in Fig. 3(a) for same data as those shown in Fig. 2(b),
where the Bragg filter has been used(h<0.47 for these
data). As expected, the kinetic energy of the thermal cloud
dominates close toTc, with a small contribution of the mean-
field energy, whereas the interaction energy of the conden-
sateE0 is the most important term at low temperature. The
HF curve connects these two limiting cases and reproduces
well our observations.

A key advantage in our situation is the ability to analyze
separately the condensate and thermal cloud thanks to the
Bragg filtering scheme and, therefore, to measure the release
energy of the thermal cloudalone.To avoid the condensate,
we estimate the thermal cloud rms radius from a fit to a
radial cut to the image[see inset in Fig. 3(b)]. The release
energy of the thermal cloud measured this way is shown in
Fig. 3(b), together with the calculated value:

Ey
sthd =

1

3
Ekin +

kBT

2
sz0 + zthd. s5d

The quantitiesz0 andzth represent the scaled mean-field en-
ergy corresponding to the repulsion felt by a thermally ex-
cited atom due the condensate and to the remaining thermal
atoms, respectively. They are defined more precisely in the
Appendix I. Although the difference with the noninteracting
curve is less pronounced at very low temperatures, where the
thermal energy is very low, close toTc, these results empha-
size the important role of interactions and the good agree-
ment with HF theory once again.
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V. FURTHER EVIDENCE FOR MUTUAL INTERACTION
BETWEEN THE CONDENSED AND THERMAL

COMPONENTS

From images taken employing the Bragg filtering scheme,
it is also possible to examine a radial cut to the profile of the
thermal cloud, as shown in Fig. 4(a). As the initial kinetic
energy of the thermal cloud is typically much larger than its
mean-field energy, one expects that the density distribution
after time of flight reflects at least approximately the initial

momentum distribution, which does not display the “hole”
present in the density distribution in the trap(see the Appen-
dix I for further discussion). This is indeed the case: the
measured profiles show a monotonic behavior near the center
of the cloud[35]. Nevertheless, the density distribution we
observe is somewhat flatter in the central region than the
ideal-gas distribution used in the analysis, as shown by the
residuals of a fit to the radial profile[Fig. 4(b)]. Above Tc,
the effect disappears, which indicates that a flatter profile is
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. II, 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 5(b) the aspect ratio of both components, as a func-
tion of the reduced temperature. One sees from these graphs
that the simple model of a TF condensate on top of an ideal
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
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
the expansion dynamics, the observed deviation from ballis-
tic expansion remains small.

As already pointed out, the obvious weakness of the
analysis model is the neglect of collisional effects. We recall
that the expansion model is basically motivated by the ab-
sence of a more elaborate theory to which we could compare
our observations. It is, however, of interest to quantify the
error level on temperature measurements, which we will do

FIG. 3. Expansion energy in the radialx direction as a function of temperature. Solid circles in(a) correspond to the whole cloud and
open circles in(b) to the thermal component only. The data are taken from the same set as in Fig. 2(b). The solid lines on the graphs show
the same quantities predicted by the self-consistent HF model, withh=0.47. The dotted line is the expansion energy(kinetic only) of an ideal
cloud.

FIG. 4. Radial density profile of the thermal cloud. The dashed
line in the inset shows the axis along which the profiles are taken.
(a) Radial cut of the column density profile of the thermal cloud
after 24.3 ms time of flight(solid line) and the best fit to an ideal
Bose-Einstein distribution(dashed line). The Bragg filter has been
employed to separate the thermal and condensed components. The
condensed fraction is indicated in each case.(b) Residual of the fit
for each case in(a).
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in the remainder of this section at the gross estimate level.
Interaction-driven forces that affect the expansion can be

divided into two distinct classes[36]: hydrodynamic forces
on the one hand, predominant aboveTc in [27], and mean-
field repulsion on the other, which play a minor role above
Tc, but become increasingly important with decreasingT due
to the presence of the condensate[37]. Both effects are
roughly speaking comparable in magnitude, and from our
observations aboveTc and HF calculations(see the I), we
estimate an upper bound on the systematic error on tempera-
ture measurements, from 10% close toTc (mostly due to
hydrodynamic behavior) to 20% well below(mostly due to
repulsion by the condensate), compatible with the observed
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
close agreement we find between the calculated release en-
ergy and the measured one in Fig. 3(b), where we recall that
the radial size used to deduce the expansion energy was
found through a fit to the full profile, seems to indicate that
fitting to the wings avoids counting most of the repulsion
energy in the determination of the temperature, as expected.
However, this need not be true for the hydrodynamic relax-
ation, which affects directly the momentum distribution. Just
as aboveTC, 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.

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
length. From condensed fraction measurements, it is clear
that the semi-ideal model is not sufficient to reproduce our
results, meaning that the mutual interaction between con-
densed and noncondensed atoms is observable. This is also
seen from the length of the condensate inferred from the
two-component fit, which is reduced when compared to the
TF length calculated with the number of condensate atoms

we measure. A quantitative comparison can be made only by
taking into account the slow axial expansion. In the absence
of a complete theory, we assume that the axial length is
rescaled from the equilibrium length by the same factor as a
condensate in the TF regime,bz<1+pvz

2t /2v'<1.04 for
our parameters[39,40]. With this assumption, we find our
data to be in reasonable agreement with the HF length,
whereas the TF prediction is found systematically too high
(see Fig. 6). This reduction can be attributed to the thermal
cloud compression discussed in the I: at equilibrium, the
shell of thermal atoms surrounding the condensate exerts a
force towards the trap center, reducing its extension when
compared to a “free” TF condensate.

VI. CONCLUSION

In this paper, we have investigated experimentally the
thermodynamics of a trapped, interacting Bose gas over a
wide range of temperatures, fromTc down to 0.2Tc. We have
used the standard time-of-flight analysis, complemented by
the use of coherent Bragg scattering, to filter the condensate
out of the thermal cloud. The latter technique allows us to
reach lower temperatures and higher condensed fractions
than those accessible by the usual method. We have investi-
gated primarily two quantities: the condensed fraction and

FIG. 5. Deviation from ballistic expansion. The aspect ratios of the condensed(a) and thermal(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.

FIG. 6. Compression of the condensate by the thermal cloud.
The axial length of the condensate as measured in the absorption
images is shown, with the TF(dashed line) and the HF predictions
for the trapped condensate(dotted line) and after rescaling by the
same factor as a TF condensate(solid line).
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the (radial) release energy. The data display without ambigu-
ity an interacting gas behavior and are in agreement at a few
percent level with a Hartree-Fock description of the mixed
cloud. This highlights the pertinence of this simple descrip-
tion of the interacting, trapped Bose gas at finite temperature.
Moreover, this gives evidence for a mutual interaction be-
tween the condensate and the thermal cloud close toTc. Al-
though these effects are small, they are measurable and
should be taken into account in precise comparisons to the
theory of finite-temperature, Bose-Einstein condensed gases.

A more thorough quantitative test of theory for ground-
state occupation and similar thermodynamic properties is,
however, hindered by the lack of theory to understand the
expansion of a mixed cloud. For instance, the data in Fig.
2(a) lie systematically slightly below the theory, which may
be due to an underestimation of the condensed fraction or the
temperature: as described above, we use an ideal Bose dis-
tribution to fit the thermal component. This assumption con-
tradicts the principal conclusion of this paper, that ideal-gas
approximations are far from sufficient at the desired level of
accuracy. Although the experiments described in this paper
suggest an accuracy on temperature of order 10% at least, we
have also shown that the density profile deviates from an
ideal gas near the center of the cloud and stressed that hy-
drodynamic and mean-field effects in the expansion are not
properly accounted for. Systematic errors may thus still be
present, and a better accuracy is not guaranteed with the
methods used in this paper. Numerical work—for instance,
along the lines of[41]—may help study the expansion of
mixed clouds and improve the standard analysis procedure.
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APPENDIX: SIMPLE MODELS OF A TRAPPED
BOSE-EINSTEIN CONDENSED GAS

AT FINITE TEMPERATURES

In this appendix, we briefly summarize the three different
models to which we compare our observations. We use as a
temperature scale the critical temperature of an ideal gas in
the thermodynamic limit[2], kBTc

0= "vfN/zs3dg1/3, wherez
is the Riemann function andv=v'

2/3vz
1/3 is the geometrical

mean of the trapping frequencies. We make three key as-
sumptions[labeled(i)—(iii ) in the following] to simplify the
theoretical description. For the condensate, we suppose that
(i) the conditionN0a/s@1 holds, wheres=Î" /Mv is the
mean ground-state width anda the scattering length. This
ensures that the condensate is in the TF regime. At very low

temperatures, where the condensed fraction is almost unity,
this gives the condensate densityn0=nTF as

nTFsr d = fmTF − Vextsr dg/U, sA1d

whereU=4p"2a/M is the mean-field coupling constant. The
TF chemical potential ismTF=s"v /2ds15N0a/sd2/5. For the
thermal cloud, we assume(ii ) kBT@ "v' for the semiclas-
sical approximation to hold and(iii ) use a mean-field de-
scription which treats thermal atoms as independent particles
evolving in a self-consistent static potentialVeffsr d (see be-
low). The distribution function in phase space for thermal
particles then reads

fsr ,pd =
1

ebfHsr ,pd−mg − 1
, sA2d

with the semiclassical HamiltonianHsr ,p d=p2/2M
+Veffsr d, the chemical potentialm, and b=1/kBT. The par-
ticle density distribution for the thermal componentnth is
found by integration over momenta and reads

nthsr d =
1

lT
3 g3/2hexpfbsm − Veffsr ddgj. sA3d

Each model detailed below is thus specified by the precise
form of Veff: in the ideal-gas model,Veff reduces to the trap-
ping potential, in the semi-ideal model, it includes the mean
field of the condensate only, and in the HF model, it also
takes the mean field of the thermal atoms into account.

1. Ideal-gas model

The simplest approximation neglects all interactive con-
tributions to the effective potential, which reduces to the
trapping field:

Veff − m = Vext − m. sA4d

The thermodynamic quantities follow the ideal-gas laws
(see, for instance,[2]) and impose in particularm=0 below
Tc andN0/N=1−sT/Tc

0d3 for TøTc
0. This ideal-gas descrip-

tion is thus incompatible with the existence of a TF conden-
sate, which impliesm=mTF.0, and it should be considered
as a reasonable approximation only forkBT@m.

2. Semi-ideal model

The repulsion of the thermal cloud by condensed atoms is
taken into account in the so-called “semi-ideal” model
[10,11], which considers a TF condensate containingN0,N
atoms plus a quantum-saturated, ideal thermal gas moving in
the combined trapping plus condensate mean-field potential:

Veffsr d − m = Vextsr d + 2UnTFsr d − mTF. sA5d

The factor of 2 accounts for exchange collisions between
atoms in different quantum states[2]. Note that the con-
densed atom numberN0 should be found self-consistently for
a givenT under the constraint that the total atom number be
fixed.
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The semi-ideal model correctly predicts the most impor-
tant feature in the static density profile of trapped interacting
Bose gases. As soon as the condensed fraction is larger than
a few percent, the density of the condensate greatly exceeds
the density of the thermal component. Therefore, the conden-
sate mean field is stronger and repels the thermal cloud from
the center of the trap, digging a hole in the thermal density
distribution.

3. Self-consistent Hartree-Fock model

Although qualitatively correct and appealing because of
its simplicity, the semi-ideal model is not sufficient to de-
scribe precisely our experiments. Interactions among thermal
atoms and the backaction of the thermal cloud on the con-
densate have to be taken into account, which we do here in
the HF approximation[12–18], corresponding to a self-
consistent potential:

Veffsr d − m = Vextsr d + 2Un0sr d + 2Unthsr d − m. sA6d

The equilibrium condensate density is no longer simply
given by the TF profile, but depends also on the thermal
density through

n0sr d =
m − Vextsr d − 2Unthsr d

U
. sA7d

A self-consistent numerical solution with a fixed atom num-
ber N fixes the finite-T chemical potential,m=Un0s0d
+2Unths0d, from which all other quantities can be deter-
mined. For instance, the interaction energy, which contains
mixed terms describing the mutual influence of the conden-
sate and the thermal cloud, can be written asEint=E0
+kBTs2z0+zthd, where

E0 =
U

2
E ds3drn0sr d2, sA8d

z0 =
U

kBT
E ds3drn0sr dnthsr d, sA9d

zth =
U

kBT
E ds3drnthsr d2. sA10d

The kinetic energy is entirely due to the thermal cloud in the
TF approximation and reads

Ekin =E 1

h3ds3drds3dp
p2

2M
fsr ,pd. sA11d

Numerical solution of the HF model displays two addi-
tional features compared to the semi-ideal model. First,
mean-field interactions lower the critical temperature for
Bose-Einstein condensation[27–32]. Second, there is a back-
action of the thermal cloud on the condensate: the mean field
exerted by the shell of thermal atoms surrounding the con-
densate acts in return to compress it, increasing its density
and reducing its axial lengthL0 according to

L0
2 =

2g

mvz
2Hn0s0d +

2

lT
3 hg3/2se−gn0s0d/kBTd − g3/2f1gjJ .

sA12d

This compression effect is directly observed in Sec. V B and
indirectly through the measurements of condensed fraction in
Sec. III.

A further step forward would be to include collective ef-
fects in the model. However, Ref.[42] points out that low-
energy, collective excitations cause a minute change in the
thermodynamic properties of the system even at relatively
low temperaturesT&m. Another approach, based on quan-
tum Monte Carlo calculations[43,44], has confirmed that the
HF approximation could reproduce thethermodynamicsof
the trapped clouds to a very good accuracy.
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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

The high atomic phase-space density provided by a
Bose-Einstein condensate (BEC) [1] has driven interest
in guiding atoms in a manner analogous to guiding laser
light through single-mode optical fibres. The most ad-
vanced technology to date is based on atom chips, where
the fields which trap and guide the atoms are created by
microfabricated structures [2–7]. Many groups around the
world have already succeeded in preparing BEC on an
atom chip [8–14] and one can envisage using this technol-
ogy to create integrated atom interferometers [15–18]. In
this context, a precise characterization of the phase coher-
ence properties of the condensate is crucial [19–21].

Trapping quantum gases on atom chips naturally in-
volves highly elongated, guide-like traps. Changing the di-
mensionality of the system from three-dimensional (3D)
towards one-dimensional (1D) has a profound effect on the
phase coherence of the condensate. In 3D condensates of
modest aspect ratio, experimental results show that phase
coherence extends across the whole cloud [22,23], even at
finite temperature [24]. However, in the 1D regime, ther-
mal excitations of the low energy axial modes lead to phase
fluctuations which degrade the phase coherence [25,26].
Condensates exhibiting such phase fluctuations are known
as quasi-condensates.

In the intermediate regime of elongated 3D conden-
sates with a high aspect ratio, a behaviour similar to the

a e-mail: mathilde.hugbart@iota.u-psud.fr

1D case is observed [27]: below a characteristic tempera-
ture Tφ determined by the atom number and the trapping
frequencies, the condensate is nearly phase coherent, but
above Tφ the population of the axial modes is high and
phase fluctuations may be pronounced. For weakly elon-
gated condensates, Tφ can be higher than the transition
temperature Tc, so that the condensate is nearly phase
coherent at all temperatures. In contrast, atom chips can
easily produce traps with high aspect ratios (∼1000) for
which Tφ can be much smaller than Tc. Phase fluctuations
are therefore likely to impose limits on the performance
of atom chip devices and need to be well understood.

In an elongated condensate, the wavelength of the low
energy axial modes is longer than the radial size of the
condensate, so these excitations have a 1D character. How-
ever, the wavelength of these excitations can be much
shorter than the axial length of the condensate, reducing
the phase coherence length in the axial direction. An im-
portant feature of quasi-condensates is that density fluc-
tuations remain suppressed in the trap, due to the mean
field energy, even in the presence of large phase fluctua-
tions [21,27]. Therefore, the 3D quasi-condensate has the
usual parabolic profile in the Thomas-Fermi limit.

Phase-fluctuating condensates in elongated traps were
first observed by the conversion of phase fluctuations
into density fluctuations after a sufficiently long free
expansion [19] and by a condensate-focussing tech-
nique [20]. Quantitative measurements of the phase coher-
ence length have since been obtained from the momentum
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distribution [21] and the second-order correlation func-
tion [28]. The results of each of these experiments showed
good agreement with theory [27] in the strongly phase-
fluctuating regime (at temperatures T � Tφ). How-
ever, neither experiment explored the cross-over region
(T ∼ Tφ) between phase-coherent and strongly phase-
fluctuating condensates.

In this article we describe a new experiment using a
matter-wave interferometer and Fourier-space analysis to
measure the spatial correlation function, thereby extend-
ing our measurements into the cross-over region (T ∼ Tφ).
Our results agree with the predicted shapes of the correla-
tion function: for T � Tφ, we find exponential-like corre-
lation functions as predicted for significant phase fluctua-
tions, whereas at T ∼ Tφ we find a Gaussian-like shape, as
expected when the phase profile is nearly flat and the cor-
relation function decay is dominated by the density pro-
file. The coherence length as a function of T/Tφ follows
the trend predicted by theory, showing that the coher-
ence length increases smoothly as the temperature falls
and that there is no sharp transition at Tφ. This high-
lights the fact that phase fluctuations occur at all finite
temperatures, even if these effects are too small to be
resolved experimentally for more spherical traps. How-
ever, whereas our previous measurements based on mo-
mentum spectroscopy [21], realized for high T/Tφ, were
in full agrement with the theory, two observations remain
unexplained in the interferometric method. First, as in a
previous experiment [22], our experimental measurements
of the coherence length are shifted from the theoretical
prediction, by about 25% for T/Tφ = 1, even after taking
the limitations of our imaging system into account. Sec-
ond, our interferometer produces unexplained supplemen-
tary fringes outside of the region where the condensates
overlap, and we note that similar unexplained fringes ap-
pear in other published data [29]. These supplementary
fringes do not seem to be compatible with interference of
the thermal cloud observed in [30].

2 Measurement of the coherence length
by atom interferometry

A natural method to study the coherence length along
the long axis z of a condensate, or a quasi-condensate, is
to use atom interferometry. With atomic beam-splitters,
one produces two daughter copies of the initial condensate
with a separation s, and observes the interference pattern
appearing in the atomic density:

n(r) ∝
∣
∣
∣Ψ0

(

r− s

2
ez

)

+ eiφrelΨ0

(

r +
s

2
ez

)∣
∣
∣

2

∝
∣
∣
∣Ψ0

(

r− s

2
ez

)∣
∣
∣

2

+
∣
∣
∣Ψ0

(

r +
s

2
ez

)∣
∣
∣

2

+2Re
[

eiφrelΨ∗0
(

r− s

2
ez

)

Ψ0

(

r +
s

2
ez

)]

, (1)

where ez is the axial unit vector, Ψ0(r) is the wavefunction
describing the initial condensate and φrel a relative phase

shift produced by the interferometer and the free fall of
the condensate.

Let us first consider the behaviour of a fully phase
coherent condensate. During free expansion, it acquires
a phase distribution proportional to z2 [31]. The phase
difference φrel between two displaced copies of the con-
densate is therefore proportional to zs, giving rise to an
interference pattern of straight fringes, uniformly spaced
along the longitudinal direction, the spatial frequency of
the fringes being proportional to the separation s. The
fringe contrast integrated over the entire condensate gives
the first-order correlation function at s:

C(1)(s) =
∫

d3rΨ∗0
(
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)

Ψ0

(

r +
s

2
ez

)

. (2)

Repeating this contrast measurement for different separa-
tions s, one can study the decay of C(1)(s) with increas-
ing s [22]. For a fully phase coherent condensate, the first-
order correlation function decay reflects only the width of
the density profile n(r) [32].

In the case of a quasi-condensate, 1D thermal excita-
tions cause the phase to fluctuate along the longitudinal
axis, both spatially and temporally. In our experiment,
these fluctuations are small compared to the parabolic
phase developed during free expansion. Therefore when we
image the overlapping condensates after free expansion,
we still observe straight fringes, but they are no longer
strictly periodic. Small local phase shifts add a “jitter” to
the fringe spacing, which in Fourier space has the effect of
broadening the peak at the spatial frequency of the fringes
and thereby reducing its height. As s is increased, the
fringes are perturbed more strongly, because the conden-
sate phase becomes less correlated at larger separations.
The contrast therefore decreases faster with s than in the
fully phase-coherent case. The greater the amplitude of
the phase fluctuations, the faster the contrast decreases
with s. Therefore by measuring the width of the corre-
lation function at different temperatures, we extract the
temperature dependence of the coherence length. Further
information is obtained from the shape of the correlation
function [33].

In the presence of phase fluctuations, each realization
of the experiment gives a different interference pattern,
even with fixed experimental conditions. Expression (2)
must therefore be generalized to:

C(1)(s) =
∫

d3r
〈

Ψ∗0
(

r− s

2
ez

)

Ψ0

(
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s

2
ez

)〉

, (3)

where the brackets 〈 〉 denote a statistical average of the
random process describing the random phase. In practice,
one must repeat the experiment at a given separation s
and average the contrast measurements over many quasi-
condensates to obtain C(1)(s).

This principle was used by Michelson in his famous as-
tronomical interferometer, whose goal was to measure the
spatial coherence of the light field arriving from a star, in
order to deduce the diameter of the star [34]. However,
Michelson’s method is plagued by the existence of a ran-
domly fluctuating relative phase between the two inputs
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of the interferometer, and various methods insensitive to
the relative phase fluctuations had to be developed [35]. A
similar problem appears when one tries to determine the
coherence length of a condensate or a quasi-condensate
with interferometry. In addition to the controlled relative
phase between the two components interfering in (1), there
is an uncontrollable relative phase due to experimental
problems such as a residual phase shift between the lasers
creating the two copies or a random velocity kick imparted
to the sample. In order to overcome this problem [36],
Hellweg et al. [28] have used an analysis analogous to the
Hanbury Brown and Twiss method [37], since it is based
on the measurement of the second-order correlation func-
tion which is insensitive to global phase shifts. In contrast,
our method is in line with the initial method of Michelson
who could visually evaluate the contrast of the randomly
moving fringes he was observing. The decrease of this con-
trast as a function of the telescopes’ separation gave a di-
rect measurement of the coherence 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 separa-
tion s yields the coherence length of the quasi-condensate.

3 Experiment

3.1 Creation of elongated Bose-Einstein condensates

In our experimental setup [38], a Zeeman-slowed atomic
beam of 87Rb is trapped in a MOT, and after optical
pumping into the 5S1/2|F = 1, mF = −1〉 state is trans-
ferred to a magnetic Ioffe-Pritchard trap created by an
iron-core electromagnet. Our 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 confinement [39]. Us-
ing this trap, we are able to create condensates very close
to the 1D Thomas-Fermi regime [40], as was demonstrated
in [41–43]. In the present experiment, we produce conden-
sates further into the 3D regime so that we can explore
the cross-over regime (T ∼ Tφ). We use two different
trap configurations: in the first, the final radial and ax-
ial trap frequencies are respectively ω⊥ = 2π × 395 Hz
and ωz = 2π × 8.67 Hz, giving an aspect ratio of 45;
for the second trap configuration, the final frequencies are
ω⊥ = 2π× 655 Hz and ωz = 2π× 6.55 Hz, with aspect ra-
tio 100. In this way, we obtain needle-shaped condensates
containing around 3×105 atoms, with a typical half-length
L � 85 µm in the first trap and L � 120 µm in the second.
We control the final number of atoms by holding the con-
densate for a variable time, typically a few seconds, in the
presence of an rf shield. The absolute number of atoms is
calibrated from a measurement of the critical temperature,
taking into account the effects of interactions [44]. For con-
densates with small condensate fractions (less than 60%),
the temperature is obtained by fitting a Gaussian distribu-
tion to the thermal wings of the cloud. The temperature is
then extrapolated from the final frequency of the rf ramp
to lower temperatures for which the thermal fraction is
indiscernible [43,45].

π/2

π/2

s = 2vRTs

t = t1+Ts

t = TTOF

t = 0

t1 = 2 ms

z

2L

Fig. 1. The condensate is released from the trap at t = 0
and has a half-length of L. A sequence of two Bragg pulses is
applied to generate the interferometer. Two output ports are
created (p = 0, p = 2�kL) with complementary fringe patterns.

3.2 Interferometry set-up and timing

As shown in Figure 1, we implement the interferometer us-
ing a sequence of two π

2 -Bragg pulses, which act as matter-
wave beamsplitters. The set-up consists of two laser beams
counter-propagating along the longitudinal trap axis, each
of intensity ∼2 mW cm−2, red-detuned by ∆ = 6.6 GHz
from the 87Rb D2 line at λ = 780.02 nm. Two acousto-
optic modulators driven by frequency synthesizers pro-
duce a small relative detuning δ, tuned to the two-photon
Bragg resonance δ = 2�k2

L/m, with m the atomic mass
and kL = 2π/λ. The momentum width along z of the
expanding condensate corresponds to a frequency width
of 200 Hz. Therefore we use Bragg pulses of ∼100 µs,
short enough such that the corresponding 1.6 kHz fre-
quency width (full width at half maximum) is sufficient
to couple the entire condensate. The thermal cloud sur-
rounding the condensate has a momentum distribution
with a frequency width ranging from 12 kHz to 60 kHz,
much larger than that of the condensate. Thus, only a
small fraction of the thermal cloud is coupled by the Bragg
pulses [45]. By controlling the Bragg pulse length, we re-
alize a π

2 -pulse which splits the condensate into a coherent
superposition of two wavepackets with velocities differing
by 2vR = 2�kL/m = 11.72 mms−1, where vR is the recoil
velocity. The interferometer sequence is illustrated in Fig-
ure 1. The condensate is held in the trap for at least 2 s at
the end of the final rf evaporative-cooling ramp, to allow
residual oscillations to be damped [20,21]. After switching
off the trap, the condensate is allowed to expand freely for
2 ms before the first π

2 -pulse is applied. During this expan-
sion the condensate density reduces by two orders of mag-
nitude, so collisions between the diffracted wavepacket and
the original condensate become negligible. During a free-
evolution time 2 ms < Ts < 10 ms, the two wavepackets
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Fig. 2. Left: one of the two output ports of the interferometer
for different separations s between the two condensate copies.
The half-length of the initial condensate is L = 85 µm. Right:
profiles of the 2D Fourier transform (absolute value) of each
of the images on the left. The profiles are normalized to equal
central peak height (proportional to total atom number). The
position of the second peak (delimited by the two lines) gives
the spatial frequency of the fringes, and the ratio of the height
of the second peak to the central peak gives the fringe contrast.

separate to a distance s = 2vRTs. The second π
2 -pulse

completes the interferometer, and we observe interference
in each of the two output ports, which differ in momen-
tum by p = 2�kL. The condensate is imaged by absorp-
tion perpendicular to the long axis z after a 29 ms total
time-of-flight [46].

For a given set of experimental conditions (condensate
atom number and temperature), the experimental corre-
lation function is acquired by taking a sequence of in-
terference images with different condensate separations s
ranging from 0.2L to 1.2L, varied by changing Ts. For
smaller separations, we do not observe enough fringes to
obtain a reliable measurement of the contrast. At the max-
imum value of s, the contrast has reduced such that the
fringes are no longer discernible above the noise. Typi-
cal images for 0.3L ≤ s ≤ 1.1L are shown in Figure 2.
For each value of s, typically 5 images are taken, so that
a statistical average can be performed. The fringe con-
trast is then measured, giving the correlation function.
Correlation functions have been obtained at various tem-
peratures T between 100 and 230 nK and for conden-
sate atom numbers N0 between 0.5 × 105 and 2.5 × 105.
These conditions correspond to 0.8 < T/Tφ < 8, where
Tφ = 15�

2N0/16mL2 [27,47].

4 Analysis of interferograms

4.1 Interferogram

As shown in [25], a quasi-condensate is well-described by
a fluctuating complex field Ψ(ρ, z) =

√

n(ρ, z)eiΦ(ρ,z),

with fixed density distribution n(ρ, z) and fluctuating
phase Φ(ρ, z). In the following, Ψ(ρ, z) represents the
wavefunction of the condensate after the free-fall expan-
sion. The first Bragg pulse is applied after 2 ms of free
expansion, at which time the density has reduced such
that interactions between the atoms are negligible. We
therefore assume that the different copies of the conden-
sate propagate independently. The phase distribution can
be expressed as Φ(ρ, z) = αz2 +βρ2+φth(z), where φth(z)
represents the thermal phase fluctuations and the quadra-
tic terms represent the parabolic phase developed during
expansion.

We now consider the interference pattern produced at
one of the output ports of the interferometer. For a sepa-
ration s, we obtain the atomic density distribution:

nout(ρ, z) =
1
4
|Ψ(ρ, z − s/2) + Ψ(ρ, z + s/2)|2

=
n+

4
+

n−
4

+
√

n+n−
2

cos[∆Φ(z) + φg], (4)

with n± = n(ρ, z ± s/2) and ∆Φ(z) = Φ(z + s/2) −
Φ(z − s/2). The global phase shift φg is due to ran-
dom, uncontrolled phase shifts between the two Bragg
pulses. The phase difference between the two copies is
∆Φ(z) = αzs + φth(z + s/2) − φth(z − s/2). The den-
sity of the condensate is small when the first Bragg pulse
is applied, so we neglect a small relative velocity due to
repulsion between the two copies. At the second output
port, the two condensate copies have an additional π rela-
tive phase shift due to the Bragg pulses, thereby producing
a complementary fringe pattern. In our data analysis, the
images of each output port are treated separately.

Since the global phase shift φg fluctuates from shot to
shot, we cannot average over different images at the same
separation s. Instead, we take the contrast of each image
individually and then average the contrast.

4.2 Analysis in Fourier space

The atoms are imaged by absorption along the vertical
y-axis, perpendicular to the long axis of the trap. The
image we obtain, rescaled to units of 2D atomic density,
is the integrated density:

I(x, z) = const
∫

dy nout. (5)

We take the 2D Fourier transform of this image and ex-
tract its profile along the zero radial frequency kx = 0 axis:

Ĩ[0, kz] = const
∫

d3r noute
ikzz. (6)

Typical images and their 2D Fourier transform pro-
files are shown in Figure 2 for different separations s.
The contrast of the fringe pattern is given by the ratio
2Ĩ[0, k0(s)]/Ĩ[0, 0], where k0(s) � αs is the dominant spa-
tial frequency of the fringe pattern. The profiles of Fig-
ure 2 show clearly the increasing spatial frequency and
decreasing contrast as a function of s.
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To extract the correlation function, we take the com-
plex amplitude of the Fourier peak at the spatial fre-
quency k0 of the fringes:

Ĩ[0, k0(s)] = eiφg

∫

d3r
√

n+n−ei∆Φth . (7)

In the absence of the global phase shifts φg, the corre-
lation function C(1)(s) would be obtained by taking the
statistical average of equation (7):

C(1)(s) =
〈

Ĩ[0, k0(s)]
〉

=
∫

d3r
〈√

n+n−ei∆Φth
〉

(8)

which is identical to relation (3). However, φg changes
from shot to shot and prevents us from averaging Fourier
transforms directly in this way [48]. To eliminate this ran-
dom phase, we can take the absolute value of the Fourier
transform before averaging. Thus we obtain an effective
correlation function:
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Note that although it has similar behaviour, our effective
correlation function is expected to be quantitatively differ-
ent from C(1)(s). Taking the absolute value of the trans-
form reduces the cancelling effect between the random
thermal phase shifts in the statistical average, so that the
effective correlation function Ceff(s) decays more slowly
with s than C(1)(s), as calculated in the next section.

4.3 Simulation

The 1st order correlation function C(1)(s) can be calcu-
lated analytically [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
function Ceff(s) (Eq. (9)) which we measure. Therefore,
to calculate Ceff(s), we first simulate the quasi-condensate
phase fluctuations following the theory in [27]. The phase
operator is given by:

φ̂th(r) = [4n(r)]−1/2
∑

j

f+
j (r)âj + h.c., (10)

where âj is the annihilation operator of the excitation with
quantum number j. The solution of the Bogoliubov-de
Gennes equations for “low energy” excitations (with en-
ergies εν < �ω⊥) gives the wavefunctions of these modes:

f+
j (r) =

√

(j + 2)(2j + 3)gn(r)
4π(j + 1)R2Lεj

P
(1,1)
j (z/L), (11)

where P
(1,1)
j are Jacobi polynomials, g = 4π�

2a/m is
the interaction strength, a is the scattering length, R
and L are the size of the condensate in the trap and
εj = �ωz

√

j(j + 3)/4 is the energy of mode j [40]. We
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Fig. 3. Points represent the contrast extracted from our simu-
lated absorption images (see text) as a function of s/L, L being
the condensate half-length, for T/Tφ = 1. These points are fit-
ted by the product of a Gaussian and an exponential (solid
line) which we take to be our theoretical effective correlation
function Ceff (s).

assume the Thomas-Fermi approximation for the den-
sity n(r), taking R and L from fits to images after ex-
pansion. To simulate numerically the phase fluctuations,
we replace the operators âj and â†j by complex Gaussian
random variables αj and α∗j . These variables have a mean
value of zero and the correlation 〈αjα

∗
j′ 〉 = δjj′Nj where

Nj = kBT/(�ωz

√

j(j + 3)/4) is the occupation number
for the quasiparticle mode j at a given temperature T .
We assume that the phase fluctuations do not evolve on
the time scale of the expansion [33]. We have verified
this by studying images of condensates after the same
time-of-flight, but without the interferometer pulses. In
this case, we observe a smooth density profile, with no
extra features appearing in the Fourier transform.

For a given T/Tφ, 20 condensates are generated at each
value of s, with s ranging from 0.2L to 2L. Each conden-
sate is integrated over y as in equation (5). These simu-
lated absorption images are analysed in exactly the same
way as the real experimental images. The absolute val-
ues of the Fourier transforms of the images are averaged,
and the contrast extracted as in equation (9). The points
in Figure 3 show the typical contrast extracted from our
simulations for T/Tφ = 1. We found that these points are
very well fitted by the product of a Gaussian and an expo-
nential, for all T/Tφ. We use these fits as our theoretical
effective correlation functions Ceff(s).

The effective correlation function was simulated for
0 ≤ T/Tφ ≤ 20. Figure 4a presents results for differ-
ent T/Tφ. At T = 0, Ceff(s) coincides with C(1)(s) [33].
This function is simply the integrated overlap function be-
tween the two condensates, and is approximately a Gaus-
sian function of the separation s [32]. As T/Tφ increases,
the width of the function decreases and its form gradually
becomes exponential. In Figure 4b we plot the 1/e widths
of the simulated Ceff(s) functions as a function of T/Tφ.
For comparison we show also the width of C(1)(s) [33]
which decreases much faster with T/Tφ.
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Fig. 4. Top: lines are simulated effective correlation func-
tion Ceff (s) (described in the text) as a function of s/L for
different T/Tφ. From the top, T/Tφ = 0, 1, 3, 10. With increas-
ing T/Tφ, the curve changes from a quasi-Gaussian to an expo-
nential and the width decreases. Inset: comparison of Ceff (s)
(solid line) and C(1)(s) (dashed line) at T/Tφ = 10. Bottom:
width at 1/e of Ceff(s) (solid line) and C(1)(s) (dashed line) as
a function of T/Tφ.

5 Experimental results

Figure 5 shows two examples of effective correlation curves
measured using our interferometer and analysed as de-
scribed above. The points shown in Figure 5a were ob-
tained using a magnetic trap with an aspect ratio of 45,
and with an atom number and temperature corresponding
to T/Tφ = 1.35, that is for small-amplitude phase fluctua-
tions. The points in Figure 5b were obtained using a trap-
ping aspect ratio of 100, and with T/Tφ = 4.86. The con-
trast is plotted as function of s/L, obtained from a fit to a
truncated parabola. Each point corresponds to an average
over 5 condensates. The difference in the range of s/L ex-
plored is due to different expansion dynamics after release
from the two different traps. In the more tightly confined
trap (Fig. 5b), the axial expansion is much slower, and
thus the fringe spacing decreases more slowly with s. At
the smallest values of s, it is therefore impossible to mea-
sure the contrast reliably since we do not observe enough
fringes. We can extract information about the phase fluc-
tuations from both the shape and the width of these ef-
fective correlation functions.

5.1 Shape of the effective correlation functions

First, we observe qualitatively that the shape of the ef-
fective correlation functions Ceff(s) changes as T/Tφ in-
creases. For small T/Tφ, as in Figure 5a, the curves are
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Fig. 5. Example of two experimental effective correlation pro-
files (points) as a function of s/L showing clearly the change in
shape and width with T/Tφ. Each point is averaged over 5 con-
densates, each with 2 output port images. Top: at T/Tφ = 1.35,
the effective correlation curve is fitted by a Gaussian (solid
line), with 1/e width LC/L = 0.62. The fit to an expo-
nential (dashed line) is shown for comparison. Bottom: at
T/Tφ = 4.86, the effective correlation curve is fitted better
by an exponential (solid line), with 1/e width LC/L = 0.46.
The fit to a Gaussian (dashed line) is shown for comparison.

clearly Gaussian, as shown by the fit in the figure. As we
increase T/Tφ, the profiles become rapidly exponential.
We see in Figure 5b that at T/Tφ = 4.86, the curve is
already better fitted by an exponential than a Gaussian.
At intermediate values of T/Tφ, we can use the product
of a Gaussian and an exponential to fit a smooth curve
through the data. The contribution of the exponential in-
creases rapidly in importance at finite T , in agreement
with the simulation, reflecting the increasing amplitude of
the phase fluctuations with T/Tφ.

5.2 Comparison of coherence length LC

In order to extract quantitative information from the
effective correlation functions, we define a coherence
length LC, equal to the 1/e width of the effective cor-
relation curve Ceff(s) [49]. We then use this parameter
to compare the widths of the measured and simulated
effective correlation functions. A smooth curve is fitted
through the data (using the product of a Gaussian and an
exponential) and the 1/e width extracted. Although the
thermal cloud plays no role in the interference pattern we
observe, it appears behind the condensates in the p = 0
output of the interferometer and thus reduces the mea-
sured contrast. Independent measurements of the thermal
fraction (between 60% and 80% for this experiment) al-
low us to renormalize the experimental effective correla-
tion functions to take account of this effect. When fitting
the renormalized curves, we then fix the value at s/L = 0
to unity.
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Fig. 6. LC/L as a function of T/Tφ. The solid curve is a fit
using an exponential with offset. Empty circles correspond to
the two experimental correlation profiles of Figure 5. Error bars
represent typical systematic errors. Inset: the solid curve is the
simulated effective correlation function of Figure 4b.

In Figure 6, we plot LC/L as a function of T/Tφ.
Importantly, we see that the coherence length varies
smoothly as a function of T/Tφ, even when the temper-
ature is close to Tφ. This is what we should expect since
Tφ is simply a characteristic temperature, defined as that
at which the mean square fluctuations of the phase dif-
ference between two points separated by a distance L is
equal to 1. Therefore it should be borne in mind that even
condensates at temperatures below Tφ are not necessarily
fully coherent.

The inset of Figure 6 compares the measured coher-
ence widths with the results of the simulation (Fig. 4b).
Despite the offset between the two curves, the trend of the
data follows very well that of the simulation. To compare
the decrease of the experimental and simulated coherence
lengths, we fit the data by an exponential with an offset.
The experimental coherence length decreases by 30(7)%
between T/Tφ = 1 and T/Tφ = 6, in good agreement with
the corresponding decrease of 28(1)% for the simulation.
In the following discussion we consider possible explana-
tions for the observed reduction in contrast.

5.3 Discussion

As shown in the inset of Figure 6, the measured coherence
length is offset by about 25% from the results of the simu-
lation at T/Tφ = 1. In order to eliminate various possible
causes of this discrepancy, and to understand better the
limitations of our experiment, we have performed several
tests.

Since the accuracy of our experiment relies on the com-
parison of fringe contrast at different spatial frequencies, it
is important to take great care in setting up and character-
ising the imaging system. Therefore we measured the mod-
ulation transfer function (MTF) (see e.g. [50]) of our com-
plete imaging system in situ, using a USAF1951 resolution
target engraved with 3-bar square wave patterns of spa-
tial frequency 4–200 lines/mm, covering the range of spa-
tial frequencies observed in our interference experiment.
By Fourier transforming images of different regions of the
target, we were able to compare the magnitude of the dif-
ferent Fourier components in the image with those of the
target pattern, thereby obtaining the MTF of our system.

We found that the MTF is approximately linear, falling
from 1 at zero spatial frequency to 0 at 118 lines/mm. This
resolution limit at 8.5 µm is in agreement with earlier char-
acterisations of the system [42]. The shape of the MTF is
due almost entirely to the CCD camera [51], and is surpris-
ingly significant at fringe spacings much greater than the
effective pixel size of 2.5 µm. All contrast measurements
were corrected by this MTF. In fact, for the data obtained
using the second trapping aspect ratio, the axial expansion
(and thus the phase difference developed) was sufficiently
small that the maximum observed fringe spatial frequency
was 16 lines/mm and therefore the MTF correction had
a negligible effect on the experimental effective correla-
tion functions. In the first set of data, where the maxi-
mum fringe frequency was 38 lines/mm (a fringe spacing
of 25 µm), the correction was more significant, changing
the width of the curves by typically 10%, though still leav-
ing a 20% discrepancy with the simulation.

We also considered the error introduced by a small
focussing error. The imaging system is focussed onto the
condensate to within ±0.2 mm by minimising the imaged
size of a small condensate as a function of the objective
lens position. However, by varying the time-of-flight used,
we may have introduced an error of up to ±1 mm. Such
an error could also be introduced by small changes to the
residual magnetic fields, which lead to changes in the re-
lease velocity of the condensate when the magnetic trap is
switched off. We measured effective correlation curves for
different foci of the imaging system, but found that the
width of the effective correlation curve changed by less
than the existing spread in the points.

Other possible sources of error, such as the alignment
of the imaging beam with respect to the condensates’
fringes and correct background subtraction have also been
eliminated. In Figure 6, we indicate the systematic er-
rors for two points. These include calibration errors on
the atom number and the image magnification. The un-
certainty on the focussing adds a further error to LC/L,
which depends on the fringe spacing and thus on the
axial trap frequency. These error bars show clearly that
these systematic uncertainties are not sufficient to ex-
plain the discrepancy between the data and the theoretical
prediction.

There remains in our experiment an unexplained
phenomenon regarding the distribution of the fringe pat-
tern. We expect to see fringes only in the region where the
two condensates overlap. However, it can be seen in the
images of Figure 7 that the fringes extend to the edges of
each condensate. Moreover, these “extra” fringes have the
same spatial frequency and phase as the central fringes.
Although it is possible that a small fraction of the thermal
cloud is coupled by the Bragg beams, interference fringes
produced in this way [30] would have a much smaller fringe
spacing, less than 6 µm. More importantly, the contribu-
tions from different parts of the original thermal cloud,
whose width is ∼100 µm, would sum incoherently to wash
out the fringe pattern. It is more likely that these extra
fringes arise as a result of interactions during the appli-
cation of the Bragg pulses, but better modelling is still
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Fig. 7. Zoom on images of Figure 2. Circles represents the edge
of the two condensates displaced by a distance s. The “ex-
tra” fringes are visible outside of the overlap region of the
two condensates.

needed before evaluating whether their presence should
increase or decrease the overall measured contrast.

6 Conclusion

We have demonstrated a new type of matter-wave inter-
ferometry using Bragg beam-splitter pulses and Fourier
space analysis. Our results show that the expected shape
of the correlation functions changes from a Gaussian-like
shape to an exponential-like shape when the amplitude
of phase fluctuations is increased. The coherence length
of elongated condensates varies smoothly at temperatures
close to Tφ, as predicted by theory. This highlights the
fact that the characteristic phase temperature Tφ does not
indicate a transition to full phase coherence, but rather
that condensates exhibit phase fluctuations at all finite
temperatures, albeit of small amplitude. This may place
constraints on the trapping geometries which can be used
for creating measurement devices based on the phase co-
herence of condensates.
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Nature 413, 498 (2001)
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transport of trapped cold atoms over a large distance”, Phys. Rev. A 63,
031401 (2001).

[22] D. Cassettari, B. Hessmo, R. Folman, T. Maier, et J. Schmied-
mayer, “Beam Splitter for Guided Atoms”, Phys. Rev. Lett. 85, 5483
(2000).

[23] D. Müller, E. A. Cornell, M. Prevedelli, P. D. D. Schwindt,
A. Zozulya, et D. Z. Anderson, “Waveguide atom beam splitter for
laser-cooled neutral atoms”, Opt. Lett. 25, 1382 (2000).

[24] M. H. Anderson, J. R. Ensher, M. R. Matthews, C. E. Wie-
man, et E. A. Cornell, “Observation of Bose-Einstein Condensation in
a Dilute Atomic Vapor”, Science 269, 198 (1995).

[25] K. B. Davis, M.-O. Mewes, M. R. Andrews, N. J. van Druten,
D. S. Durfee, D. M. Kurn, et W. Ketterle,“Bose-Einstein Conden-
sation in a Gas of Sodium Atoms”, Phys. Rev. Lett. 75, 3969 (1995).

[26] C. C. Bradley, C. A. Sackett, J. J. Tollett, et R. G. Hulet,
“Evidence of Bose-Einstein Condensation in an Atomic Gas with Attractive
Interactions”, Phys. Rev. Lett. 75, 1687 (1995).

[27] E. A. Cornell et C. E. Wieman, “Nobel Lecture : Bose-Einstein
condensation in a dilute gas, the first 70 years and some recent experi-
ments”, Rev. Mod. Phys. 74, 875 (2002).

[28] W. Ketterle, “Nobel lecture : When atoms behave as waves : Bose-
Einstein condensation and the atom laser”, Rev. Mod. Phys. 74, 1131
(2002).



BIBLIOGRAPHIE 215

[29] M.-O. Mewes, M. R. Andrews, D. M. Kurn, D. S. Durfee,
C. G. Townsend, et W. Ketterle, “Output Coupler for Bose-Einstein
Condensed Atoms”, Phys. Rev. Lett. 78, 582 (1997).
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dynamic excitations of Bose condensates in anisotropic traps”, Phys. Rev.
A 56, R2533 (1997).

[80] M.-O. Mewes, M. R. Andrews, N. J. van Druten, D. M. Kurn,
D. S. Durfee, C. G. Townsend, et W. Ketterle, “Collective Ex-
citations of a Bose-Einstein Condensate in a Magnetic Trap”, Phys. Rev.
Lett. 77, 988 (1996).

[81] D. M. Stamper-Kurn, H.-J. Miesner, S. Inouye, M. R. Andrews,
et W. Ketterle,“Collisionless and Hydrodynamic Excitations of a Bose-
Einstein Condensate”, Phys. Rev. Lett. 81, 500 (1998).

[82] I. Shvarchuck, C. Buggle, D. S. Petrov, K. Dieckmann, M. Zie-
lonkowski, M. Kemmann, T. G. Tiecke, W. von Klitzing, G. V.
Shlyapnikov, et J. T. M. Walraven, “Bose-Einstein Condensation
into Nonequilibrium States Studied by Condensate Focusing”, Phys. Rev.
Lett. 89, 270404 (2002).

[83] S. Richard, F. Gerbier, J. H. Thywissen, M. Hugbart, P.
Bouyer, et A. aspect, “Momentum Spectroscopy of 1D Phase Fluctua-
tions in Bose-Einstein Condensates”, Phys. Rev. Lett. 91, 010405 (2003).

[84] B. Desruelle, Evaporation par radio-fréquence et condensation de Bose-
Einstein d’un gaz d’alcalins en régime de champ fort, Thèse de doctorat,
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Thèse de doctorat, Université de Paris VI, 2001.
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Staa, L. Cacciapuoti, J. J. Arlt, K. Bongs, et K. Sengstock1,
“Dynamics of F = 2 Spinor Bose-Einstein Condensates”, Phys. Rev. Lett.
92, 040402 (2004).

[113] J. E. Simsarian, J. Denschlag, M. Edwards, C. W. Clark, L.
Deng, E. W. Hagley, K. Helmerson, S. L. Rolston, et W. D.
Phillips, “Imaging the Phase of an Evolving Bose-Einstein Condensate
Wave Function”, Phys. Rev. Lett. 85, 2040 (2000).

[114] J. W. Goodman, Introduction to Fourier Optics, 2nd edition (McGraw-
Hill, 1996).



BIBLIOGRAPHIE 221

[115] N. P. Proukakis, “Density Fluctuations in Ultracold One-dimensional
Bose Gases”, cond-mat/0505039 (2005).

[116] D. E. Miller, J. R. Anglin, J. R. Abo-Shaeer, K. Xu, J. K. Chin,
et W. Ketterle, “High-Contrast Interference in a Thermal Cloud of
Atoms”, Phys. Rev. A 71, 043615 (2005).

[117] H.-J. Miesner, D. M. Stamper-Kurn, M. R. Andrews, D. S. Dur-
fee, S. Inouye, et W. Ketterle, “Bosonic Stimulation in the Forma-
tion of a Bose-Einstein Condensate”, Science 279, 1005 (1998).
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Résumé

Le condensat de Bose-Einstein, équivalent atomique du laser en optique, est habituellement
considéré comme un objet complètement cohérent. Mais ceci n’est vérifié que dans le cas de
systèmes peu anisotropes. Pour des condensats fortement allongés, des fluctuations de phase
apparaissent suivant l’axe long, ce qui implique une réduction de la longueur de cohérence de
ces condensats. On parle alors de quasi-condensat.

Dans ce mémoire, nous présentons deux études expérimentales portant sur la cohérence de
condensats très allongés. La première étude a été réalisée sur des condensats à l’équilibre. La
mesure de la longueur de cohérence a été effectuée par l’intermédiaire de la mesure de la fonction
de corrélation à l’aide d’une méthode interférométrique. Nos résultats montrent la transition
entre un condensat cohérent et un quasi-condensat, avec une longueur de cohérence diminuant
avec l’augmentation de l’amplitude des fluctuations de phase. Nous avons par ailleurs observé le
passage d’une forme gaussienne à une forme exponentielle pour la fonction de corrélation.

La deuxième étude a porté sur la formation du condensat avec plus particulièrement l’étude de la
cinétique de formation de la cohérence en phase. Nos résultats montrent tout d’abord une montée
de la fraction condensée qualitativement identique à celle des condensats 3D sans fluctuation de
phase. Enfin, nous avons mesuré la longueur de cohérence au cours de cette formation à l’aide
de la spectroscopie de Bragg. Nos résultats montrent un établissement de la cohérence rapide
comparé au temps de mise à l’équilibre de la fraction condensée.

Abstract

The Bose-Einstein condensate, the atomic counterpart to laser in optics, is usually considered as
a fully coherent object. However this is true for systems of moderate anisotropy only. For highly
elongated condensates, phase fluctuations appear along the long axis, and these imply a reduction
of the coherence length. Such a phase fluctuating condensate is called a quasi-condensate.

In this thesis, we report on two experimental studies about the coherence of highly elongated
condensates. The first study has been realized on condensates at equilibrium. The measurement
of the coherence length has been done through the measurement of the correlation function
using an interferometric method. Our results show the transition between a full phase coherent
condensate and a quasi-condensate, the coherence length decreasing when the amplitude of the
phase fluctuations is increased. We have also observed that the expected shape of the correlation
function changes from a Gaussian-like shape to an exponential-like shape.

The second study focuses on the formation of the condensate, and more particularly on the
kinetic of the establishment of the phase coherence. Our results show that the growth of the
condensed fraction proceeds qualitatively as for 3D non-phase-fluctuating condensates. Finally,
we have measured the coherence length during the formation using Bragg spectroscopy. Our
results show a fast establishment of the coherence compared to the time needed for the condensed
fraction to reach equilibrium.

Mots-clés
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