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Zusammenfassung

Das Gebiet der Atomoptik hat sich in den letzten zwanzig Jahren von einem Stadium einfacher Demonstra-
tionsexperimente bis zum Aufbau komplexer Präzisionsmessinstrumente zur Bestimmung von Naturkon-
stanten entwickelt. Mittlerweile gibt es eine erste Generation transportabler Atominterferometer auf der
Basis kalter Atome, die eine Messung von Beschleunigungen oder Rotationen ermöglicht.
Mit der experimentellen Realisierung der Bose-Einstein-Kondensation haben sich faszinierende Perspek-
tiven auf dem Gebiet der Atomoptik eröffnet. Ein Bose-Einstein-Kondensat (BEC) als Quelle kohärenter
Materiewellen ermöglicht den Aufbau neuartiger Interferometerstrukturen. Ein besonders einfaches und
variables Mittel der Manipulation von Bose-Einstein-Kondensaten stellen optische Dipolpotentiale dar.
In der vorliegenden Arbeit werden atomoptische Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten in mit mikro-
optischen Elementen erzeugten optischen Dipolpotentialen vorgestellt. Solche optischen Mikroelemente
ermöglichen besonders kompakte optische Aufbauten. Die Bose-Einstein-Kondensate aus 87Rb-Atomen ent-
stehen mit Hilfe evaporativer Kühlung in einer gekreuzten Dipolfalle mit Licht eines Faserlasers bei einer
Wellenlänge von 1070 nm durch langsames Absenken der Strahlleistungen. Bei Temperaturen von unter
20 nK werden ultra-kalte Ensembles mit 10000 Atomen bei einem Kondensatanteil von 50% erzeugt.
Als Werkzeug zum Teilen und Beschleunigen der Bose-Einstein-Kondensate wurde ein eindimensionales
optisches Gitter realisiert. Durch unterschiedliche Pulssequenzen und relative Verstimmungen der Gitter-
strahlen ist damit sowohl eine gezielte Erzeugung kohärenter Superpositionen zwischen verschiedenen
Impulszuständen möglich als auch eine kontrollierte adiabatische Beschleunigung des gesamten atoma-
ren Ensembles. So wurde mit einem Puls eines unbewegten optischen Gitters ein symmetrisches Aufteilen
des Ensembles in Teilensembles mit entgegengerichtetem Impuls von ±2ħhk mit einer Effizienz von 80%
erreicht. Mit einem Puls eines bewegten optischen Gitters konnten außerdem gezielt Superpositionen zwi-
schen unterschiedlichen Impulszuständen wie z.B. 0ħhk und −2ħhk erzielt werden. Weiterhin ließ sich mit
einem solchen Gitterpuls das gesamte Ensemble mit einer Effizienz von mindestens 60% in eine von null
verschiedene Impulsordnung überführen. Durch eine adiabatische Beschleunigung wurden sogar Effizi-
enzen von mindestens 90% beim Beschleunigen von atomaren Ensembles auf Impulse von bis zu ±6ħhk
erreicht.
Einen weiteren Schwerpunkt dieser Arbeit bilden Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten in mit einer
mikrostrukturierten optischen Ringlinse erzeugten Dipolpotentialen. Das Ziel dieser Experimente ist die
Realisierung kompakter Wellenleiter- und Interferometerstrukturen für teilweise kondensierte Ensembles.
Eine ringförmige Dipolfalle ermöglicht unterschiedliche Anwendungsmöglichkeiten. Damit ist sowohl die
einfache Realisierung eines Speicherrings für Bose-Einstein-Kondensate als auch eines Interferometers vom
Sagnac-Typ möglich. Das realisierte Schema zum Aufbau einer ringförmigen Dipolfalle wird vorgestellt und
das erfolgreiche Umladen in diese Falle wird demonstriert. Weitere experimentellen Schritte, um eine Aus-
breitung entlang des Rings zu ermöglichen, werden diskutiert.
Bose-Einstein-Kondensate in Fallen mit reduzierten Dimensionalitäten sind Gegenstand vielfältiger aktuel-
ler Forschungen. Durch die Kombination eines Strahls der gekreuzten Dipolfalle mit einem blauverstimmten
ringförmigen Potential wurde ein quasi-eindimensionaler Resonator erzeugt, in dem erstmals sowohl die
Dynamik frei expandierender Bose-Einstein-Kondensate als auch von entgegengesetzt beschleunigten Tei-
lensembles beobachtet wurden, so dass die entstehenden Dichteverteilungen analysiert werden konnten.
Als weitere Anwendung der Ringlinse konnte durch die Kombination eines abstoßenden ebenen Potentials
und eines abstoßenden Ringpotentials ein kreisförmiger Resonator demonstriert werden, in dem die Atome
wie in einer Schale gehalten werden, so dass die Expansion von thermischen und teilweise kondensierten
Ensembles beobachtet werden konnte.
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Abstract

In the recent two decades the field of atom-optics has developed exceedingly from a status of relatively
simple experiments to demonstrate the wave character of matter to very complex instruments for precision
measurements to define natural constants. Recently a first generation of mobile atominterferometers that
allow an exact determination of accelarations and rotations has been constructed.
The experimental realization of Bose-Einstein condensation offers further possibilities for the field of atom-
optics. A Bose-Einstein condensate (BEC) as a source for coherent matter waves allows new types of inter-
ferometers. A very simple and variable tool to control and manipulate a BEC are optical dipole potentials.
In this thesis atom-optical experiments with Bose-Einstein condensates in dipol potentials created with mi-
crofabricated optical elements are presented. Such systems represent a crucial step towards compact setups
of atomic waveguides or atom interferometers. 87Rb-atoms are evaporatively cooled in a crossed dipole
trap created with light of a fiber laser at a wavelength of 1070 nm by slowly lowering the trapping power.
At the end of the evaporation partly condensed ensembles with 10000 atoms and a condensate fraction of
50% at a temperature of 20 nK are generated.
For splitting and accelerating Bose-Einstein condensates a one-dimensional optical lattice has been built up.
With different pulse sequences and different relativ detunings of the lattice beams a coherent superposition
between different momentum states as well as a controlled adibatic acceleration could be achieved. With a
pulse of a stationary lattice the splitting of an ensemble in opposite momentum states with p = ±2ħhk with
an efficiency of 80% was demonstrated whereas with a pulse of a moving lattice coherent superpositions
between 0ħhk and e.g. −2ħhk were created. Dependig on the pulse duration and the detuning between the
lattice beams the whole ensemble was transferred into any momentum state with an efficiency of up to
80%. With an adiabatic acceleration atomic ensembles were accelerated up to momenta of ±6ħhk with an
efficiency of more than 90%.
Another important focus of this thesis are experiments with Bose-Einstein condensates in ring-shaped dipo-
le potentials created by a special diffractive microfabricated lens. The experiments aim for the creation of
compact interferometer structures for partly condensed ensembles. Such a configuration offers the possibili-
ty to create a storage ring for Bose-Einstein condensates or to realize an interferometer of the Sagnac-Type.
The optical setup for a ring-shaped dipole trap is presented and the successful loading of the trap is demon-
strated. Further experimental steps to let the atoms spread along the ring are discussed.
A BEC in lower dimensions is the subject of actual research. Accordingly a quasi-one-dimensional resonator
was formed by combining one beam of the crossed dipole trap with a blue-detuned repulsive ring-shaped
dipole potential. With this configuration the dynamics of a freely spreading BEC or of an oppositely split
BEC is studied and the resulting density profiles are analyzed. As a further application of the ring-lens a
circular resonator was formed by combining a plain repulsive lightfield with a repulsive ring-shaped poten-
tial. In this configuration the atoms were held like in a container so that the spreading of thermal or partly
condensed ensembles could be observed.
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1 Einleitung

Mit Louis de Broglies Vorhersage 1924, dass auch Teilchen einen Wellencharakter besitzen [1] und der
experimentellen Bestätigung drei Jahre später durch C.J. Davisson und L.H. Germer, die mit Elektronen-
strahlen an Nickel-Kristallen Beugungsbilder [2] analog zu den Beugungsringen von Röntgenstrahlung an
Kristallen erhielten [3], wurde ein neues Gebiet der Physik begründet: Die Materiewellenoptik. Für seine
Arbeiten wurde de Broglie deshalb 1929 mit dem Nobelpreis für Physik ausgezeichnet.
Seit den Experimenten von Davisson und Germer gab es vielfache Anstrengungen, auch die Welleneigen-
schaften anderer Teilchen nachzuweisen. So konnten O. Stern und seine Mitarbeiter schon 1929 und 1930
Beugungserscheinungen von Wassterstoffmolekülen und Helium-Atomen an Lithium-Flourid-Kristallen be-
obachten und damit auch deren Wellennatur demonstrieren. Nach der Entdeckung des Neutrons durch
J. Chadwick im Jahre 1932 [4] konnten 1936 auch Beugungseffekte von Neutronenstrahlen an Kristallen
nachgewiesen werden [5].
Aufgrund der besseren Handhabbarkeit von Atomen gegenüber Neutronen und wegen der größeren Masse
im Vergleich zu Elektronen, hat sich das Gebiet der Atomoptik seit dieser Zeit enorm weiterentwickelt und
die Techniken zur Manipulation von Atomstrahlen wurden immer mehr verfeinert. Mit der Entwicklung
des Lasers durch T. Maiman [6] und den darauf basierenden Verfahren zum Abbremsen von Atomen [7, 8]
war es seit den frühen 80er Jahren des vorigen Jahrhunderts möglich, Atome effizient zu kühlen und zu
fangen und damit die de-Broglie-Wellenlänge der Atome immer weiter zu erhöhen. Wichtige Schritte waren
dabei das erfolgreiche Abbremsen eines Atomstrahls durch W.D. Phillips und H. Metcalf [9] sowie durch W.
Ertmer, R. Blatt und J. Hall [10], die Realisierung einer optischen Melasse durch eine Gruppe um S. Chu
[11] und die Demonstration einer magneto-optischen Falle durch eine Gruppe um D. Pritchard und S. Chu
[12].
In Analogie zur Beugung von Licht an Gittern wurden in dieser Zeit auch Beugungserscheinugen von Atom-
strahlen an stehenden Lichtfeldern nachgewiesen [13, 14] und als wichtigste Anwendung der Atomoptik
konnten 1991 erstmals Experimente auf dem Gebiet der Atominterferometrie durchgeführt werden:
So wurde die Beugung eines Strahls aus metastabilen Heliumatomen an einem Doppelspalt demonstriert
[15]. Weiterhin konnte mit Ramsey-Spektroskopie an Calcium-Atomen in einem rotierbaren Bezugssystem
der Sagnac-Effekt, eine zur Winkelgeschwindigkeit des Systems proportionale Frequenzverschiebung der
Interferenzstreifen [16], beobachtet werden und mit stimulierten Raman-Übergängen wurde an Natrium-
Atomen die Gravitationsbeschleunigung gemessen [17].
Seit dieser Zeit hat sich das Feld der Atominterferometrie rasant von einem Stadium relativ einfacher De-
monstrationsexperimente hin zu komplexen Präzisionsexperimenten entwickelt. So konnten die Messme-
thoden für Rotationen [18] und die Gravitationsbeschleunigung [19] wesentlich verbessert werden. Außer-
dem lassen sich auch andere physikalische Größen wie die Feinstrukturkonstante mit Hilfe der Atominterfe-
rometrie präzise bestimmen [20]. Aktuell geht die Entwicklung hin zu besonders kompakten transportablen
Aufbauten, die nahezu überall eine Messung von Gravitation und Rotation erlauben [21].
Mit der erfolgreichen experimentellen Realisierung der Bose-Einstein-Kondensation [22, 23], die ebenfalls
erst durch die Entwicklungen auf dem Gebiet der Laserkühlung möglich geworden war, hat sich für die
Atomoptik eine Quelle kohärenter Materiewellen erschlossen, die neue Perspektiven eröffnet hat. So konn-
te schon 1997 der Nachweis erbracht werden, dass zwei Bose-Einstein-Kondensate (engl. abgekürzt BEC),
die unabhängig voneinander erzeugt wurden, ein Interferenzmuster erzeugen, wenn sie durch Expansion
überlappen [24]. Des Weiteren konnte nachgewiesen werden, dass ein BEC eine festgelegte Phase hat [25].
Weiterhin wurden mit Mach-Zehnder-Anordnungen sowohl räumliche Interferenzmuster als auch Beset-
zungsoszillationen beobachtet [26, 27].
Eine einfache Möglichkeit der Manipulation von kalten Atomen und Bose-Einstein-Kondensaten bieten
Dipolpotentiale [28]. So lassen sich für neutrale Atome mit weit gegenüber den atomaren Resonanzen
verstimmten fokussierten Laserstrahlen sowohl anziehende als auch abstoßende Potentiale erzeugen, je
nachdem, ob die Strahlen blau oder rot gegenüber den Resonanzen verstimmt sind. Durch einzelne
oder gekreuzte gaußsche Strahlen sind von kugelsymmetrischen Fallen über Zigarrenformen bis hin zu
quasi-eindimensionalen Wellenleitern verschiedenste Fallengeometrien realisierbar. Durch gegenläufige La-
serstrahlen lassen sich Stehwellenmuster erzeugen, sogenannte optische Gitter, die dann für die Atome
ein periodisches Potential analog zu dem in Festkörpern darstellen. Eine Fülle weiterer Geometrien er-
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schließt sich durch die Benutzung mikrooptischer Elemente, die zudem besonders kompakte Aufbauten
ermöglichen. Dadurch sind z.B. zweidimensionale Dipolfallenregister oder auch ringförmige Dipolfallen
realisierbar.
Die vorliegende Arbeit wurde im Rahmen des Projekts ATOMICS der Arbeitsgruppe Atome - Photonen -
Quanten am Institut für Angewandte Physik der Technischen Universität Darmstadt angefertigt. ATOMICS
ist eine englische Abkürzung für ’ATom Optics with MICro Structures’ - übersetzt ’Atomoptik mit Mikrostruk-
turen’. Ziel dieses Projektes ist die Untersuchung der Materiewelleneigenschaften mit optischen Mitteln in
kompakten mit optischen Mikrostrukturen realisierten Aufbauten. Sämtliche der durchgeführten Experi-
mente basieren auf den vielfältigen Möglichkeiten optischer Dipolpotentiale.
So wurden im Rahmen dieser Arbeit Bose-Einstein-Kondensate in einer gekreuzten optischen Dipolfal-
le eines Faserlasers bei 1070 nm evaporativ durch Absenken der Laserleistung erzeugt und deren Eigen-
schaften untersucht. Als Werkzeug zum Teilen und Bewegen von Bose-Einstein-Kondensaten fungiert ein
eindimensionales optisches Gitter, das sowohl ein symmetrisches Aufteilen des atomaren Ensembles in
entgegengesetzte Impulskomponenten ermöglicht als auch die Erzeugung einer kohärenten Superposition
zweier benachbarter Impulskomponenten. Außerdem lässt sich durch ein adiabatisches Beschleunigen ein
Transfer des Ensembles in einen bestimmten Impulszustand mit einer Effizienz von mindestens 90% erzie-
len.
Für weiterführende atomoptische Experimente wurde mit einer speziellen Mikrolinse eine ringförmige
Dipolfalle erzeugt. Zur Realisierung eines Speicherrings oder eines ringförmigen Atominterferometers
wurden sowohl thermische Ensembles als auch Bose-Einstein-Kondensate aus der gekreuzten Dipolfalle
in das rotverstimmte Ringpotential umgeladen.
Des Weiteren wurde ein Resonator für Bose-Einstein-Kondensate realisiert, indem die BECs in einen
quasi-eindimensionalen Wellenleiter umgeladen wurden, der von abstoßenden Wänden begrenzt wurde,
die von einem blauverstimmten Ringpotential erzeugt wurden. In diesem Resonator konnte die Ausbrei-
tungsdynamik teilweise kondensierter Ensembles studiert werden.
Zuletzt wurde mit einer Zylinderlinse ein ebenes blauverstimmtes Lichtfeld senkrecht zur Gravitationsrich-
tung erzeugt, das so ein gegen die Gravitation gerichtetes stark abstoßendes Potential erzeugte. Zusammen
mit einem abstoßenden Ringpotential wurde auf diesem Wege ein kreisförmiger Resonator gebildet, in
dem die Ausbreitung von atomaren Ensembles wie in einer Schale beobachtet werden konnte.
Die Arbeit gliedert sich wie folgt:
In Kapitel 2 wird eine kurze theoretische Einführung in optische Dipolpotentiale gegeben, die bei allen
Experimenten, die in dieser Arbeit beschrieben werden, eine wichtige Rolle spielen.
Kapitel 3 gibt zuerst eine Einführung in die theoretischen Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation, an-
schließend werden alle experimentellen Schritte auf dem Weg zu dem im Rahmen dieser Arbeit erzielten
rein optisch erzeugten Bose-Einstein-Kondensat geschildert. Das Kapitel schließt mit einer ausführlichen
Charakterisierung des erzeugten BECs.
Im 4. Kapitel werden die durchgeführten Experimente zum Teilen und Beschleunigen von Bose-Einstein-
Kondensaten mit dem eindimensionalen optischen Gitter geschildert, wobei jeweils zuerst kurz die wich-
tigsten theoretischen Grundlagen präsentiert werden.
In Kapitel 5 werden die atomoptischen Experimente mit BECs beschrieben. Zuvor werden die Grundlagen
der Atomoptik mit Bose-Einstein-Kondesaten dargestellt und die Eigenschaften der ringförmigen Mikrolinse
beschrieben, die bei den in diesem Kapitel geschilderten Experimenten eingesetzt wurde.
Die Arbeit schließt mit einer Diskussion der erzielten Ergebnisse und einem Ausblick auf zukünftige Expe-
rimente in Kapitel 6.
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2 Optische Dipolpotentiale

Optische Dipolpotentiale nehmen in dieser Arbeit eine zentrale Rolle ein, da bei allen hier präsentierten
Experimenten Atome in solchen Potentialen gefangen, gekühlt oder geführt wurden. In diesem Kapitel
werden deshalb die wichtigsten physikalischen Grundlagen der Speicherung von elektrisch neutralen Ato-
men in solchen Potentialen präsentiert.
Aufgrund der Dipolkraft lassen sich neutrale Atome im Intensitätsmaximum bzw. -minimum eines fern-
verstimmten geeignet präparierten Lichtfeldes fangen. Dabei lassen sich unterschiedliche Fallengeometrien
realisieren. Dipolfallen werden durch einen sich in einer Richtung ausbreitenden fokussierten gaußschen
Strahl erzeugt, während sich bei optischen Gittern durch gegenläufige Strahlen ein Stehwellenmuster aus-
bildet, das für die Atome ein periodisches Potential analog zum Festkörpergitter darstellt. Weiterhin lassen
sich durch das Ausleuchten mikrooptischer Elemente kompliziertere Fallengeometrien wie z.B. ringförmige
Dipolfallen oder auch zweidimensionale Dipolfallenregister realisieren.
Das vorliegende Kapitel gliedert sich wie folgt: Im ersten Abschnitt werden die Mechanismen der Wechsel-
wirkung zwischen Licht und elektrisch neutralen Atomen vorgestellt, wobei besonderes Augenmerk auf die
Dipolkraft gelegt wird. Anschließend werden die Eigenschaften von optischen Dipolfallen und optischen
Gittern diskutiert.

2.1 Wechselwirkungen zwischen Licht und elektrisch neutralen Atomen

Elektrisch neutrale Atome wechselwirken mit Licht auf zweierlei Weise: Die dissipative Spontankraft ent-
steht durch den Impulsübertrag auf ein Atom durch Photonenstreuung und ist bei kleinen Verstimmungen δ
des Lichtfeldes gegenüber der atomaren Resonanz der dominierende Wechselwirkungsmechanismus, wäh-
rend die konservative Dipolkraft durch die Wechselwirkung eines Lichtfeldes mit dem licht-induzierten
Dipolmoment des Atoms entsteht und im Falle großer Verstimmungen gegenüber der atomaren Resonanz
die dominierende Wechselwirkung ist. Beide Mechanismen werden bei den im Rahmen dieser Arbeit durch-
geführten Experimenten ausgenutzt und werden deshalb in diesem Abschnitt näher betrachtet.

2.1.1 Die Spontankraft

Der Mechanismus der dissipativen Spontankraft wird bei der Laser-Kühlung, in optischen Melassen und
in magneto-optischen Fallen ausgenutzt, indem Atome, die sich auf einen rotverschobenen Laserstrahl zu
bewegen, durch Absorption von Photonen nur Rückstoßimpulse entgegen ihrer Bewegungsrichtung aufneh-
men, während die Rückstoßimpulse der anschließenden spontanen Re-Emissionen über viele Absorptions-
Emissions-Zyklen immer in den vollen Raumwinkel erfolgen und sich daher im statistischen Mittel zu Null
addieren und damit keinen Impulsübertrag hervorrufen. Daher findet nur eine Abbremsung der Atome ent-
gegen der Ausbreitungsrichtung des Laserstrahls statt (eine ausführliche Darstellung hierzu findet sich in
[29]). Es gilt:

~Fsp =
d ~psp

d t
= ħh~kΓS . (2.1)

Dabei ist ΓS die Rate, mit der Photonen gestreut werden. Sie ergibt sich aus der spontanen Zerfallsrate
des atomaren Übergangs Γ, der Sättigungsintensität ISat = hcπΓ/3λ3 und dem Sättigungsparameter S0 =
I/ISat gemäß

ΓS =
Γ
2

S0

1+ S0 + [2∆e f f /Γ]
, (2.2)

wobei δ die Verstimmung der Frequenz des Kühllichts gegenüber der atomaren Resonanz ist und ~v die
Geschwindigkeit der Atome. Damit ist ∆e f f = δ +ωD = δ −~k · ~v die effektive Verstimmung aufgrund
der Dopplerverschiebung. Diese Gleichung bedeutet, dass Laserkühlung genau dann besonders effektiv ist,
wenn das Laserlicht nahezu resonant mit den Atomen in deren Ruhesystem ist. Die Spontankraft sättigt für
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S0 � 1 bei ~Fmax = ħh~kΓ/2. Die minimale durch Laserkühlung erreichbare Temperatur ist die sogenannte
Dopplertemperatur

TD =
ħhΓ
2kB

. (2.3)

Weitere Erläuterungen zum Thema Spontankraft und Laserkühlung finden sich in Abschnitt 3.2.2.

2.1.2 Die optische Dipolkraft

Der Mechanismus der näherungsweise konservativen Dipolkraft wird zur Speicherung von kalten Atomen in
optischen Dipolfallen und optischen Gittern ausgenutzt. Im semi-klassischen Ansatz des Oszillator-Modells
[28] kann man sich diese Wechselwirkung in einem Zwei-Niveau-Atom mit Energieunterschied ħhω0 so vor-
stellen, dass das äußere elektrische Feld ~E des nicht-resonanten Laser-Lichtes mit Frequenz ω im Atom
ein Dipolmoment ~p induziert. Im Falle einer negativen Verstimmung ∆ = ω−ω0 < 0 schwingen äußeres
Feld und Dipol in Phase - die Atome werden in Richtung des Intensitätsmaximums beschleunigt. Im um-
gekehrten Fall einer positiven Verstimmung mit ∆ > 0 schwingt das induzierte Dipolmoment der Atome
gegenphasig zum Lichtfeld, so dass diese in Richtung des Intensitätsminimums beschleunigt werden.
Es gilt allgemein [28]:

p = α(ω)E . (2.4)

Dabei sind p und E die komplexen Amplituden von Dipolmoment und elektrischem Feld, α ist die kom-
plexe Polarisierbarkeit des Atoms. Für das Wechselwirkungspotential UDip zwischen dem induzierten Di-
polmoment ~p und der elektrischen Feldstärke ~E des Lichtfeldes − das Dipolpotential − ergibt sich mit der
Intensität des Laser-Lichtfeldes I(~r):

UDip(~r) =−
1

2
〈~p~E〉=−

1

2ε0c
ℜ(α)I(~r) . (2.5)

Der oszillierende Dipol nimmt dabei die Strahlungsleistung

Pabs(~r) = 〈~̇p~E〉=
ω

ε0c
ℑ(α) I(~r) (2.6)

auf. Diese wird als spontane Dipolstrahlung re-emittiert. Die Photonen-Streurate ΓSc gibt dabei an, wie oft
solche Zyklen aus Absorption und spontaner Re-Emission stattfinden:

ΓSc(~r) =
Pabs

ħhω
=

1

ħhε0c
ℑ(α)I(~r) . (2.7)

Klassisch ist die Polarisierbarkeit eines oszillierenden Dipols mit Resonanzfrequenz ω0 und Dämpfung Γ
durch das Lorentzmodell gemäß

α(ω) = 6πε0c3 Γ/ω2
0

ω2
0 −ω

2 − i(ω3/ω2
0)Γ

(2.8)

gegeben. Im Übergang zum semi-klassischen Ansatz des mit dem klassischen Lichtfeld wechselwirkenden
Zwei-Niveau-Atoms gilt (2.8) im Falle geringer Sättigung weiterhin. Die Dämpfung muss dann allerdings
durch die natürliche Linienbreite ersetzt werden, die durch das Dipol-Matrix-Element zwischen Grundzu-
stand |g〉 und angeregtem Zustand |e〉 gegeben ist:

Γ =
ω3

0

3πε0ħhc3 | 〈e|µ|g〉 |
2 . (2.9)

Für Dipolpotential und Photonen-Streurate ergibt sich dann weiter:

UDip(~r) = −
3πc2

2ω3
0

�

Γ
ω0 −ω

+
Γ

ω0 +ω

�

I(~r) , (2.10)

ΓSc(~r) =
3πc2

2ħhω3
0

�

ω

ω0

�3 � Γ
ω0 −ω

+
Γ

ω0 +ω

�2

I(~r) , (2.11)
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und falls |∆| �ω0 (rotating-wave approximation),

UDip(~r)≈
3πc2

2ω3
0

Γ
∆

I(~r) , (2.12)

ΓSc(~r)≈
3πc2

2ħhω3
0

�

Γ
∆

�2

I(~r) . (2.13)

Die Photonen-Streuung ΓSc stellt einen Heizmechanismus dar, der möglichst minimiert werden sollte. Da
das Potential UDip in (2.12) nur linear vom Term Γ

∆
abhängt, die elastische Streurate aber quadratisch, kann

durch eine gleichzeitige Erhöhung von Verstimmung und Laser-Intensität die Streurate bei gleichbleiben-
dem Fallenpotential verringert werden.
In einem realen Atom gibt es i.a. aber mehrere relevante Übergänge, wie im Falle der Alkaliatome die
D-Linien, über die dann summiert werden muss. Im für diese Arbeit relevanten Fall linear polarisierten
Lichtes mit einer Verstimmung, die groß ist gegenüber der Hyperfeinstrukturaufspaltung, ergibt sich für
das Dipolpotential (Indizes beziehen sich auf die jeweilige D-Linie):

UDip(~r) =−
πc2Γ

2

�

1

ω3
1

�

1

ω1 −ω
+

1

ω1 +ω

�

+
2

ω3
2

�

1

ω2 −ω
+

1

ω2 +ω

�

�

I(~r) (2.14)

und mit der Abkürzung Ũω =−
πc2Γ

2

�

1
ω3

1

�

1
ω1−ω

+ 1
ω1+ω

�

+ 2
ω3

2

�

1
ω2−ω

+ 1
ω2+ω

�
�

UDip(~r) = Ũω · I(~r) . (2.15)

Mit Referenz [30] ergibt sich für 87Rb bei einer Lichtwellenlänge von λ = 1070 nm der Zahlenwert
Ũω ≈−2,075 · 10−36m2s.

Eine quantenmechanisch exakte Beschreibung des Dipolpotentials liefert das ’dressed-atom’-Bild [31],
in dem das Atom zusammen mit dem quantisierten Lichtfeld betrachtet wird. Es ergibt sich in zweiter
Ordnung Störungstheorie für ein Zwei-Niveau-Atom gegenüber den ungestörten Zuständen eine Energie-
verschiebung von

∆Eg/e =±
3πc2

2ω3
0

Γ
∆

I . (2.16)

Bei rotverstimmtem Licht wird deshalb der Grundzustand |g〉 energetisch abgesenkt und der angeregte
Zustand |e〉 angehoben. Diese Energieverschiebung ist der sogenannte ’ac-Stark shift’. Da sich im auch schon
zuvor angenommenen Falle geringer Sättigung die Atome zumeist im Grundzustand befinden, ergibt sich
somit genau der auch schon mit dem Oszillator-Modell abgeleitete Ausdruck (2.12) für das Dipolpotential.

2.2 Eigenschaften optischer Dipolfallen

Optische Dipolfallen werden in der experimentellen Praxis zum Speichern und Führen von Atomen genutzt.
Dabei kommen unterschiedliche Geometrien zur Anwendung. In diesem Abschnitt werden die wichtigsten
Formen, der fokussierte Gaußsche Strahl und die gekreuzte Dipolfalle vorgestellt. Anschließend wird der
Einfluss der Gravitation auf die Fallentiefe und die Fallenfrequenzen der gekreuzten Dipolfalle diskutiert.
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Abbildung 2.1.: Schematische Darstellung eines Gaußschen Strahls mit dem Radius w0 der Strahltaille und
Rayleighlänge zR

2.2.1 Fokussierter Gaußscher Strahl

Um das Dipolpotential geschlossen darstellen zu können, müssen neben der Gleichung (2.14) bzw. (2.15)
v.a. die Eigenschaften des Lichtfeldes, welches das Potential erzeugt, bekannt sein. Die im Rahmen dieser
Arbeit verwendeten Laserstrahlen lassen sich dabei als fokussierte Gaußsche Strahlen beschreiben. Solche
zeigen eine gaußförmige Intensitätsverteilung in der Ebene senkrecht zur Ausbreitungsrichtung und erge-
ben sich, wenn man sphärische Wellen der Form ~E(~r,t) = ~E(~r)e−iωt als Lösung der Helmholtzgleichung
annimmt. Nimmt man die z-Richtung als Ausbreitungsrichtung eines Gaußschen Strahls der Leistung P an,
dann gilt für dessen Intensitätsprofil I(ρ,z):

I(ρ,z) =
2P

πw2(z)
e
−2ρ2

w2(z) (2.17)

w(z) ist der Strahlradius des fokussierten Strahls entlang der Ausbreitungsrichtung z, bei dem die Intensität
auf 1

e2 abgefallen ist:

w(z) = w0

s

1+

�

λz

πw2
0

�2

. (2.18)

w0 ist der minimale Radius des Strahls im Fokus - der Radius der Strahltaille. Entlang der Rayleighlänge zR
wächst dabei der Strahlradius w(z) um einen Faktor

p
2 an:

zR =
πw2

0

λ
. (2.19)

Abbildung 2.1 zeigt eine schematische Darstellung eines propagierenden Gaußschen Strahls in der Nähe
der Strahltaille mit den charakteristischen Größen des minimalen Strahlradius w0und der Rayleighlänge
zR. Eine ausführliche Darstellung des Themas Gaußsche Strahlen findet sich z.B. in [32].
Setzt man das Intensitätsprofil (2.17) des Gaußschen Strahls in die Formel für das Dipolpotential 2.14 ein,
so lässt sich die Exponentialfunktion in der Nähe des Fokus für z ≈ 0 und ρ ≈ 0 in eine Taylor-Reihe
entwickeln, die nach quadratischen Termen abgebrochen einen harmonischen Verlauf der Form

I(ρ,z) =
2P

πw2
0

�

1− 2
�

ρ

w0

�2

−
�

z

zR

�2
�

(2.20)

ergibt, wobei zR wieder die durch (2.19) gegebene Rayleighlänge ist.
Mit den Fallenfrequenzen lässt sich die Bewegung der Atome in einem solchen Potential in der Nähe des
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Minimus beschreiben. Es sind wichtige Parameter der Dipolfalle, denn sie sind ein Maß für den Einschluss
in der jeweiligen Richtung. Ihr Quotient wird als Aspektverhältnis bezeichnet. Bei komplizierteren Fallen-
geometrien (vgl. Abschnitt 2.2.2) kann man am Aspektverhältnis die Symmetrie der Dipolfalle erkennen.
ωρ ist die radiale Fallenfrequenz und ωz die axiale Fallenfrequenz:

ωρ =

È

−
4

mw2
0

U0 ,

ωz =

È

−
2

mz2
R

U0 ,

(2.21)

wobei m die Masse der in der Dipolfalle gespeicherten Atome ist. U0 = Ũω I(0,0,0) ist die Potentialtiefe im
Fallenzentrum bei ρ = 0 und z = 0 und wird als Fallentiefe bezeichnet. Diese wird auch häufig in Einheiten
der Temperatur ausgedrückt:

TPot =
U0

kB
=

Ũω
kB

I(0,0,0) =
Ũω
kB

·
2P

πw2
0

. (2.22)

Für das Aspektverhältnis ergibt sich letzlich:
ωρ

ωz
=
p

2
zR

w0
=
p

2
πw0

λ
. (2.23)

In der Praxis sind die Laserwellenlängen zumeist deutlich kleiner als die Foki der Dipolfallen, so dass der
radiale Einschluss auch deutlich größer ist als der axiale, also

ωρ

ωz
� 1.

2.2.2 Gekreuzte Dipolfalle

Wie gezeigt, wird die Geometrie der Dipolfalle durch das Aspektverhältnis und damit letzlich vom mini-
malen Strahlradius bestimmt. Will man aber variabler in der Fallengeometrie sein und z.B. statt einer Zy-
lindersymmetrie einen kugelsymmetrischen Einfangbereich haben, muss man von einem einzelnen Strahl
zu einer gekreuzten Dipolfalle übergehen. Hier werden die Atome im Kreuzungspunkt mehrerer Gauß-
scher Strahlen gefangen. Bei dem im Rahmen dieser Arbeit realisierten experimentellen Aufbau werden
zwei senkrecht zueinander stehende Strahlen in eine Vakuumapparatur gestrahlt und dort in ihren Foki
gekreuzt.
Durch das Quadrieren des elektrischen Feldes entstehen Interferenzterme, die nur verschwinden, wenn die
Skalarprodukte zwischen den Polarisationen Null ergeben. Deshalb wird in jedem der beiden Strahlen ei-
ne lineare Polarisation, die senkrecht zur Polarisation auf der anderen Achsen steht, eingestellt. Geht man
von unterschiedlichen Leistungen Pi und unterschiedlicher Fokusgröße w0,i in den beiden Strahlen aus, so
ergibt sich die resultierende Intensitätsverteilung als Addition der Einzelintensitäten nach (2.17):

Iges(~r) =
2Px

πw2(x)
e
−2(y2+z2)

w2(x) +
2Py

πw2(y)
e
−2(x2+z2)

w2(y) . (2.24)

In der harmonischen Näherung ergibt sich dann aus dem Vergleich von (2.20) mit einem dreidimensiona-
len harmonischen Potential der Form U(~r) = m

2
(ω2

x x2 +ω2
y y2 +ω2

z z2) für die Fallenfrequenzen auf den
einzelnen Achsen:

ωx =

√

√

√

√−
8Ũω
πm

 

Py

w4
0,y

+
Px

2w2
0,x x2

R

!

ωy =

√

√

√

√−
8Ũω
πm

 

Px

w4
0,x

+
Py

2w2
0,y y2

R

!

(2.25)

ωz =

√

√

√

√−
8Ũω
πm

 

Px

w4
0,x

+
Py

w4
0,y

!

.
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Die Fallentiefe beträgt wie im eindimensionalen Fall Ũω · I(0,0,0), wobei für die Berechnung der Gesam-
tintensität die fortan als Gesamtstrahlleistung bezeichnete Summe Px + Py der einzelnen Strahlleistungen
verwendet werden muss. Diese kann analog zu 2.22 auch in Einheiten der Temperatur angegeben werden:

TPot =
Ũω · I(0,0,0)

kB
. (2.26)

Zur Beeinflussung der Fallensymmetrie steht hier also zusätzlich zur Fokusgröße noch die Leistung auf den
einzelnen Achsen zur Verfügung, so dass auch bei unterschiedlich gewählten Foki über die einzelnen Lei-
stungen verschiedenste Symmetrien von einer Kugel bis zu einer Zigarre realisierbar sind. Die Terme mit
den Rayleighlängen spielen dabei nur eine Rolle, wenn auf der jeweils anderen Achsen eine sehr geringe
Leistung eingestrahlt wird. Nimmt man eine der beiden Strahlleistungen als Null an, ergeben sich wieder
genau die Lösungen der 1D-Dipolfalle (2.21).

2.2.3 Einfluss der Gravitation

Wenn wie bei den in Kapitel 3 geschilderten Experimenten zur Bose-Einstein-Kondensation die Leistung
in den beiden Strahlen so weit abgesenkt wird, dass sie nur noch wenige Milliwatt beträgt, dann darf das
Gravitationspotential UG(z) = mgz mit der Erdbeschleunigung g ≈ 9,81 m/s2 für die Berechnung der
Fallentiefe und der Fallenfrequenz in der z-Richtung nicht mehr vernachlässigt werden. Für das Gesamtpo-
tential gilt dann:

UGes(z) = Ũω · I(0,0,z) +mgz . (2.27)

Dabei ist für I(0,0,z) die Gesamtintensität aus 2.24 zu verwenden. Das modifizierte Potential ist in Abbil-
dung 2.2 für vier unterschiedliche Gesamtstrahlleistungen in Abhängigkeit von der z-Koordinate dargestellt.
Das Potential deformiert sich bei sinkender Strahlleistung zunehmend und der Wert für die Fallentiefe ge-
mäß 2.27 weicht mit sinkender Strahlleistung immer weiter von 2.26 ab. Sowohl die Fallentiefe nach 2.27
als auch die Fallenfrequenzen lassen sich numerisch berechnen. Abbildung 2.3 zeigt für beide Größen das
Verhältnis mit Gravitation zum Wert ohne Gravitation. Analog zu [33] lassen sich an beide Graphen empi-
risch Funktionen des Typs f (x) = a

(x−x0)b
+ y0 anpassen, die ohne Ausführung des numerischen Algorithmus

eine einfache Berechnung beider Größen für typische experimentelle Parameter ermöglicht. Unter dem Ein-
fluss der Gravitation verschiebt sich auch der Ort des Potentialminimums nach unten (siehe Abbildung 2.4),
die Atome hängen unter dem Einfluss der Gravitation tiefer in der Dipolfalle.

2.3 Eigenschaften optischer Gitter

Um Atome in einem periodischen Potential ähnlich dem in Festkörpern speichern zu können, nutzt man
aus, dass sich im Falle gegenläufiger Strahlen eine stehende Welle ausbildet- ein sogenanntes optisches
Gitter (für Übersichten zum Thema optische Gitter siehe [34, 35]). Man erreicht dies z.B. dadurch, dass
man einen fokussierten Laserstrahl in sich zurückreflektiert oder gegenläufige Strahlen überlagert. In ei-
nem blauverstimmten Gitter werden die Atome dabei in den Intensitätsminima der Stehwelle gefangen, im
rotverstimmten Gitter dagegen werden die Atome in den Maxima gefangen.
Betrachtet man das elektrische Feld von zwei sich in z-Richtung ausbreitenden gegenläufigen überlager-
ten linear polarisierten Laserstrahlen nur entlang dieser Propagationsrichtung unter Vernachlässigung der
einhüllenden Gaußschen Intensitätsverteilungen senkrecht zu ihr, so gilt:

~Ez(z,t) = Ez ei(kzz−ωz t) ·~ei + Ez e−i(kzz+(ωz+δ)t) ·~ei

= Ez

�

ei(kzz−ωz t) + e−i(kzz+(ωz+δ)t)
�

·~ei , (2.28)

wobei ~ei der Einheitsvektor der linearen Polarisation ist, der hier in beiden Strahlen als gleich angenommen
wurde. δ bezeichnet eine mögliche relative Frequenzverstimmung der beiden Strahlen zueinander. Für die
Intensität der überlagerten Strahlen ergibt sich weiter:

I(z,t)∼ |~Ez(z,t)|2 = ~E∗z (z,t) · ~Ez(z,t) = 4 E 2
z cos2

�

kzz+
δ

2
t
�

. (2.29)
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Abbildung 2.2.: Potential UGes in Abhängigkeit vom Ort nach Gleichung 2.27 für unterschiedliche Werte
der Gesamtstrahleistung: a): 5 W, b): 1,25 W, c): 0,25 W, d): 0,07 W, unter der Annahme
typischer experimenteller Strahlradien. Das Potential wird zunehmend asymmetrisch, die
Fallentiefe sinkt gegenüber Gleichung 2.26 und das Minimum des Potentials sinkt ab.

Abbildung 2.3.: Verhältnis der Fallentiefe und der Fallenfrequenz in z-Richtung mit zu ohne Gravitation in
Abhängigkeit von der Gesamtleistung der Dipolfallenstrahlen.

Im Falle einer Verstimmung ∆ν zwischen beiden Gitterstrahlen entsteht ein Stehwellenmuster, was sich
mit einer Geschwindigkeit von v = δ

2kz
= λ

2
∆ν bewegt. Diese stehende Welle ist mit dem Gaußschen
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Abbildung 2.4.: Verschiebung des Potentialminimums der gekreuzten Dipolfalle unter dem Einfluss der Gra-
vitation in Abhängkeit von der Gesamtleistung der Dipolfallenstrahlen

Intensitätsprofil (2.17) überlagert, so dass sich mit (2.14) bzw. (2.15) für ein optisches Gitterpotential in
einer Dimension - ein sogenanntes 1D-optisches Gitter - ergibt:

U1D(~r,t) = Uω I(~r,t) = 4Uω
2P

πw2(z)
cos2

�

kzz+
δ

2
t
�

e
−2(x2+y2)

w2(z) . (2.30)

Die maximale Tiefe des Gitterpotentials U1D(0) wird dabei in Einheiten der Rückstoßenergie ER =
ħh2k2

2m
angegeben, die durch den Stoß eines Atoms der Masse m mit einem Photon mit Impuls ħhk auf das Atom
übertragen wird, um die Werte zwischen unterschiedlichen Atomspezies und verschiedenen Laserwellen-
längen vergleichbar zu machen:

U1D(0)
ER

=
2m

ħh2k2
8Uω

P

πw2
0

(2.31)

In der stehenden Welle entstehen einzelne Gitterplätze mit Abstand λ

2
, in denen der axiale Einschluss sehr

groß wird. Die axiale Fallenfrequenz in den Gitterplätzen im Fokus des Gaußschen Strahls ergibt sich dann
nach Entwicklung des cos2-Terms in 2.30:

ωz =

È

−
16UωP

πm

k2
z

w2
0

. (2.32)

Der radiale Einschluss in den Gitterplätzen ist weiterhin durch den einhüllenden Gaußschen Strahl gemäß
(2.21) gegeben, so dass sich in einem 1D-optischen Gitter eine quasi 2D-Geometrie bildet, bei der die
Atome in den Gitterplätzen eine größere Bewegungsfreiheit in der radialen Ebene haben bei einem sehr
starken Einschluss in axialer Richtung (Abbildung 2.5a). Strahlt man zwei gekreuzte orthogonale stehende
Wellen ein, bilden diese ein 2D-optisches Gitter mit sehr starkem Einschluss in der Einstrahl-Ebene, so dass
hier Röhren entstehen, entlang denen sich Atome, die an den Gitterplätzen gefangen sind, in einer quasi-
1D-Geometrie bewegen können (Abbildung 2.5b).
Ein 3D-optisches Gitter wird durch drei orthogonale stehende Wellen gebildet. Geht man wieder von einem
elektrischen Feld der Form (2.28) im Zentrum der Gaußschen Strahlen aus und setzt weiterhin eine lineare
Polarisation mit Einheitsvektoren ~e1, ~e2, ~e3 in den einzelnen Zweigen voraus, so ergibt sich für die Inten-
sitätsverteilung im 3D-Gitter nicht nur eine Überlagerung aus drei gekreuzten stehenden Wellen der Form
(2.29), sondern es treten auch Interferenzterme zwischen den einzelnen Gitterachsen auf, die zu laufenden
Wellen mit den Differenzfrequenzen der einzelnen Zweige führen. Man löst dieses Problem in der Praxis
dadurch, dass man die linearen Polarisationen auf den Achsen jeweils senkrecht zueinander einstellt, so
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Abbildung 2.5.: Schematische Darstellung der verschiedenen Gittergeometrien: a) eine stehende Welle bil-
det ein 1D-Gitter, b) zwei gekreuzte orthogonale stehende Wellen bilden ein 2D-Gitter und
c) drei gekreuzte orthogonale stehende Wellen bilden ein 3D-Gitter (Graphiken entnom-
men aus [36]).

dass die Skalarprodukte der Einheitsvektoren Null ergeben. Sollten die Polarisationen dann noch immer
nicht perfekt orthogonal sein, werden die Frequenzen auf den einzelnen Gitterachsen so eingestellt, dass
die Differenzfrequenzen groß sind gegen die Fallenfrequenzen an den Gitterplätzen, so dass die Interferen-
zen auf den typischen Zeitskalen, auf denen Atombewegungen im Gitter erfolgen, im statistischen Mittel
Null ergeben.
Als effektives Gitter-Potential ergibt sich dann mit (2.14) bzw. (2.15) eine Überlagerung dreier orthogonaler
1D-Gitter vom Typ (2.29):

U3D(~r,t) =
8UωPx

πw2(x)
cos2(kx x) e

−2(y2+z2)
w2(x)

+
8UωPy

πw2(y)
cos2(ky y) e

−2(x2+z2)
w2(y) (2.33)

+
8UωPz

πw2(z)
cos2(kzz) e

−2(x2+y2)
w2(z) .

Die axialen Fallenfrequenzen ergeben sich dann jeweils gemäß 2.32 auf den drei Achsen, der Ausdruck für
die Fallentiefe ergibt sich gemäß 2.31 durch die Addition der Tiefen der drei überlagerten 1D-Gitter.
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3 Bose-Einstein-Kondensation in Dipolpotentialen

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurde ein Bose-Einstein-Kondensat (BEC) aus 87Rb-Atomen in einer
gekreuzten Dipolfalle mit rein optischen Mitteln erzeugt. Dieses bildet den Ausgangspunkt für alle wei-
terführenden Experimente, die in den folgenden Kapiteln präsentiert werden. In diesem Kapitel werden
zuerst die theoretischen Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation dargestellt, anschließend wird die ex-
perimentelle Realisierung des BEC von den ersten Schritten der Laserkühlung bis zur Quantenentartung
geschildert.

3.1 Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation

1925 hat A. Einstein auf der Grundlage von Arbeiten von S.N. Bose zur Schwarzkörperstrahlung [37]
eine makroskopische Besetzung eines Quantenzustandes bei Temperaturen oberhalb des absoluten Tem-
peraturnullpunktes vorhergesagt [38, 39], die sogenannte Bose-Einstein-Kondensation. Diese ist ein rein
quantenstatistisches Phänomen, welches auftritt, wenn bei niedrigen Temperaturen und hohen Dichten
in einem System aus ununterscheidbaren Bosonen - Teilchen ganzzahligen Eigendrehimpulses - die an-
geregten Zustände nicht mehr alle Teilchen aufnehmen können und diese sich deshalb im Grundzustand
versammeln. Diese Bosonen lassen sich dann durch eine gemeinsame Wellenfunktion beschreiben.
Die meisten Stoffe bilden in dem Temperaturbereich, in dem die Bose-Einstein-Kondensation vorhergesagt
wurde und der durch typische Kühltechnologien erreichbar ist, Flüssigkeiten oder Festkörper. Zwar konn-
te die Suprafluidität von 4He unterhalb des sogenannten Lambda-Punktes unter der Annahme, dass dort
ein kondensiertes Teilensemble vorliegt, theoretisch erklärt werden [40, 41]. Ein direkter Nachweis der
Kondensation oder höhere Kondensatanteile als 8% sind in diesen Systemen aber aufgrund der großen
Wechselwirkungen nicht erreichbar [42]. Dies ist aber ein noch immer nicht vollständig gelöstes Problem,
da es sich beim Lambda-Übergang nicht um eine reine Bose-Einstein-Kondensation handelt [43]. Viel-
mehr ist das Thema Bose-Einstein-Kondensation in 4He nach wie vor Gegenstand aktueller Forschungen
[44, 45].
In den 70 Jahren nach der Vorhersage der Bose-Einstein-Kondensation blieb deren experimentelle Rea-
lisierung ein großes Ziel der Experimentalphysik und war wesentliche Motivation für die Entwicklung
spezieller Kühlverfahren für atomare Gase, die letzlich 1995 erstmalig zur erfolgreichen Erzeugung ei-
nes Bose-Einstein-Kondensats aus 87Rb-Atomen geführt haben [22]. Solche atomaren Gase zeichnen sich
bei den geringen Teilchendichten von 1014 cm−3, bei denen die Bose-Einstein-Kondensation auftritt, durch
sehr geringe Wechselwirkungen aus, so dass sie sich in erster Näherung als ideale Gase beschreiben lassen.

3.1.1 Ideales Bose-Gas

In einem System aus Bosonen gilt für die Besetzungszahl eines nichtentarteten Zustands der Energie ε bei
gegebener Temperatur T gemäß [37, 38, 39]:

fBE(ε) =
1

e(ε−µ)/kB T − 1
. (3.1)

µ ist dabei die Energie, die benötigt wird, um dem Ensemble ein weiteres Teilchen hinzuzufügen, und wird
als chemisches Potential bezeichnet. Da negative Besetzungszahlen physikalisch nicht möglich sind, muss
immer gelten, dass ε0 − µ > 0, wobei ε0 die Grundzustandsenergie ist. Die Gesamtanzahl der Teilchen ist
dann gegeben durch:

Nges =
∑

ε

f (ε) . (3.2)

Im Fall großer Teilchenzahlen, wenn N → ∞, kann die Summation durch ein Integral über die mit der
Besetzungszahl gewichtete Anzahl der Zustände pro Energieintervall, die sogenannte Zustandsdichte g(ε),
ersetzt werden (die folgenden Zusammenhänge werden z.B. ausführlich in [46] hergeleitet):

Nges = N0 +

∫ ∞

0

f (ε)g(ε)dε . (3.3)
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Die Zustandsdichte g(ε) hängt dabei vom jeweiligen Potential ab, in dem sich das atomare Ensemble befin-
det. Der für die Experimentalphysik wichtigste Fall ist der eines harmonischen Potentials der Form

V (x ,y,z) =
m

2

�

ω2
x x2 +ω2

y y2 +ω2
z z2
�

, (3.4)

da sowohl Magnetfallen als auch Dipolfallen sich in guter Näherung durch solch ein Potential beschreiben
lassen. Dabei gilt für die Zustandsdichte:

g(ε) =
ε2

2ħh3ωxωyωz

, (3.5)

wobei ωi die Fallenfrequenz auf der jeweiligen Achse ist. Für ε = 0 wird in der Gleichung 3.5 g(ε) = 0,
so dass auch das Integral in Gleichung 3.3 verschwinden würde. Deshalb muss dort die Anzahl der Atome
im Grundzustand N0 separat hinzuaddiert werden. Der Integralausdruck stellt also die Anzahl der nicht
kondensierten thermischen Atome Ntherm dar. Nach Einsetzen von Gleichung 3.5 in Gleichung 3.3 ergibt
sich:

Ntherm =
1

2ħh3ωxωyωz

∫ ∞

0

ε2

e(ε−µ)/kB T − 1
dε . (3.6)

Wenn man die Temperatur immer weiter absenkt, dann muss das chemische Potential immer weiter steigen,
bis es sich der Grundzustandsenergie ε0 annähert, da sonst die Gesamtteilchenzahl sinken würde. Es muss
dann bei µ → ε0 eine kritische Temperatur TC geben, bei der die thermische Verteilung gerade noch alle
Teilchen aufnehmen kann. Entwickelt man für diese Situation den Integranden in Gleichung 3.6, so ergibt
sich für die Anzahl thermischer Atome bei der kritischen Temperatur:

Ntherm = Nges =
Γ(3)ζ(3)(kB TC)3

2ħh3ω3 , (3.7)

wobei ω = (ωxωyωz)1/3 der geometrische Mittelwert der Fallenfrequenzen ist. Γ bezeichnet die Gamma-
Funktion und ζ die Riemannsche Zeta-Funktion (vgl. [47]). Für die Kondensationstemperatur ergibt sich
dann:

kB TC =
ħhωN1/3

ζ(3)1/3
≈ 0,94ħhωN1/3 (3.8)

Diese Gleichung verknüpft also den geometrischen Mittelwert der Fallenfrequenzenω und die Anzahl ther-
mischer Atome N bei der kritischen Temperatur TC miteinander. Die Kenntnis zweier dieser Größen er-
möglicht so die Bestimmung der dritten Größe und eignet sich dadurch dazu, im experimentellen Ablauf
systematische Fehler zu eliminieren (siehe dazu [48]), da die drei Größen durch unterschiedliche Messun-
gen ermittelt werden.
Gleichung 3.8 wurde unter der Voraussetzung hergeleitet, dass die Grundzustandsenergie ε0 = 0 ist. Beach-
tet man jedoch, dass die Grundzustandsenegie eines 3d-harmonischen Oszillators ε0 = ħh/2(ωx +ωy +ωz)
beträgt, dann ergibt sich für die kritische Temperatur TC eine relative Korrektur:

∆TC

TC
≈ 0,73

ωm

ω
N−1/3 . (3.9)

Dabei bezeichnetωm = (ωx+ωy+ωz)/3 den arithmetischen Mittelwert der Fallenfrequenzen. Da der Aus-
druck aus Gleichung 3.9 für N →∞ verschwindet, wird er auch als Korrektur bei endlichen Teilchenzahlen
bezeichnet, die umso größer ausfällt, je kleiner diese Teilchenzahl ist.
Die Anzahl kondensierter Atome N0 ergibt sich für Temperaturen T < TC gemäß dem Zusammenhang

N0 = Nges − Ntherm = Nges

�

1−
�

T

TC

�3
�

. (3.10)

Um die Dichteverteilung der thermischen Atome zu ermitteln, kann man in der Bose-Einstein-

Verteilungsfunktion 3.1 die Energie durch den semi-klassischen Ausdruck ε(~p,~r) = ~p2

2m
+ V (~r) ersetzen.
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Die Dichteverteilung der thermischen Atome ntherm ergibt sich dann nach Integration der Verteilungsfunk-
tion geteilt durch (2πħh)3 über alle Impulszustände:

ntherm (~r) =
1

2πħh3

∫

d~p
1

e(ε(~p,~r)−µ)/kB T − 1
(3.11)

Mit der Definition der Fugazität z(~r) = e[µ−V (~r)]/kB T und den sogenannten Bose-Funktionen gn(z) (vgl.
hierzu z.B. [49]), in der Literatur z.T. auch Polylogarithmus Lin(z) genannt, mit

gn(z) =
∞
∑

t=1

z t

tn =
1

Γ(n)

∫ ∞

0

xn−1

z−1ex − 1
,0≤ z ≤ 1, (3.12)

ergibt sich nach Entwicklung des Integranden in Gleichung 3.11 für die thermische Dichteverteilung
ntherm(~r):

ntherm(~r)λDB(T )
3 = g3/2(z(~r)) := ρPSD . (3.13)

λDB ist dabei die sogenannte thermische De-Broglie-Wellenlänge, mit

λDB(T ) =

È

2πħh2

mkB T
. (3.14)

Die Größe ntherm(~r)λ3
DB in Gleichung 3.13 wird auch Phasenraumdichte ρPSD genannt. Für die Bestim-

mung der Phasenraumdichte eines thermischen Ensembles empfiehlt es sich, ein effektives Volumen Ve f f
zu definieren, so dass N/Ve f f der maximalen Dichte des Ensembles im Fallenzentrum entspricht. Es gilt:

Ve f f = (2π)3/2σxσyσz =
�

2πkB T

m

�3/2 1

ω3 , (3.15)

σi =

È

kB T

mω2
i

. (3.16)

Hierbei ist σi die effektive Breite des thermischen Ensembles in der Falle. Außerdem ist die Bestimmung
von ρPSD über die Fugazität in Gleichung 3.13 möglich, die sich mit Hilfe eines anderen Ausdrucks für die
Anzahl thermischer Atome berechnen lässt [48]:

Nth = g3(z(0))
�

kB T

ħhω

�3

. (3.17)

Da das chemische Potential mit sinkender Temperatur T → TC gegen die Grundzustandsenergie ε0 strebt
(µ→ ε0), gilt in diesem Fall auch z(0)→ 1. Für die kritische Phasenraumdichte gilt dann:

ρPSD(TC) = ntherm(0)λDB(TC)
3 = g3/2(1)≈ 2,612 . (3.18)

Anschaulich bedeutet dies, dass der Abstand zwischen benachbarten Atomen so weit herabgesunken ist,
dass deren Wellenfunktionen beginnen zu überlappen. Für Temperaturen unterhalb von TC wird der Grund-
zustand makroskopisch besetzt, ein Bose-Einstein-Kondensat bildet sich. Für N wechselwirkungsfreie Atome
kann die Wellenfunktion des Grundzustands als Produkt der Einteilchenwellenfunktionen geschrieben wer-
den:

φ(~r1,...,~rN ) =
N
∏

i1

ϕ0(~ri) (3.19)

Die Grundzustandswellenfunktion ϕ0(~ri) eines Teilchens ergibt sich hier aus der Lösung des dreidimensio-
nalen harmonischen Oszillators:

ϕ0(~ri) =





1

π3/4
p

aho,x aho,y aho,z



 e−(x
2/2a2

ho,x+y2/2a2
ho,y+z2/2a2

ho,z) , (3.20)
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wobei

a2
ho,i =

ħh
mωi

(3.21)

die charakteristischen Breiten des Kondensats entlang der jeweiligen Achsen sind. Für die Dichteverteilung
des wechselwirkungsfreien Bose-Einstein-Kondensats ergibt sich also:

n(~r) = N |ϕ0(~r)|2 . (3.22)

Ein Spezialfall ergibt sich, wenn unterschiedliche Spinzustände einer Atomsorte im betrachteten Potential
nebeneinander vorhanden sind. In diesem Fall gelten alle zuvor abgeleiteten Gleichungen für jeden Spin-
zustand separat. Speziell die kritische Phasenraumdichte muss dann für jeden Spinzustand einzeln erreicht
werden. Da die z-Komponente des Spins 2S+1 verschiedene Einstellmöglichkeiten bei gegebenem Gesamt-
spin S hat (vgl. z.B. [50]), modifiziert sich deshalb der Ausdruck 3.18 für die kritische Phasenraumdichte
bei einer Gleichverteilung der Atome auf die 2S+ 1 Spinzustände zu:

ρPSD(TC) =
ntherm(0)
2S+ 1

λDB(TC)
3 = g3/2(1)≈ 2,612 . (3.23)

Wenn keine Gleichverteilung auf die unterschiedlichen Spinzustände vorliegt, müssen natürlich alle zuvor
abgeleiteten Gleichungen für die unterschiedlichen Spinzustände separat aufgestellt werden. So ergeben
sich z.B. drei kritische Temperaturen (vgl. hierzu [51]).

3.1.2 Wechselwirkendes Bose-Gas

Im Falle eines wechselwirkenden Bose-Gases lässt sich die Gesamtwellenfunktion nicht mehr als Produkt
aus Einteilchenwellenfunktionen wie in Gleichung 3.19 darstellen. Das Problem muss vielmehr in Abhän-
gigkeit von 3N Ortsvariablen gelöst werden. Der Hamilton-Operator für N wechselwirkende Teilchen in
einem externen Potential Vex t lässt sich dann in zweiter Quantisierung darstellen (vgl. [52]):

Ĥ =

∫

d~rΨ̂�(~r)

�

−
ħh2

2m
∇2 + Vex t(~r)

�

Ψ̂(~r) +
1

2

∫

d~rd ~r ′Ψ̂�(~r)Ψ̂�(~r ′)V (~r − ~r ′)Ψ̂(~r)Ψ̂(~r ′) , (3.24)

wobei Ψ̂�(~r) und Ψ̂(~r) die bosonischen Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren sind, die am Ort ~r ein
Teilchen erzeugen bzw. vernichten, und V (r − r ′) ist das Zwei-Körper-Wechselwirkungspotential. Da diese
Darstellung für reale Problemstellungen aus der experimentellen Praxis aber kaum anwendbar ist (ein
Beispiel siehe in Referenz [53]), lässt sich das Problem, die Schrödinger-Gleichung exakt zu lösen, dadurch
umgehen, dass aufgrund der geringen Dichten, wie sie in typischen Quantengasexperimenten herrschen,
das Wechselwirkungspotential durch ein effektives Kontaktpotential der Form

V (~r ′ −~r) = gδ(~r ′ −~r) (3.25)

ersetzt werden kann ([46, 52]). Dabei ist der Wechselwirkungsparameter g mit der s-Wellen-Streulänge aS
der Atome über die Relation

g =
4πħh2aS

m
(3.26)

verknüpft. Diese Annahme ist gerechtfertigt, wenn die mittlere freie Weglänge eines Atoms d � |aS |. Dies
ist gleichbedeutend mit der Bedingung, dass sich in jedem effektiven ’Stoßvolumen’ |aS |3 deutlich weniger
als ein Atom befinden muss. Diese ist in typischen Quantengasexperimenten erfüllt, da n|aS |3� 1 gilt, mit
der mittleren Dichte des Kondensats n. Die Wechselwirkung reduziert sich dann auf ein mittleres Potential
(engl.: mean field), welches dichteabhängig ist, und die Schrödinger-Gleichung nimmt die folgende Form
an ([52]):

iħh
∂

∂ t
Φ(~r,t) =

�

−
ħh2∇2

2m
+ Vex t(~r) + g |Φ(~r,t)|2

�

Φ(~r,t) . (3.27)
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Diese Gleichung ist als zeitabhängige Gross-Pitaevskii-Gleichung bekannt. Für den Grundzustand, also für
ein reines Bose-Einstein-Kondensat, lässt sich die Kondensatwellenfunktion in einen orts- und in einen
zeitabhängigen Teil separieren:

Φ(~r,t) = φ(~r)e−
iµt
ħh . (3.28)

Gleichung 3.27 vereinfacht sich dann zur zeitunabhängigen Gross-Pitaevskii-Gleichung:

�

−
ħh2∇2

2m
+ Vex t(~r) + gφ2(~r)

�

φ(~r) = µφ(~r) . (3.29)

Die Dichteverteilung n(~r) = φ2(~r) wird also im Fallenpotential vom Verhältnis von der kinetischen Energie
zur Wechselwirkungsenergie bestimmt. Setzt man dann die kinetische Energie, die sich aus der Unschärfe-
relation ergibt, Ekin ≈ ħh2/2mξ2 gleich der Wechselwirkungsenergie Eww ≈ 4πħh2aSn/m, so ergibt sich für
die charakteristische Länge ξ [52]:

ξ=
1

p

8πnaS

. (3.30)

Diese Distanz wird auch als sogenannte Ausheillänge (engl. healing length) bezeichnet und gibt an, auf
welcher Distanz die Dichteverteilung der Atome von dem Wert Null auf den Wert n anwachsen kann.
Die zeitunabhängige Gross-Pitaevskii-Gleichung lässt sich auch über einen Variationsansatz theoretisch ab-
leiten [46]. Dabei ergibt sich ebenfalls Gleichung 3.29 und es wird zusätzlich erkennbar, dass das chemische
Potential der Zunahme der Gesamtenergie des Kondensats entspricht, wenn man ein Teilchen hinzufügt.
Gleichung 3.29 kann für verschiedene Streulängenbereiche numerisch gelöst werden [54, 55, 56, 57]. Für
eine negative Streulänge aS < 0, also eine attraktive Wechselwirkung, steigt die Dichte innerhalb eines
Kondensats in der Mitte der Falle stark an. Wenn oberhalb einer kritischen Teilchenzahl Nkr die Energie pro
Teilchen in Abhängigkeit von der Breite des Kondensats in einem gegebenen Potential kein Minimum mehr
hat, dann tritt ein Kollaps des Kondensats auf [58, 59, 60, 61]. Als Abschätzung gilt dabei, dass die kriti-
sche Teilchenzahl in der Größenordnung des Quotienten von Streulänge und Oszillatorlänge der mittleren
geometrischen Fallenfrequenz a2

ho = ħh/mω (vgl. Gleichung 3.21) liegt: Nkr ≈ |aS |/aho [52].
Für eine stark positive s-Wellen-Streulänge aS > 0, also eine stark repulsive Wechselwirkung, kann der Term
der kinetischen Energie in Gleichung 3.29 vernachlässigt werden [52] und die Gleichung vereinfacht sich
zu:

�

Vex t(~r) + gφ2(~r)
�

φ(~r) = µφ(~r) . (3.31)

Diese sogenannte Thomas-Fermi-Näherung ist dann gültig, wenn der Quotient aus Wechselwirkungsenergie
und kinetischer Energie Eww/Ekin = N |aS |/aho � 1. Gleichung 3.31 lässt sich einfach lösen, es ergibt sich
folgendes Dichteprofil:

n(~r) = φ2(~r) = max
�

(µT F − Vex t(~r))
g

,0
�

, (3.32)

mit einer zentralen Dichte

n(0) = µT F/g . (3.33)

Dieser Ausdruck ermöglicht auch mit Gleichung 3.13 die Bestimmung der Phasenraumdichte. Anschau-
lich bedeutet dies, dass das Kondensat das externe Potential bis zum chemischen Potential auffüllt. Dies
ist analog zur Eigenschaft eines Fermi-Gases zu sehen, was ein Potential ebenfalls bis zur sogenannten
Fermi-Energie auffüllt (z.B. Elektronen im Festkörper [62]). Das chemische Potential ergibt aus der Nor-
mierungsbedingung und der Teilchenzahlerhaltung [52]:

µT F =
ħhω
2

�

15NaS

aho

�2/5

. (3.34)
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Das Thomas-Fermi-Dichteprofil 3.32 verschwindet überall dort, wo µT F ≤ Vex t(~r). Für harmonische Po-
tentiale der Form Vex t(~R) =

∑

i mω2
i R2

i /2 ergibt sich somit für den Thomas-Fermi-Radius des Kondensats
entlang der jeweiligen Achse:

Ri =

�

15Nħh2aS

m2ω2
i

�1/5

. (3.35)

Ein weiterer Effekt, der ebenfalls bei repulsiven Wechselwirkungen auftritt, ist eine Änderung der kritischen
Temperatur in Gleichung 3.8. Dieser ist zusätzlich zur Änderung aufgrund einer endlichen Teilchenzahl
gemäß Gleichung 3.9. Eine repulsive Wechselwirkung senkt die zentrale Dichte im atomaren Ensemble und
sorgt dafür, dass die Kondensation später einsetzt, die kritische Temperatur wird also abgesenkt:

∆TC ,ww

TC
=−1,33

aS

aho
N1/6 . (3.36)

3.2 Experimentelle Realisierung

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurden Bose-Einstein-Kondensate aus 87Rb-Atomen in einer gekreuz-
ten Dipolfalle aus Licht eines Faserlasers bei 1070 nm erzeugt und für weiterführende Experimente ge-
nutzt. Dabei wurden viele der Kühlverfahren für atomare Gase, die seit den späten 60er Jahren des vorigen
Jahrhunderts entwickelt wurden, angewendet. In diesem Abschnitt werden der experimentelle Aufbau zur
Erzeugung des BEC und alle seine technischen Bestandteile beschrieben und die Kühlverfahren, die zur
Anwendung kommen, erklärt.
Zuerst werden die Atome durch den sogenannten Chirplaser abgebremst, bis sie in der Hauptkammer in der
magneto-optischen Falle (MOT) gefangen werden. Nach einer Ladephase von etwa 8 s wird das atomare
Ensemble nach einer kurzen Melassenphase in eine gekreuzte optische Dipolfalle umgeladen, wo sie durch
langsames Herunterfahren der gesamten Laserleistung von anfangs etwa 20 W auf ca. 70 mW innerhalb
von 10 s mittels evaporativer Kühlung kondensiert werden. Anschließend wird die Dipolfalle ausgeschaltet,
so dass das atomare Ensemble herunterfällt und expandiert. Mit Hilfe der Absorptionsdetektion können
dann Ensembleparameter wie Temperatur und Teilchenzahl bestimmt werden.

3.2.1 Vakuum-Apparatur

Alle in dieser Arbeit beschriebenen Experimente wurden an einer Ultrahochvakuum-Apparatur durchge-
führt. Abbildung 3.1 zeigt eine schematische Darstellung dieser Vakuumapparatur. Diese gliedert sich
in drei größere Abschnitte. Aus einem Atomofen werden Rb-Atome bei etwa 110 ° C geheizt, die sich
dann durch die Ofenkammer bewegen. Oberhalb der Ofenkammer ist eine Turbomolekularpumpe mit an-
geschlossener Drehschieberpumpe montiert, die für einen Druck von etwa 5 · 10−7 mbar sorgen. Durch eine
differentielle Pumpstufe - ein 15 cm langes Röhrchen, mit einem Innendurchmesser von 3 mm - gelangen
die Atome weiter in die Pumpenkammer. Dort sind zwei weitere Pumpen angeschlossen: Eine Ionenget-
terpumpe und eine Titansublimationspumpe. An die Pumpenkammer schließt sich die Hauptkammer an,
wo die Atome gefangen und gekühlt werden. In Pumpen- und Hauptkammer herrschen Drücke von etwa
1 · 10−10 mbar. Durch diverse Sichtfenster können die Atome mit verschiedenen Laserfeldern manipuliert
und mit Kameras beobachtet werden. Der Aufbau der Vakuumapparatur am Institut für Angewandte Physik
der TU Darmstadt geschah in Kooperation mit Johanna Nes, eine detaillierte Beschreibung der Apparatur
und der verwendeten Vakuumpumpen findet sich deshalb in ihrer Dissertation [64].

3.2.2 Laserkühlung

Seit der Vorhersage der Bose-Einstein-Kondensation waren verdünnte atomare Gase ein sehr vielverspre-
chender Kandidat für eine experimentelle Realisation dieses Phänomens und damit wesentliche Motivation
für die Entwicklung von Kühlverfahren für solche Gase. Schon 1933 konnte R. Frisch zeigen, dass mit
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Abbildung 3.1.: Schematische Darstellung der Vakuumkammer in Draufsicht (entnommen aus [63])

Licht einer Natrium-Dampflampe Atome in ihrer Bewegung abgelenkt werden können [65]. Nach der Ent-
wicklung des Lasers 1960 durch T.H. Maiman [6] haben 1975 T. Hänsch und A.L. Schawlow ein Laser-
Kühlverfahren für neutrale Atome [7] und unabhängig davon H. Dehmelt und D. Wineland für Ionen
vorgestellt [8]. 1982 konnten W.D. Phillips und H. Metcalf das Abbremsen eines Atomstrahls mit Lasern
demonstrieren [9], 1985 wurde ein dazu alternatives Verfahren von W. Ertmer et al. vorgestellt [10]. Die
erste optische Melasse wurde 1985 von einer Gruppe um S. Chu erzeugt [11], was zwei Jahre später die
erste erfolgreiche Demonstration einer magneto-optischen Falle in der Arbeitsgruppe von S. Chu und D.
Pritchard am MIT ermöglichte [12]. 1988 konnten dann erstmals mit Laserkühlverfahren Temperaturen
unterhalb des Doppler-Limits (vgl. Gleichung 2.3) in Natrium (Gruppe um W.D. Phillips und H. Metcalf
[66]) und Helium (Gruppe um C. Cohen-Tannoudji [67]) erreicht werden. Eine theoretische Erklärung
hierfür lieferten ein Jahr später J. Dalibard und C. Cohen-Tannoudji und unabhängig davon die Gruppe um
S. Chu [68, 69]. 1997, zwei Jahre nach der experimentellen Realisierung der Bose-Einstein-Kondensation,
die unmöglich gewesen wäre ohne die Pionierarbeiten auf dem Gebiet der Laserkühlung, wurden S. Chu,
C. Cohen-Tannoudji und W.D. Phillips für ihre Arbeiten mit dem Nobelpreis belohnt [70, 71, 72].
Auch die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente profitieren wesentlich von diesen Pionier-
leistungen, ohne die das anschließende Umladen in eine gekreuzte Dipolfalle undenkbar wäre. In den
folgenden zwei Abschnitten werden die angewendeten Verfahren der Laserkühlung, die heutzutage zu den
Standardtechniken zählen, erklärt und ihre experimentelle Umsetzung beschrieben (eine ausführliche und
anschauliche Darstellung aller Aspekte der Laserkühlung findet sich in [29]).

Chirpkühlung

Die aus dem beschriebenen Atomofen austretenden 110° C heißen Rubidiumatome (v ≈ 330 m/s) werden
durch einen gegenläufigen Laserstrahl abgebremst. Diese Abbremsung beruht auf der Spontankraft (vgl.
Abschnitt 2.1.1), die Atome nehmen nur Photonen bzw. Rückstoßimpulse aus dem gegenläufigen Laser-
strahl auf, während die Re-Emissionen zufällig in den Raumwinkel erfolgen, so dass die Rückstoßimpulse
über viele Absorptions-Re-Emissions-Zyklen im statistischen Mittel Null ergeben und damit keinen Impuls
übertragen, so dass nur die Rückstoßimpulse in Richtung des Laserstrahls und damit der Atombewegung
entgegengerichtet übrig bleiben (in Abbildung 3.2 ist schematisch die Funktionsweise der Laserkühlung
dargestellt.) - die Atome werden abgebremst. Wie aber in Abschnitt 2.1.1 erläutert wurde, ist eine Abbrem-
sung am effektivsten, wenn die Verstimmung im Ruhesystem der Atome möglichst gering ist. Dies bedeutet
aber wegen des Dopplereffekts, dass die abgebremsten Atome schon nach kurzer Zeit nicht mehr in Reso-
nanz mit dem bremsenden Laserstrahl sind. Es gibt dann zwei mögliche Strategien:
Man kann durch einen sogenannten Zeemann-Slower (eine Spule mit sich änderndem Windungsquer-
schnitt), durch den sich der Atomstrahl bewegt, ein sich räumlich änderndes Magnetfeld erzeugen, durch
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Abbildung 3.2.: Schematische Darstellung der Spontankraft: Ein Atom absorbiert Photonen aus einem ge-
genläufigen Laserstrahl, re-emittiert aber in den kompletten Raumwinkel

das die Energieniveaus der Atome aufgrund des Zeeman-Effekts derart modifiziert werden, dass sie wäh-
rend der Abbremsung in Resonanz zum bremsenden Laserstrahl bleiben [9]. Die andere Möglichkeit besteht
darin, die Frequenz des abbremsenden Laserstrahls so zu modifizieren (engl.: frequency chirp), dass dieser
während der ganzen Abbremsung in Resonanz zu den abzubremsenden Atomen bleibt - das sogenannte
Chirpkühlen [10].
Bei den hier präsentierten Experimenten wurde die Strategie des Chirpkühlens gewählt. Diese besitzt im
Vergleich zum Zeeman-Slower den Vorteil, dass es keine störenden Magnetfelder gibt, die weitere Experi-
mente behindern könnten, hat aber den Nachteil, dass die Atome nur in Paketen abgebremst werden, da
der Laserstrahl natürlich immer nur resonant zu den Atomen an einem Ort sein kann.
Aufgrund der speziellen Eigenschaften von 87Rb wird zu seiner Laserkühlung der Übergang zwischen den
Hyperfeinstrukturniveaus F = 2 und F ′ = 3 der D2-Linie (52S1/2 → 52P3/2) gewählt. Ein Teil der Ato-
me wird aber nicht nach F ′ = 3 sondern nach F ′ = 2 angeregt, von wo sie nach F = 1 zerfallen
können und so aus dem Kühlkreislauf verloren gehen würden, so dass sie durch einen sogenannten Rück-
pumplaser wieder von F = 1 nach F ′ = 2 transferiert werden, von wo aus sie auch nach F = 2
zerfallen können (siehe Termschema 3.3). Das Chirplasersystem besteht aus einem sogenannten Master-
Slave-Diodenlasersystem, dessen Licht leicht rotverstimmt zum 87Rb-Kühlübergang bei 780 nm läuft, und
einem Rückpump-Diodenlaser (für Details zum Chirplasersystem siehe [63]). Die Lichtfrequenz beider La-
ser wird in einem Bereich von etwa 500 MHz sägezahnförmig mit einer Wiederholfrequenz von etwa 300 Hz
periodisch durchgestimmt und gegenläufig zu den aus dem Atomofen austretenden Atomen eingestrahlt,
so dass die Atome, die in der Hauptkammer ankommen, nur noch eine Geschwindigkeit von etwa 50 m/s
haben und so in der sogenannten magneto-optischen Falle (engl. magneto-optical trap, Abkürzung MOT)
gefangen werden können.

Magneto-Optische Falle und Melassenkühlung

Prinzipielle Funtionsweise
Im vorigen Abschnitt wurde gezeigt, dass durch einen gegenläufigen rotverstimmten Laserstrahl Atome

abgebremst werden können. Dies bedeutet gemäß der Definition 1/2 kB T = m/2 v 2, dass ein Absenken
der Geschwindigkeit mit einer Verringerung der Temperatur einhergeht. Drei Paare gegenläufig entlang der
drei Raumachsen eingestrahlter rotverstimmter Laserstrahlen können demnach auch in drei Dimensionen
Atome abbremsen und kühlen. Jedoch stellt eine solche Anordnung keine stabile Falle dar, denn sobald
die Atome aus dem Kreuzungsbereich der sechs Laserstrahlen herausgeraten, werden sie nicht mehr gehal-
ten, da eine Rückstellkraft in Richtung Fallenzentrum fehlt. Eine solche Anordnung wird optische Melasse
genannt. Erst ein zusätzliches Spulenpaar in Anti-Helmholtz-Konfiguration erzeugt ein magnetisches Qua-
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Abbildung 3.3.: Termschema der D2-Linie von 87Rb mit Kühl- und Rückpumpübergang

drupolfeld und führt zu einer stabilen Falle für Atome. In Abbildung 3.4 ist schematisch der Aufbau einer
MOT zu erkennen. Dabei ist zu beachten, dass jeweils zwei gegenläufige Strahlen unterschiedliche zirkula-
re Polarisation haben.
Die Funktionsweise einer MOT wird leichter erkennbar, wenn man nur eine Dimension betrachtet. Das
Quadrupolfeld lässt sich dann in der Mitte zwischen den Spulen durch eine Gleichung Bx = B0 · x beschrei-
ben. Geht man vereinfachend von einem atomaren Zwei-Niveau-System mit einem Grundzustand mit einem
Gesamtdrehimpuls von j = 0 und damit einer magnetischen Quantenzahl m j = 0 und einem angeregten Zu-
stand mit einem Gesamtdrehimpuls j′ = 1 und einer magnetischen Quantenzahl m j′ε{−1,0,1}, dann führt
das Magnetfeld zu einer energetischen Aufspaltung ∆E = g f ′m f ′µBBx zwischen den magnetischen Unter-
zuständen, mit dem Bohrschen Magneton µB = eħh/2me, dem Landé-Faktor g f ′ des angeregten Zustands
und der Elektronenmasse me. Die effektive Verstimmung in der Gleichung 2.2 wird dann ortsabhängig, je
nachdem, ob x > 0 oder x < 0:

∆± = δ∓ kv x ±
g f ′m f ′µBB0 x

ħh
(3.37)

Entwickelt man für diese Verstimmung die entstehende Spontankraft beider gegenläufiger Strahlen, er-
gibt sich eine rückstellende abbremsende Kraft, deren Betrag proportional zur Geschwindigkeit und zum
Abstand vom Fallenzentrum ist:

FMOT =−βv x −κx (3.38)

Anschaulich bedeutet dies, dass wenn ein Atom in positive x-Richtung fliegt, dann steigt abhängig von der
Position die Absorptionswahrscheinlichkeit für ein gegenläufiges σ−-Photon immer weiter an, während die
Wahrscheinlichkeit für die Absorption eines mitlaufenden σ+-Photons sinkt - mit jeder Absorption eines
gegenläufigen Photons wird das Atom wieder in Richtung Fallenmitte gedrückt. Für die umgekehrte Bewe-
gungsrichtung gelten entsprechend die umgekehrten Zusammenhänge.
Um eine Dipolfalle effizient laden zu können, sind Temperaturen unterhalb des Dopplerlimits (siehe
Gleichung 2.2) nötig. Dieses beträgt für 87Rb-Atome bei Licht der D2-Linie 144 µK. Solche sogenann-
ten Sub-Doppler-Temperaturen lassen sich auch mit den Mitteln der Laserkühlung erreichen, was 1988
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Abbildung 3.4.: Schematischer Aufbau einer MOT aus sechs gegenläufigen zirkular polarisierten Strahlen
und zwei Spulen in Anti-Helmholtz-Konfiguration

Abbildung 3.5.: Durch Anlegen eines Magnetfeldes spaltet der angeregte Zustand energetisch auf, es ergibt
sich eine ortsabhängige Absorptionswahrscheinlichkeit für Photonen aus den unterschiedli-
chen gegenläufigen Strahlen, so dass eine Kraft in Richtung Fallenmitte entsteht.
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in unterschiedlichen atomaren System nachgewiesen werden konnte [66, 67]. Grund hierfür ist der Me-
chanismus der Sisyphuskühlung bzw. Polarisationsgradientenkühlung [68, 69]: In der Strahlkonfiguration
der MOT aus gegenläufigen Strahlen unterschiedlicher zirkularer Polarisation entsteht eine Stehwelle, in
der sich periodisch die potentielle Energie für die unterschiedlichen magnetischen Unterzustände des an-
geregten Zustands ändert. Beim Abstrahlen von Photonen wird diese zusätzliche potentielle Energie mit
abgestrahlt und führt zu Temperaturen unterhalb des Doppler-Limits. Als neues Limit ergibt sich das soge-
nannte Rückstoß-Limit (engl. recoil limit)

Trec =
1

kB

ħh2k2

2ma
, (3.39)

mit der Atommasse ma. Ein Atom kann also durch Laserkühlung niemals kinetische Energien unterhalb der
eines Photonenrückstoßes erhalten. Das Rückstoß-Limit beträgt für 87Rb-Atome mit Kühllicht der D2-Linie
etwa 180 nK.

Experimentelle Umsetzung
Die durch die Chirp-Kühlung abgebremsten Atome des Atomstrahls werden in der Vakuum-Hauptkammer,

wenn sie in den Kreuzungsbereich der MOT-Laserstrahlen gelangen, in einer dreidimensionalen magneto-
optischen Falle eingefangen. Der Ort der MOT befindet sich dabei etwa 4 mm unterhalb des Atomstrahls.
Bei der in dieser Arbeit vorgestellten Apparatur wird eine MOT durch auf drei Achsen eingestrahltes Kühl-
und Rückpumplicht erzeugt, was durch je einen Rückreflexspiegel in sich selbst zurückreflektiert wird (so-
genannte Dreistrahl-MOT). Die unterschiedliche Polarisation der Strahlen wird dabei jeweils durch eine
λ/4-Verzögerungsplatte vor dem jeweiligen Rückreflexspiegel realisiert (für eine genaue Beschreibung der
Anordnung der Strahlen siehe [63, 33]). Die beiden MOT-Spulen mit jeweils 37 Windungen, einem Durch-
messer von 4 cm und einem Abstand von 2,5 cm befinden sich in der Mitte der Haupt-Vakuum-Kammer. Bei
einem Strom von 7 A erzeugen diese einen Magnetfeld-Gradienten von 12 G/cm [64].
Das Kühl- und Rückpumplicht wird durch ein Diodenlaser-System bereitgestellt. Das Kühllicht wird von ei-
nem sogenannten MOPA-System (engl. Abkürzung für Master-Oscillator-Power-Amplifier) erzeugt, dessen
Aufbau und Frequenzstabilisierung von Michael Fraczek realisiert wurde [63] (eine gute Übersicht über das
gesamte Diodenlasersystem findet sich ebenfalls dort). Es besteht aus einem stabilen sogenannten Master-
Laser, dessen Licht von einem sogenannten Trapez-Verstärker verstärkt wird. Insgesamt wird auf den drei
Achsen eine Leistung von etwa 90 mW zum Kühlen benötigt. Der Rückpumplaser ist ebenfalls ein Dioden-
laser, dessen Licht zusammen mit dem Kühllicht durch einen Wellenleiter zum Experiment gelangt. Der
Rückpumplaser wurde zusammen mit seiner Stabilisierungselektronik von Felix Steinebach aufgebaut, eine
genaue Beschreibung findet sich in dessen Arbeit [73]. Sowohl das MOPA-System für das Kühllicht als auch
der Rückpumplaser werden mit unterschiedlichen Techniken relativ zu einem speziellen Master-Laser in
der Frequenz stabilisiert. Der Aufbau dieses Master-Lasers wird ebenfalls in [73] ausführlich beschrieben.
In der beschriebenen magneto-optischen Falle konnten mehr als 1 · 109 87Rb-Atome gefangen und ge-
kühlt werden. In einer anschließenden Melassenphase, bei der die Verstimmung von anfangs 12 MHz auf
100 MHz erhöht und die Kühlleistung auf 25 mW verringert wurde, konnten damit minimale Tempera-
turen von 12 µK erreicht werden [63]. Abbildung 3.6 zeigt ein Absorptionsbild einer optischen Melasse
nach 4 ms Expansionszeit in Falschfarben. Zur quantitativen Auswertung solcher Bilder kann man z.B. eine
Gaußfunktion an die Dichteverteilung der Atome anpassen (vgl. Gleichung 3.61). Danach ergibt sich für
dieses Bild eine Teilchenzahl von etwa 1,5 · 109 bei Breiten von etwa 880 µm auf beiden Achsen.

3.2.3 Dipolfalle und evaporative Kühlung

Die Erfolge der Laserkühlung von atomaren Gasen waren ein großer Schritt auf dem Weg zur Bose-Einstein-
Kondensation, doch die damit erreichten Temperaturen waren noch immer etwa eine Größenordnung zu
hoch. Die Anwendung anderer optischer Kühlverfahren wie der Raman-Kühlung (vgl. [74]) erlaubt auch
ein Vordringen zu niedrigeren Temperaturen unterhalb des Rückstoßlimits (siehe Gleichung 3.39), aber
erst die Kombination der Laserkühlung mit der Technik der evaporativen Kühlung oder auch Verdamp-
fungskühlung, die erstmals bei spin-polarisiertem Wasserstoff demonstriert wurde [75, 76], hat 1995 die
experimentelle Realisierung der Bose-Einstein-Kondensation ermöglicht [22, 23, 77].
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Abbildung 3.6.: Absorptionsbild einer optischen Melasse in Falschfarben, skaliert in Bildpunkten. Ein Bild-
punkt hat bei dem verwendeten Detektionsaufbau Abmessungen von 5,27 µm x 5,27 µm.
Dabei entsprechen schwarz und rot einer hohen, violett und blau einer niedrigen Teilchen-
dichte. (Bild entnommen aus [63])

Im Rahmen dieser Arbeit wurde ein BEC aus 87RB-Atomen durch evaporative Kühlung in einer gekreuzten
Dipolfalle mit Licht bei 1070 nm erzeugt und für weiterführende Experimente genutzt. Der Mechanismus
der Falle beruht dabei auf dem Prinzip der Dipolkraft, die in Kapitel 2 vorgestellt wurde. Die Eigenschaften
der realisierten gekreuzten Dipolfalle lassen sich mit den in Abschnitt 2.2.2 abgeleiteten Formeln theore-
tisch beschreiben.
In diesem Abschnitt wird zuerst der verwendete optische Aufbau zur Erzeugung der Dipolfalle vorgestellt,
anschließend wird das realisierte Konzept zur Steuerung und Kontrolle der Intensität in den beiden Di-
polfallenarmen vorgestellt. Anschließend werden die charakterisierenden Eigenschaften der Dipolfalle be-
schrieben, zuletzt folgt ein Abschnitt zur evaporativen Kühlung.

Optischer Aufbau

Die Abbildung 3.7 zeigt schematisch den Strahlengang zur Erzeugung der gekreuzten Dipolfalle mit Licht
eines IPG-Faserlasers (YLR-50-1070-LP) bei einer Wellenlänge von 1070 nm und einer maximalen Aus-
gangsleistung von 50 W:
Der Strahl des Faserlasers wird über einen Strahlteilerwürfel in zwei Teilstrahlen aufgespalten, die jeweils
zur Intensitätssteuerung und -regelung durch einen akusto-optischen Modulator (Abkürzung AOM, vgl.
dazu Referenz [78]) und anschließend durch einen mechanischen Strahlunterbrecher (Abkürzung Shutter
von engl. to shut - schließen, abschließen) geschickt werden. Beide Strahlen werden derart geformt, dass
jeweils zuerst ein Fokus mit einer 200 mm Linse erzeugt wird, der dann mit zwei Achromaten 1:1 in die
Vakuumkammer abgebildet wird, wo sich die beiden Teilstrahlen in der Mitte der MOT kreuzen. Die Linsen
zur Strahlformung sind dabei so gewählt, dass die Strahlradien in der Kreuzung etwa 40−50 µm groß sind.
Anschließend treffen die beiden Strahlen auf der anderen Seite der Kammer jeweils auf eine Strahlfalle,
die in der Mitte ein kleines Loch hat, durch das jeweils ein kleiner Teil des Lichts auf eine Photodiode zur
Intensitätsregelung gelangt.
Der geschilderte Strahlengang basiert auf dem in vorigen Arbeiten [64, 33] geschilderten Aufbau mit

einem Scheibenlaser (ELS-VersaDisk, λ = 1030 nm, 20 W) als Fallenlaser, jedoch mussten an mehreren
Stellen wichtige Änderungen im Vergleich zu den vorigen Arbeiten vorgenommen werden:
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Abbildung 3.7.: Schematische Darstellung des Strahlengangs zur Erzeugung der gekreuzten Dipolfalle

• Nach dem Austausch des Fallenlasers waren einige Anpassungen in der Wahl der Linsen zur Strahl-
formung vor den AOMs nötig, um in der Kammer wieder ähnliche Strahlradien zu erhalten. So wird
der Strahl jetzt unmittelbar nach dem Faserausgang in einem Teleskop im Verhältnis 1:4 verkleinert.

• Nach dem Umbau zeigten sich große Probleme in der Effizienz der AOMs bei den jetzt mehr als
verdoppelten Strahlleistungen. Beim Betrachten der Strahlen vor den AOMs mit einer CCD-Kamera
hat sich gezeigt, dass die verwendeten Achromaten der Firma Thorlabs bei hohen Intensitäten sehr
große ringförmige Abbildungsfehler hervorrufen, die dann den Strahl derart deformieren, dass die
Effizienz in den AOMs mit zunehmender Leistung immer weiter sinkt, bis sie bei Strahlleistungen
oberhalb von 10W unter 40% lag. Auf telefonische Nachfrage bei thorlabs wurde die Auskunft erteilt,
dass sich der Kitt zwischen den Teillinsen wohl stark erwärme, dabei gelte die - leider nicht offiziell
spezifizierte - Abschätzung, dass die Linsen bei Intensitäten oberhalb 10 W/cm2 nicht verwendet
werden sollten. Da im verwendeten Aufbau die Intensitäten auf den Linsen im Bereich von bis zu
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1 kW/cm2 liegen, wurden alle bislang verwendeten Achromaten bis auf die beiden jeweils letzten
500 mm-Linsen durch Einzellinsen der Firma Linos ersetzt.

• Weiterhin wurde in beiden Strahlen jeweils ein Telekop entfernt, welches letzlich nur eine zweite
Abbildung eines Fokus erzeugt hat, und der Strahlengang dadurch jeweils etwas verkürzt, da je mehr
Linsen im Strahlengang enthalten sind, natürlich auch immer mehr Abbildungsfehler entstehen, die
das Potential für die Atome zunehmend deformieren.
Da sich in der Praxis keine Vorteile von noch höheren Leistungen gezeigt haben, werden jetzt sofort
15-20 W an Lichtleistung in die erste Strahlfalle nach dem Faserausgang des Lasers geschickt, um
mögliche thermische Probleme sowohl in den AOMs als auch auf den Linsen möglichst klein zu
halten. Diese Lichtleistung steht natürlich für andere zukünftige Experimente zur Verfügung.

• Es hat sich außerdem gezeigt, dass die Größe der Foki wesentlich von den Positionen der 300 mm-
Linsen nach den AOMs beeinflusst wird, da aufgrund der sehr langen Brennweite von f=500 mm der
Fokussier-Linse vor den AOMs relativ zum Strahlradius die Fokussierung nur sehr schwach ist und
der Strahl sich in der Praxis als nicht kollimierbar erwiesen hat. Die Positionen der 300 mm-Linsen
wurden deshalb so gewählt, dass beide Fokusgrößen in der Kammer im gewünschten Bereich liegen
und möglichst ähnlich groß sind.

• Zusätzlich wurde in beiden Strahlen jeweils ein mechanischer Shutter auf der Basis von speziell
umgebauten defekten Festplatten eingebaut. Als elektronischer Treiber fungiert eine Schaltung, die,
wenn sie mit einem TTL-Signal angesteuert wird, durch Transistorlogik eine externe konstante Span-
nungsversorgung von etwa +5 V in ±5 V übersetzt (Schaltung siehe [79]) und somit den nötigen
Strom liefert, um den Schreib-Lese-Kopf der Festplatte in den Strahl und wieder herauszubewegen.

Intensitätskontrolle und -stabilisierung

Bei den in dieser Arbeit beschriebenen Experimenten wurden an die Intensitätsregelung der Dipolfallen-
strahlen spezielle Anforderungen gestellt. So musste die Leistung in den beiden Strahlen in einem Bereich
zwischen 10 W und 35 mW zuverlässig und reproduzierbar kontrolliert werden können. Außerdem musste
eine Kalibrations-Prozedur gefunden werden, nach der die Ansteuerung über die Experimentsteuerung im-
mer gleich funktioniert und zu reproduzierbaren Ergebnissen führt.
In Abbildung 3.8 ist schematisch die Regelschleife zur Intensitätssteuerung der Dipolfallenstrahlen am

Beispiel eines Strahls dargestellt. Viele der Elemente des Strahlengangs und der Regelschleife wurden in
den vergangenen vier Jahren mehrfach gewechselt, da sich immer wieder Probleme gezeigt haben, die eine
ständige Verfeinerung des Regelkonzepts erforderlich gemacht haben.
Das Herzstück der Regelschleife ist ein PID-Regler mit vielen Einstellungsfreiheitsgraden (Schaltplan siehe
Anhang A.3, für eine genauere Beschreibung siehe [80]). Dieser regelt die Ausgangsspannung der ver-
stärkten Photodiode und damit die Intensität auf der Photodiode zuverlässig, solange die Photodiode nicht
gesättigt ist. Das wesentliche Problem besteht darin, dass man natürlich nicht die komplette Strahlleistung
von maximal etwa 10 W auf die Photodioden gelangen lassen kann - es bedarf also eines Abschwächungs-
mechanismus für das Licht, der bei einer Strahlleistung von mehreren Watt die Photodiode nicht in Sät-
tigung gehen lässt und der bei einer Leistung von unter 50 mW immer noch ein Signal liefert, was sich
deutlich vom Untergrund abhebt. Dabei muss immer gewährleistet sein, dass ein linearer Zusammenhang
zwischen der Strahlleistung und der Intensität auf der Photodiode besteht.
Im Rahmen dieser Arbeit wurden zuerst unbeschichtete Substrate, die typischerweise eine Reflektivität von
etwa 4% besitzen, als Reflektoren für das Licht hinter der Kammer benutzt. Nutzt man zwei davon hin-
tereinander und schickt die transmittierende Leistung in eine Strahlfalle, dann ist die Intensität auf der
Photodiode genügend abgeschwächt. Es hat sich gezeigt, dass aufgrund der Polarisationsabhängigkeit der
Transmission und Reflexion an Oberflächen gemäß der Fresnelschen Gleichungen [81] nach Schließen der
Regelschleife nicht nur ein Erhöhen oder Absenken der RF-Intensität und damit der Leistung im Strahl
zu einer Änderung der Photodiodenspannung führte, sondern auch eine kleine Drehung des Winkels der
Polarisation. Dadurch bestand während der Evaporation kein linearer Zusammenhang mehr zwischen der
jeweiligen Strahlleistung und der Photodiodenspannung. Aufgrund dieser Erfahrung wurde in beiden Strah-
len ein polarisierender Strahlteilerwürfel eingefügt, der die transmittierende lineare Polarisation festlegt,
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Abbildung 3.8.: Schematische Darstellung der Regelschleife zur Intensitätssteurung und -regelung der Di-
polfallenstralen am Beispiel eines Strahls.

wodurch dieses Problem gelöst wurde. Die Kalibration der Photodiodenintensität in Abhängigkeit von der
Strahlleistung erfolgte dann durch zusätzliche λ/2-Verzögerungsplatten vor den Reflektoren (in der Praxis
wurden in der Regel 2 Vpd=̂5 W gewählt). Es hat sich aber gezeigt, dass im Laufe eines Tages immer noch
Drifts der Kalibrationswerte aufgetreten sind. Der Ursprung dieser Drifts konnte nicht abschließend geklärt
werden. Als Alternative wurde deshalb als Abschwächungsmechanismus in beiden Strahlen jeweils ein
großer 2”-Spiegel eingesetzt, der nahezu den ganzen Strahl hinter der Kammer in eine Strahlfalle schick-
te, so dass der kleine transmittierende Anteil hinter dem Spiegel zum Regeln der Strahlleistung genutzt
werden konnte. Auch dieser Prozess ist polarisationsabhängig, d.h. die Strahlteilerwürfel zum Festlegen
der Polarisation waren auch hier nötig, ebenso eine Verzögerungsplatte vor dem Spiegel zur Kalibration.
Auch hier haben sich ähnliche Drifterscheinungen der Kalibration im Laufe eines Messtages gezeigt, deren
Ursprung ebenfalls ungeklärt ist. Mit diesem Abschwächungsmechanismus konnte aber trotz der Drifts der
Kalibration ein optisches BEC erzeugt werden [64, 33].
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Um dieses Problem dennoch zu umgehen und die gesamte Regelung damit zuverlässiger zu machen, wurde
ein alternatives Konzept verfolgt, bei dem die Abschwächung nicht mehr polarisationsabhängig ist. Inspi-
riert von speziellen Hochleistungs-Detektoren, bei denen die komplette Strahlleistung durch viele Reflexio-
nen auf eine große Oberfläche verteilt wird, sogenannte integrierende Sphären (engl. integrating sphere),
wurden zwei Strahlfallen mit einem kleinen Loch in der Mitte versehen. Dann wurde der Dipolfallenstrahl
nach der Kammer sehr stark aufgeweitet und in die gelochte Strahlfalle gesendet. Durch das kleine Loch in
der Mitte tritt dann ein kleiner Anteil der gesamten Strahlleistung und wird anschließend auf die Photodi-
ode gesendet. Die Abschwächung des Strahls ist bei diesem Konzept nur noch ein geometrischer Effekt. Die
Kalibration geschieht hier über die Position einer Linse, die in einem geringeren Abstand als ihre Brennwei-
te steht und einen Teil des Strahls auf die Photodiode fokussiert. Auch bei diesem Abschwächungskonzept
treten Drifts der Kalibration (auch hier in der Regel 2 Vpd=̂5 W) auf, allerdings können diese durch eine
gute Positionierung der Strahlfallen stark unterdrückt werden, so dass wirklich die Mitte des aufgeweiteten
Strahls auf die Photodiode gelangt. Die Drifts sind wahrscheinlich auf geringe thermische Bewegungen der
Strahlen zurückzuführen. Die Strahlteilerwürfel zum Festlegen der Polarisation wurden im Strahl belassen,
da geringe Drehungen der Polarisation sonst zu unerwünschten Interferenzen zwischen den Strahlen füh-
ren könnten (vgl. Abschnitt 2.2.2).
Für die hohen Strahlleistungen im Bereich von 10 W ist damit dafür gesorgt, dass die Photodiode nicht
gesättigt wird, sondern nur ein Signal von unter 4 Vpd liefert. Am unteren Ende der Evaporationsram-
pen, wenn nur noch Strahlleistungen von etwa 35 mW vorliegen, liefert die Photodiode aber nur noch
ein Signal von 14 mV. Dies liegt zwar oberhalb des Untergrundes der Photodioden, der bei etwa 5 mV
liegt, macht aber eine präzise Ansteuerung am unteren Ende der Evaporationsrampen schwierig. Inspi-
riert von anderen Experimenten zur evaporativen Kühlung in optischen Dipolfallen [82], wurde ein loga-
rithmischer Verstärker gebaut (Schaltplan und Charakteristik siehe Anhang A.2), der eine logarithmische

Ausgangscharakteristik der Form Vlog = A · ln
�

Vin
Vref

�

+ V0 hat. Dieser wurde zwischen die Photodiode und
den Eingang des Reglers geschaltet und sorgt dadurch dafür, dass eine Dekade an Eingangsspannung in
einen Ausgangsspannungsbereich von etwa 0,6 V übersetzt wird. Damit wurde eine präzisere Regelung
der Photodiodenspannungen und damit der Strahlleistungen möglich, andererseits senkt dieser logarith-
mische Verstärker sehr stark die Regelbandbreite herab. Dies wurde jedoch nie systematisch untersucht.
Theoretisch wären dadurch echte exponentielle Evaporationsrampen möglich, man wäre damit aber an
die spezielle Charakteristik des Logarithmierers gebunden. Deshalb wurde für die Ansteuerung der Rege-
lung durch die Experimentsteuerungs-Software Labview der Firma National Instruments die Charakteristik
durch eine Konversionstabelle wieder linearisiert, damit die Evaporation in lineare Teilrampen zerlegt wer-
den und damit leichter optimiert werden kann. Eine Limitierung für die Ansteuerung der Regelung ergibt
sich durch die Experimentsteuerung, da Rampen in Labview experimentell dadurch realisiert werden, dass
zwei Ausgangsspannungswerte gesetzt werden, zwischen denen dann lineare Zwischenwerte berechnet
werden. Die Anzahl muss im Programm für alle Rampen gemeinsam gesetzt werden und wurde auf 100
festgelegt. Eine Erhöhung um einen beliebigen Faktor wäre möglich, würde aber gleichzeitig auch die mi-
nimale zeitliche Länge einer Rampe, die bislang bei 10 ms liegt, um den gleichen Faktor erhöhen, was den
experimentellen Ablauf speziell beim Laden der Dipolfalle stark behindern würde. Zusätzlich würde sich
der experimentelle Ablauf verzögern, da das komplette Programm nach dem Start zuerst berechnet wird,
bevor der Ablauf dann auch wirklich beginnt. Diese Limitierungen könnten überwunden werden, indem
man zur Ansteuerung der Regelung programmierbare Funktionsgeneratoren verwendet. Dies wurde auch
schon vorbereitet, bislang in der Praxis aber nicht für die Ansteuerung der Dipolfallensteuerung verwendet,
sondern für die Ablaufsteuerung der Experimente des 1D-optischen Gitters (siehe hierzu Kapitel 4).

Eigenschaften der gekreuzten Dipolfalle

Die gekreuzte Dipolfalle ist für den experimentellen Ablauf sehr wichtig, deshalb werden ihre Eigenschaf-
ten in diesem Abschnitt genauer betrachtet. Zuerst wird der Ladeprozess der Dipolfalle beschrieben, da ein
optimaler Ladeprozess für eine große Teilchenzahl zu Beginn der Evaporation sorgt. Anschließend wird die
Lebensdauer der Dipolfalle diskutiert, da diese, damit eine evaporative Kühlung von mehreren Sekunden
stattfinden kann, hinreichend lange sein muss. Die Bestimmung der Fallenfrequenzen, deren Kenntnis für
die Auswertung der Experimente mit dem BEC notwendig ist, wird im Anschluss beschrieben.
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Ladeprozess der Dipolfalle
Der Ladeprozess der gekreuzten Dipolfalle aus der Melasse wurde in vorigen Arbeiten ausführlich un-

tersucht und beschrieben [64, 33]. Das Laden erfolgt derart, dass die Dipolfallenstrahlen während der
gesamten MOT-Phase eingestrahlt werden, die zum Laden erforderlichen Sub-Doppler-Temperaturen wer-
den aber erst mit einer Melassenphase erreicht. Die Änderung der Teilchenzahl in der Dipolfalle wird dann
von der folgenden Differentialgleichung beschrieben [83]:

dN

d t
= R0e−γMOT t −αN − βN2 − γN3 (3.40)

Dabei beschreibt der erste Term das Laden der Dipolfalle aus der zerfallenden MOT, während die anderen
drei Terme die unterschiedlichen Zerfallsmechanismen, die im folgenden Unterabschnitt näher beleuchtet
werden, berücksichtigt. R0 ist dabei die Rate, mit der Teilchen aus der MOT/ Melasse in die Dipolfalle gela-
den werden. Der Ladeprozess ist kompliziert und lässt sich in der Praxis nur empirisch optimieren. Bei der
Charakterisierung der MOT konnte gezeigt werden, dass Teilchenzahl und Temperatur in der Melasse von
mehreren experimentellen Parametern abhängen [63]. Diese sind im einzelnen:
Die Kühllaserfrequenz während der MOT-Ladephase, die Kühllaserleistung während der MOT-Ladephase,
die Rückpumplaserfrequenz während der MOT-Ladephase, die Verstimmung des Kühllichtes während der
Melassenphase, die Kühllaserleistung während der Melassenphase, die Rückpumplaserleistung während
der Melassenphase und die Dauer der Melassenphase.
Bei der Optimierung des Ladeprozesses der Dipolfalle konnte die Abhängigkeit der Teilchenzahl in der
Dipolfalle von diesen Faktoren experimentell nachgewiesen werden [64, 33], wobei die ersten drei Fakto-
ren relativ unkritisch sind. Für die Kühllaserleistung und die Rückpumpleistung während der MOT-Phase
werden in der experimentellen Praxis die maximal mit dem verwendeten Aufbau realisierbaren Werte ver-
wendet, während die optimale Frequenz beider Lasersysteme nur einmal gesucht wurde und nur von Zeit
zu Zeit kontrolliert wird, ob sich durch Drifts von elektrischen Geräten die Frequenz geändert hat, um sie
dann auf den optimalen Wert zurückzustellen. Die Parameter während der Melassenphase hingegen sind
sehr kritisch und müssen deshalb in der experimentellen Praxis täglich optimiert werden. Dies liegt vor
allem daran, dass die Fasereinkopplungen für das Kühl- und Rückpumplicht täglich schlechter werden, die
Einkopplung in der Regel aber nur einmal wöchentlich optimiert wird. Weiterhin gibt es mehrere Parame-
tersätze für ein optimales Umladen, d.h. bei geringerer Kühllaserleistung ist beispielsweise eine längere
Dauer der Melassenphase von Vorteil.
Zur Optimierung der Parameter werden diese im Bereich der optimalen Werte zyklisch variiert und im Hin-
blick auf die Teilchenzahl in der gekreuzten Dipolfalle nach 0,5 bzw. 2 s Haltezeit optimiert. Die Bereiche
der optimalen Werte sind dabei (vgl. [64, 33]):

• Kühllaserverstimmung während der Melassenphase: 90-110 MHz

• gesamte Kühllaserleistung am Ort der Atome während der Melassenphase: ∼ 40 mW

• gesamte Rückpumplaserleistung am Ort der Atome während der Melassenphase: ∼ 1 mW

• Strahldurchmesser am Ort der Atome: ∼ 1 cm

• Dauer der Melassenphase: 85-120 ms

Nach dem Austausch des Dipolfallenlasers stehen mehr als 50 W Laserleistung (im Vergleich zu etwa 20 W
zuvor) zur Verfügung, was bei einer Effizienz der AOMs von 80% theoretisch eine Strahlleistung pro Di-
polfallenarm von 20 W (zuvor: maximal 7 W, typisch 5 W) ermöglichen würde. Es wird von Herstellerseite
empfohlen, dass der Laser bei einem spezifizierten Pumpstrom von 3,92 A betrieben wird, was in der Pra-
xis einer Leistung von etwa 47 W entspricht. Nach den thermischen Problemen mit den Achromaten (vgl.
Abschnitt 3.2.3) wurde aber nur mit einer Laserleistung von maximal 30 W experimentiert, was bei Effizi-
enzen der AOMs von 80% einer Leistung von bis zu 12 W pro Dipolfallenarm entspricht, wobei die restliche
Leistung wie bereits erwähnt in eine Strahlfalle geschickt wurde. Es hat sich aber gezeigt, dass die Teilchen-
zahl bei einer solch hohen Leistung pro Strahl in der Dipolfalle nach 0,5 s schon deutlich niedriger ist als bei
einer Strahlleistung von 5 W. Es wurde dann eine neue Lademethodik entwickelt, bei der die Laserleistung
während der Ladephase für etwa 200 ms auf 10 W pro Strahl erhöht wird, um sie dann in zwei Teilram-
pen von jeweils 100 ms auf nur noch 2 W pro Strahl abzusenken. Nach 0,5 s Haltezeit konnte damit eine
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Teilchenzahl in der gekreuzten Dipolfalle von 500000 bei einer Temperatur von 26 µK erreicht werden. Die
kurzzeitige Erhöhung der Strahl-Leistungen führt zu einer deutlichen Steigerung des Fallenvolumens, die
vergleichbar mit der Verwendung einer Zoom-Optik ist, und so zu einer größeren Teilchenzahl in der Falle
zu Beginn der Evaporation führt.

Lebensdauer der Dipolfalle
Als Lebensdauer der Dipolfalle wird die Zeit bezeichnet, in der die Teilchenzahl auf einen Faktor 1/e

ihres anfänglichen Werts abgefallen ist. Die Teilchenzahlverluste der Dipolfalle lassen sich allgemein durch
folgende Differentialgleichung beschreiben [84]:

dN

d t
=−αN − βN2 − γN3 (3.41)

Der erste Term trägt all den Verlustmechanismen Rechnung, die nur unter Beteiligung eines Teilchens ab-
laufen - sogenannte Ein-Körper-Verluste - und ist deshalb proportional zur Teilchenzahl. Dies sind vor allem
Stöße mit dem Hintergrundgas, Verluste aufgrund von gestreuten Photonen (vgl. Gleichung 2.13) und
parametrische Heizverluste. Letztere treten auf, wenn Strahllageschwankungen mit der einfachen oder In-
tensitätsschwankungen mit der doppelten Fallenfrequenz auftreten [85, 86].
Der zweite Term beschreibt all jene Prozesse, an denen zwei Teilchen beteiligt sind - sogenannte Zwei-
Körper-Verluste - und ist deshalb proportional zu N2. Dies sind zum einen solche Stöße, bei denen der
Hyperfeinzustand gewechselt wird und die freiwerdende innere Energie als kinetische Energie frei wird.
Zum anderen können auch Photoassoziationen durch den Dipolfallenlaser oder nahresonantes Streulicht
auftreten, so dass zwei Atome unter Lichteinfluss ein angeregtes Molekül bilden, was unter Photonene-
mission wieder zerfällt [87, 88]. Der dabei auf die beiden Atome übertragene Rückstoß kann auch zum
Atomverlust führen.
Der letzte Term kommt vor allem bei hohen Dichten zum Tragen und beschreibt den Stoß dreier Atome
- sogenannte Drei-Körper-Verluste - wonach zwei Atome einen gebundenen Zustand einnehmen und auf
das dritte Atom die Bindungsenergie in Form von kinetischer Energie übertragen wird [89]. Dieser Prozess
kann dann zum Verlust der drei Atome aus der Falle führen und ist proportional zu N3.
Die Lebensdauer der gekreuzten Dipolfalle wurde bereits im Rahmen voriger Arbeiten ausführlich unter-
sucht [64, 33]. Die wichtigsten Ergebnisse dort waren, dass die Lebensdauer für den 52S1/2, F=2-Zustand
wegen dort vermehrt auftretender Zwei-Körper-Verluste unterhalb von einer Sekunde lag, während der
52S1/2, F=1-Zustand 12 bzw. 13 s lang lebt (eine ausführliche Diskussion der einzelnen Verlustkanäle nach
Gleichung 3.41 findet sich in [64]). Aufgrund dieses Ergebnis wurde eine Zustandspräparation in den ex-
perimentellen Ablauf implementiert, die die Atome in den F=1 Zustand pumpt. Bei dieser sogenannten
Dark-MOT [90] wird der Rückpumplaser in der Melassenphase vor dem Kühllaser ausgeschaltet, so dass
sich nahezu alle Atome im F=1-Zustand akkumulieren. Die restlichen F=2-Atome zerfallen in den ersten
Sekunden der Haltezeit in der Dipolfalle und stören nicht den weiteren Ablauf.
Eine zweite Umpumpstufe stellt einen aktiven optischen Umpumpmechanismus im letzten Teil der Lade-
phase dar, der von Thomas Lauber implementiert wurde. Eine ausführliche Darstellung findet sich deshalb
in seiner Arbeit [33]. Bei diesem Pumpvorgang werden einige µW zirkular polarisierten Lichtes auf dem
Übergang F= 1→ F′ = 1 für eine Dauer von 250 µs eingestrahlt. Die nötige Quantisierungsachse wird da-
bei durch ein homogenes Magnetfeld von etwa 500 mG, was parallel zum Pumplicht verläuft, vorgegeben.
Durch diesen Pumpprozess sammeln sich etwa 70% der Atome in einem magnetischen Unterzustand mit
|m f | = 1 an. Ob es sich dabei um m f = +1 oder m f = −1 handelt, wurde nicht untersucht und ist für den
weiteren experimentellen Ablauf auch nicht relevant, da die wesentliche Motivation für das Umpumpen
eine Erhöhung der Phasenraumdichte gemäß Gleichung 3.23 in dem am meisten besetzten magnetischen
Unterzustand des Ensembles war.
Seit den ausführlichen Untersuchungen der Dipolfallenlebensdauern in [64, 33] wurde sowohl das die

Dipolfalle erzeugende Lasersystem ausgetauscht als auch die Vakuumapparatur mehrfach geöffnet, so dass
sich die experimentellen Bedingungen deutlich geändert haben. Die im Abschnitt 3.2.3 geschilderten Beob-
achtungen beim Laden der mit dem Faserlasersystem erzeugten Dipolfalle haben gezeigt, dass im Bereich
von Gesamtstrahlleistungen deutlich oberhalb von 5 W die Lebensdauer auf Werte unterhalb einer Sekunde
sinkt. Als Gesamtstrahlleistung wird dabei die Summe der Strahlleistungen beider Dipolfallenstrahlen am
Ort der Atome bezeichnet. Die Lebensdauern der mit dem Scheibenlaser erzeugten Dipolfallen wurden im
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Abbildung 3.9.: Lebensdauerbestimmungen der Dipolfalle für vier unterschiedliche Gesamtstrahlleistungen:
a)5,23 W, b)1,85 W, c)0,89 W und d)0,44 W.

Rahmen voriger Arbeiten [64, 33] zu 12 bzw. 13 Sekunden bestimmt. Allerdings wurde nicht dokumen-
tiert, bei welchen Strahlleistungen diese Messungen vorgenommen wurden. Typischerweise wurde diese
Messung aber unmittelbar nach dem Laden der gekreuzten Dipolfalle gestartet, also bei Gesamtstrahllei-
stungen von etwa 10 W. Da sich die Verstimmung gegenüber den Resonanzen im Bereich der Rb-D-Linien
mit dem Faserlaser im Vergleich zum Scheibenlaser noch vergrößert hat, sollte sich nach Gleichung 2.13
die Streurate bei gleichen Strahlleistungen und damit gleichen Intensitäten ebenfalls verringern. Dies ist
aber nicht der Fall. Auch im Hinblick auf die Evaporation (vgl. Abschnitt 3.2.3) wurde deshalb die Hal-
tezeit der Atome in der Dipolfalle bei vier unterschiedlichen Gesamtstrahlleistungen über Zeiträume von
mehreren Sekunden variiert. Die Strahlradien wurden im Rahmen dieser Messung nicht bestimmt, es ist
aber davon auszugehen, dass diese im Bereich von 33 µm gelegen haben (vgl. Abschnitt 3.2.3). Die Atom-
wolken wurden nach Expansionszeiten von 2 ms absorptiv detektiert (vgl. Abschnitt 3.2.4) und an die
sich ergebenden Dichteverteilungen wurde ein Gauß-Profil nach Gleichung 3.61 angepasst und damit die
Atomzahl in der Dipolfalle nach der jeweiligen Haltezeit bestimmt. Für jede Haltezeit bei jeder der unter-
schiedlichen Gesamtstrahlleistungen ist dies dreimal erfolgt. In Abbildung 3.9 sind die Messergebnisse für
die Gesamtstrahlleistungen a)5,23 W, b)1,85 W, c)0,89 W und d)0,44 W dargestellt. In die Grafiken wur-
den auch die jeweils durch Anpassen einer Exponentialfunktion bestimmten Lebensdauern eingetragen. In
Abbildung 3.10 sind diese Lebensdauern in Abhängigkeit von der jeweiligen Gesamtstrahlleistung aufgetra-
gen. Das Anpassen einer Exponentialfunktion an die Messwerte zeigt, dass Lebensdauer mit zunehmender
Gesamtstrahlleistung exponentiell abnimmt. Die dazu reziproke Zerfallsrate steigt also exponentiell mit zu-
nehmender Gesamtstrahlleistung an. Gemäß Gleichung 2.13 ist aber ein lineares Anwachsen der Streurate
mit wachsender Intensität und damit wachsender Gesamtstrahlleistung zu erwarten. Diese Messergebnisse
können dadurch also nicht erklärt werden. Im Rahmen von Referenz [64] wurde bereits bemerkt, dass
sich in einer gekreuzten Dipolfalle, die mit Licht eines Faserlasers erzeugt wurde, deutlich größere Verluste
und kürzere Lebensdauern ergeben als bei Verwendung eines Scheibenlasers. Dort wurde die Vermutung
geäußert, dass durch den multi-mode Charakter des Lichtes Raman-Übergänge induziert würden, die zu
Heizprozessen und Verlusten führen. Die dortige These, dass in solchen Fallen eine Evaporation bis zum
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Abbildung 3.10.: Lebensdauer der Dipolfalle in Abhängigkeit von der Gesamtstrahlleistung: Mit zunehmen-
der Gesamtstrahlleistung nimmt die Lebensdauer exponentiell ab, wie die angepasste Ex-
ponentialfunktion zeigt.

BEC aufgrund der hohen Verluste nicht möglich ist, konnte in der vorliegenden Arbeit hingegen nicht bestä-
tigt werden, da die Probleme mit einem alternativen Ladeschema (vgl. Abschnitt 3.2.3) umgangen werden
konnten. Es hat sich bei unterschiedlichen Messungen außerdem gezeigt, dass die Lebensdauer bei glei-
cher Strahlleistung aber niedrigerem Pumpstrom und damit niedrigerer Ausgangsleistung des Faserlasers,
absinkt. Der Faserlaser scheint also bei seinem spezifizierten Ausgangsstrom besser zu laufen. Auf telefo-
nische Nachfrage bei IPG wurde die Auskunft erteilt, dass das Intensitätsrauschen im Modus für konstante
Ausgangsleistung größer sein soll, weshalb der Modus für konstanten Pumpstrom genutzt werden sollte.
Eine denkbare Verlustquelle ist also das Intensitätsrauschen des Faserlasers. Aufgrund der in Abschnitt 3.2.3
geschilderten Beobachtungen, dass die verwendeten Achromaten bei hohen Intensitäten immer schlechtere
Abbildungen erzeugen, könnte dadurch, dass sich durch hohe Intensitäten an den verbliebenen Achromaten
die Strahlqualität deutlich verschlechtert, das Potential für die Atome beim Umladen deformiert werden, so
dass weniger Teilchen umgeladen werden. Um dies zu überprüfen, könnten die Achromaten ausgetauscht
werden. Die Möglichkeit, dass aufgrund des Vielmodencharakters der Laserstrahlung die großen Verluste
speziell bei hohen Intensitäten auftreten, kann aber weiterhin nicht ausgeschlossen werden. Beim Auftreten
weiterer Probleme beim Umladeprozess sollte deshalb näher untersucht werden, worin genau der exponen-
tielle Verlustmechanismus abhängig von der Gesamtstrahlleistung besteht.

Bestimmung der Fallenfrequenzen und der Strahlradien
Wie in Kapitel 2 gezeigt wurde, kann das Intensitätsprofil der Dipolfallenstrahlen in der Nähe des Ma-

ximums durch einen harmonischen Verlauf approximiert werden (vgl. Gleichung 2.20), um die Bewegung
der Atome in einem Fallenpotential nach Gleichung 2.14 beschreiben zu können. Die Oszillations- bzw. Fal-
lenfrequenzen innerhalb des harmonischen Potentials sind für eine Einzelstrahldipolfalle durch Gleichung
2.21 gegeben. Im Fall einer gekreuzten Dipolfalle, wie sie bei den in dieser Arbeit beschriebenen Expe-
rimenten zum Fangen und Kühlen von Rb-Atomen verwendet wurde, ergeben sich die Fallenfrequenzen
durch Gleichung 2.25. Eine Kenntnis der Fallenfrequenzen ermöglicht über die angegebenen Gleichungen
bei bekannten Strahlleistungen eine Berechnung der Strahlradien und der Fallentiefe. Weiterhin sind die
Fallenfrequenzen besonders für Berechnungen im Zusammenhang mit Bose-Einstein-Kondensaten wichtig

34



(siehe z.B. Gleichungen 3.8 und 3.21).
Eine Bestimmung der Fallenfrequenzen und damit gemäß Gleichung 2.18 auch der Strahlradien geschieht
über den Mechanismus der parametrischen Anregung. Bei Modulationen der Intensität treten die größten
Teilchenverluste bei Anregungen mit der doppelten Fallenfrequenz auf, bei Strahllageschwankungen bei
der einfachen Fallenfrequenz (vgl. [85, 86]). Es hat sich gezeigt, dass aus technischen Gründen eine Inten-
sitätsmodulation der gekreuzten Dipolfalle nicht schwach genug durchgeführt werden konnte, ohne dass
sich die Qualität der Kreuzung der Dipolfallenstrahlen dabei verschlechtert hat, so dass bei allen Anregungs-
frequenzen gleichmäßig Verluste aufgetreten sind. Deshalb wurde bei einer Einzelstrahldipolfalle während
einer Haltezeit, in der die Strahlleistungen nicht geändert wurden, die Intensität moduliert, so dass sich
in den Teilchenzahlen, wenn die Modulationsfrequenz im Bereich der doppelten radialen Fallenfrequenz
lag, Verluste gezeigt haben. Die Intensitätsmodulation erfolgte mit einer kleinen sinusförmigen Anregung
mit Frequenzen im Bereich zwischen 50 Hz und 3500 Hz. In Abbildung 3.11 sind für beide Strahlen die
Messungen der Atomzahlen in der Einzelstrahldipolfalle in Abhängigkeit von der Modualtionsfrequenz dar-
gestellt.
Die axiale Fallenfrequenz, die im Bereich einiger Hertz liegt, lässt sich mit dieser Methode nicht effizi-

Abbildung 3.11.: Bestimmung der Fallenfrequenzen der Dipolfallenarme durch parametrische Anregung.
Aufgetragen sind die Teilchenzahlen nach 2 s Haltezeit in Abhängigkeit von der Modulati-
onsfrequenz. In rot sind Messkurven aufgetragen, in blau eine angepasste Lorentzkurve.
Links Strahl 1, rechts Strahl 2.

ent messen, da innerhalb möglicher Haltezeiten nur wenige parametrische Anregungen erfolgen können,
die radiale Fallenfrequenz liegt hingegen im messbaren Bereich. Allerdings muss bedacht werden, dass in-
nerhalb des Strahls entlang einer großen Strecke Atome gefangen werden. Die radiale Fallenfrequenz ist
deshalb eine Funktion des Orts. Nimmt man für die Anregung ein Lorentz-Profil der Form

f (ν) =
1

π

Γ
Γ2 + (ν − ν0)2

(3.42)

an, so ergibt sich das resultierende Anregungsprofil entlang des gesamten Dipolfallenstrahls als Faltung des
Lorentzprofils mit der Aufenthaltswahrscheinlichkeit p(ν(x)), ein Atom am Ort x mit der Fallenfrequenz ν0
zu finden, in einem Frequenzintervall [ν1,ν2], wobei ν2 die maximale Fallenfrequenz am Ort der Strahl-
taille ist. Nimmt man vereinfachend die Aufenthaltswahrscheinlichkeit als konstant an, dann gilt für diese
Faltung:

F(ν) =

∫ ν2

ν1

1

π

Γ(ν0)
Γ(ν0)2 + (ν − ν0)2

dν0 (3.43)

Da der allgemeine Ausdruck für die Frequenz-Breite der Lorentzfuntion als Funktion des Orts unbekannt
ist, lässt sich diese Gleichung analytisch nicht auswerten. Nimmt man eine konstante Breite an und führt
Berechnungen für unterschiedliche Intervalle durch, dann zeigt sich, dass je breiter das Frequenz-Intervall,
desto mehr weicht das Maximum der Verteilung vom Wert F(ν2) ab. Nimmt man diesen maximalen Wert als
radiale Fallenfrequenz an und berechnet daraus den Strahlradius, so wie dies in vorigen Arbeiten [64, 33]
geschehen ist, unterschätzt man deshalb systematisch die Fallenfrequenz und überschätzt systematisch den
Strahlradius. Es ist dabei auch nicht klar, welcher Wert der Verteilung der der Fallenfrequenz entsprechende
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ist, denn dieser liegt irgendwo zwischen dem Maximum der Verteilung und deren Rand hin zu großen
Modulationsfrequenzen. Die aus der Anpassung einer Lorentzkurve gewonnene Frequenz liefert also nur
eine obere Abschätzung für den Strahlradius in der Strahltaille. Damit ist aber ebenfalls keine Aussage über
den Strahlradius in der Kreuzung zu treffen, da nicht sicher ist, dass die beiden Strahlen tatsächlich in
ihren Foki gekreuzt wurden, so dass auf der anderen Seite die Strahlradien in der Kreuzung systematisch
unterschätzt werden. Aus den in Abbildung 3.11 dargestellten Messergebnissen ergibt sich:

ωρ,1 = 2π · (1263± 10) Hz , ωρ,2 = 2π · (1059± 9) Hz . (3.44)

Mit den Strahlleistungen P1 = 4,7 W und P2 = 5,1 W ergeben sich gemäß Gleichung 2.25

w0,st rahl1 = (41,3± 1,2) µm , w0,st rahl1 = (46± 1,2) µm (3.45)

als Abschätzung für die Strahlradien in der Strahltaille.
Die Bestimmung der Fallenfrequenzen der gekreuzten Dipolfalle, mit der die im Abschnitt 3.2.5 beschrie-
benen Experimente zur optischen Bose-Einstein-Kondensation durchgeführt wurden, geschah nur auf diese
Art, da die beiden systematischen Fehler dieser Methode erst nach diesen Experimenten aufgefallen sind.
Aufgrund der Tatsache, dass bei den Messungen mit den BECs Abweichungen vom theoretisch vorherge-
sagten Kondensatanteil aufgetreten sind, die sich durch ein Wandern der Strahlfoki einhergehend mit dem
Absenken der RF-Intensität an den AOMs und der Strahlleistungen erklären ließen, wurden die Fallenfre-
quenzen der Kreuzung für verschiedene Strahlleistungen während der evaporativen Kühlung der atomaren
Ensembles mit einem anderen Verfahren bestimmt. Ein solches Wandern der Strahlfoki aufgrund thermi-
scher Effekte wurde bereits zuvor beobachtet [64], der Umfang des Wanderns und der zeitliche Ablauf
konnte aber während der Messungen zuvor nie genau bestimmt werden.
Die alternative Messmethode der Fallenfrequenzen der gekreuzten Dipolfalle erfolgte durch eine kleine
Modulation der Radiofrequenz in den AOMs. Die Qualität der Kreuzung wurde so nicht berührt, da diese
Modulation nur zu einer Bewegung der Foki in der Ebene der Kreuzung führt und eine kleine Modulation
technisch einfacher realisierbar ist. Dabei wurde die tatsächliche Fallenfrequenz in der Kreuzung gemes-
sen, selbst wenn die Strahlen nicht exakt in ihren Foki gekreuzt waren. Die Messung wurde exemplarisch
nur für den Strahl 2, der auf den Absorptionsbildern parallel zur x-Achse dargestellt ist, durchgeführt. Da
der optische Aufbau beider Strahlen aber nahezu identisch ist, kann davon ausgegangen werden, dass die
gemachten Beobachtungen prinzipiell auch für den anderen Dipolfallenarm gelten.
In Abbildung 3.12 sind diese Messergebnisse für sechs unterschiedliche Strahlleistungs-Endwerte der Eva-
porationsrampen dargestellt. Dabei wurden jeweils die Teilchenzahlen, die sich durch das Anpassen einer
Gaußfunktion nach Gleichung 3.61 an die Dichteverteilungen der Atome in x- bzw. y-Richtung, die aus
Absorptionsbildern bestimmt wurden, ergeben, in Abhängigkeit von der Modulationsfrequenz dargestellt.
Aus diesen Messungen konnte durch Anpassen von Lorentzkurven an die jeweiligen Messwerte je eine der
Fallenfrequenzen bestimmt werden. Da sich niemals zwei Minima in den Dichteverteilungen gezeigt ha-
ben, ist davon auszugehen, dass dies jeweils die Fallenfreqenz ωy ist, da nur der Strahl 2 in x-Richtung
moduliert wurde. Offensichtlich erfolgt also die parametrische Anregung im modulierten Strahl in der ra-
dialen Richtung. Die Strahlleistung des Strahls 1 wurde dabei nicht bestimmt. Aufgrund der angewendeten
Optimierungsmethode der Kreuzung, dass auch bei den einzelnen Evaporationsstufen auf gleich starke
Dipolfallenarme auf den Absorptionsbildern geachtet wird, sollte die Fallenfrequenz ωx jeweils innerhalb
eines ±10%-Bereichs um ωy liegen.
In Abbildung 3.13 sind die sich aus dieser Messung ergebenden Fallenfrequenzen ωy in Abhängig-

keit vom Spannungsendwert der Rampe aufgetragen. Daran wurden zwei Wurzelfunktionen des Typs
f (x) = A ·

p
B · x + y0 angepasst, da gemäß Gleichung 2.25 die jeweiligen Fallenfrequenzen proportio-

nal zur Wurzel der Strahlleistung sein sollte. Bei der roten Kurve erfolgte die Anpassung an alle Messwerte,
bei der blauen Kurve nur an die fünf niedrigeren Werte. Es ist deutlich zu erkennen, dass die blaue Kurve
den Verlauf der fünf niedrigeren Messwerte sehr gut wiedergibt, während die Abweichungen der Werte von
der roten Kurve recht groß sind. D.h., dass sich während der Evaporation im Bereich von Strahlleistungen
zwischen 1,6 W und 0,4 W der Strahlradius des betreffenden Strahls geändert hat. Vernachlässigt man in
Gleichung 2.25 den kleinen Term mit der Leistung des anderen Strahls, der bei den verwendeten Leistun-
gen nur einen Einfluss von unter einem Prozent ausmacht, dann lässt sich daraus der Radius des Strahls 2
während der Evaporation berechnen.
In Abbildung 3.14 sind diese Werte in Abhängigkeit von der Strahlleistung dargestellt. Die niedrigeren vier
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Abbildung 3.12.: Bestimmung einer Fallenfrequenz der gekreuzten Dipolfalle durch parametrische Anre-
gung des Strahls 2 bei unterschiedlichen Strahlleistungen. Angegeben ist immer die je-
weilige Leistung des modulierten Strahls. Aufgetragen sind jeweils die Teilchenzahlen, die
sich durch das Anpassen einer Gaußfunktion nach Gleichung 3.61 in x- (rote Dreiecke)
bzw. y-Richtung (blaue Quadrate) an die nach 2 s Haltezeit detektierten Ensembles in Ab-
hängigkeit von der Modulationsfrequenz ergeben. An beide Verteilungen wurden jeweils
Lorentz-Funktionen zur Bestimmung des Maximums der Verteilung angepasst.

Werte schwanken in einem sehr engen Bereich und die jeweiligen Fehlerbereiche überlappen einander.
Dort ist deshalb keinerlei Veränderung des Strahlradius mehr zu verzeichnen. Da der Fehler des Werts bei
0,4 W sehr groß ist, kann dies dort nicht genau gesagt werden. Im Bereich der Strahlleistungen zwischen
1,6 W und 0,1 W und sinkt der Strahlradius während der Evaporation um dw = (3,1 ± 0,5) µm. Dies
entspricht gemäß Gleichung 2.18 einem ’Wandern des Fokus’ um dz = (273± 44) µm. Die Ursache dieser
Wanderbewegung dürfte durch thermische Effekte in den AOMs begründet sein, der Großteil der beobach-
teten ’Wanderbewegung’ spielt sich dabei zwischen Strahlleistungen von 1,6 W und 0,4 W ab und dürfte
bei den typischen zeitlichen Verläufen der Evaporation bei 0,1 W abgeschlossen sein. Deshalb kann diese
Wanderbewegung der Foki nicht für die in Abschnitt 3.2.5 geschilderten Abweichungen des experimentell
bestimmten Kondensatanteils vom gemäß Gleichung 3.10 theoretisch vorhergesagten Wert sein, da diese
Effekte sich im Bereich von Gesamtstrahlleistungen unterhalb von 100 mW abspielen.
Die direkte Bestimmung der Fallenfrequenzen vermeidet gezielt die systematischen Fehler der Einzelmes-
sung. Die genauen Fallenfrequenzen bzw. Strahlradien in der Kreuzung hängen dabei sensibel von der ge-
nauen Justierung ab und schwanken deshalb von Messung zu Messung. Um die Bose-Einstein-Kondensate
zu untersuchen, sollte in der Zukunft mindestens eine Bestimmung der beiden jeweiligen Fallenfrequenzen

37



Abbildung 3.13.: Fallenfrequenzωy der gekreuzten Dipolfalle in Abhängigkeit vom Spannungsendwert der
Rampe. An die gemessenen Werte wurde eine Wurzelfunktion angepasst: Die rote Kurve
wurde an alle sechs Messwerte angepasst, die blaue Kurve nur an die niedrigeren fünf
Werte.

ωx und ωy in der Kreuzung erfolgen. Dies ist für die im Abschnitt 3.2.5 präsentierten Messungen leider
nicht erfolgt. Im Rahmen dieser Untersuchungen wurden nur die Fallenfrequenzen der Einzelstrahlen be-
stimmt. Aufgrund der Ergebnisse sowohl der Bestimmung der Fallenfrequenzen in der Kreuzung als auch
der BEC-Messungen liegt es nahe zu vermuten, dass die wirklichen Strahlradien unterhalb von 40 µm ge-
legen haben. Zwischen den BEC-Messungen und der Bestimmung des Strahlradius von 33 µm ist jedoch
mehr als ein halbes Jahr vergangen. Der Dipolfallenstrahlengang wurde in der Zwischenzeit zwar nicht
grundsätzlich geändert, jedoch ist die Größe der Strahltaille in der Kammer auch von der genauen Position
einiger Linsen abhängig, so dass mit der späteren Bestimmung eines Strahlradius der Kreuzung keinerlei
Aussage über die Größen zu einem früheren Zeitpunkt getroffen werden kann. Deshalb werden fortan als
Werte der Strahlradien für die im Abschnitt 3.2.5 beschriebenen Experimente w0,st rahl1 = (41,3± 1,2) µm
und w0,st rahl1 = (46± 1,2) µm angenommen, auch wenn aufgrund der systematischen Fehler bei der Be-
stimmung der Strahlradien ein geringerer Wert vermutet werden kann.

Evaporation

Die ersten BECs wurden in Magnetfallen mit der Technik der RF-Evaporation [91] erzeugt, bei der die
heißesten Atome mit Radiofrequenz-Signalen in magnetisch nicht mehr gefangene Zustände transferiert
wurden. Eine Evaporation ist aber auch in optischen Dipolfallen möglich, indem man die Fallentiefe lang-
sam absenkt, so dass auch hier die heißesten Atome aus der Falle entkommen können [92]. Abbildung 3.15
zeigt schematisch den Ablauf der Evaporation in optischen Dipolfallen. Ein BEC aus 87Rb-Atomen wurde
auf diesem Wege erstmals 2001 in einer gekreuzten Dipolfalle mit Licht eines CO2-Lasers erzeugt [93].

Prinzip
Das Prinzip der Evaporation oder evaporativen Kühlung beruht auf der selektiven Entfernung der jeweils

heißesten bzw. schnellsten Teilchen eines Ensembles, so dass das Rest-Ensemble durch Stöße die Energie
wieder verteilt und wieder eine Geschwindigkeitsverteilung geringerer Temperatur ausbildet (vgl. Abbil-
dung 3.16) [91]. Entscheidend für das Funktionieren der Evaporation ist ein möglichst großes Verhältnis
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Abbildung 3.14.: Strahlradius wx der gekreuzten Dipolfalle in Abhängigkeit von der Strahlleistung.

Abbildung 3.15.: Schematische Darstellung des Ablaufs der Evaporation in einer optischen Dipolfalle: Das
Fallenpotential U(t) wird langsam abgesenkt, so dass die heißesten Atome aus der Dipol-
falle entkommen können.

von ’guten’ elastischen Stößen, bei denen die Energie unter den Atomen verteilt wird, zu ’schlechten’ in-
elastischen Stößen, die nicht zu einer Absenkung der Temperatur sondern nur zu Teilchenverlusten führen
(vgl. Gleichung 3.41). Weiterhin muss den Atomen während der Evaporation aber auch genug Zeit gegeben
werden, zu rethermalisieren und eine neue Geschwindigkeitsverteilung auszubilden, sonst schneidet man
immer nur bei der gleichen Verteilung heiße Atome ab, ohne dass das Ensemble wirklich gekühlt worden
wäre. Für die mittlere Zeit τel zwischen zwei elastischen Stößen [91] gilt

τel =
1

p
2nσel v

, (3.46)

mit der mittleren thermischen Relativgeschwindigkeit
p

2v̄ =
p

16kB T/πm, der atomaren Dichte n und

39



Abbildung 3.16.: Prinzip der Evaporation: Die heißesten Teilchen werden selektiv entfernt, die verbliebenen
Teilchen bilden durch Stöße wieder eine Verteilung geringerer Temperatur aus.

Abbildung 3.17.: Skalierungsgesetze der Evaporation für die relative Teilchenzahl beim Absenken des Fal-
lenpotentials (oben) und die Phasenraumdichte in Abhängigkeit von der sinkenden Teil-
chenzahl (unten).

dem elastischen Wirkungsquerschnitt σe l = 8πa2
s für s-Wellen-Stöße. Ersetzt man die Dichte durch n =

N/Ve f f (siehe dazu auch Gleichung 3.15), so gilt:

τel =
π2kB T

p
2Nσel mw3 . (3.47)

Da eine Evaporation in einer optischen Dipolfalle durch das Absinken der Fallenfrequenzen erfolgt, was mit
dem Absenken der Strahlleistungen einhergeht (vgl. Gleichung 2.25), müssen die Strahlleistungen immer
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langsamer heruntergeregelt werden.
Der Evaporationsprozess lässt sich theoretisch durch die Einführung von Skalierungsgesetzen für die Teil-
chenzahl, die Phasenraumdichte und die elastische Stoßrate in Abhängigkeit von der Fallentiefe U(t)
behandeln. In der Referenz [94] wurden die möglichen Verlustmechanismen, die im Abschnitt über die
Lebensdauer beschrieben wurden, zwar vernachlässigt, die präsentierten Gleichungen ermöglichen aber
ein gutes Verständnis der Abläufe, falls die elastische Stoßrate deutlich größer ist als die nichtelastischen
Stoßraten. Für die Skalierungsgesetze wird davon ausgegangen, dass die Temperatur der Atome etwa 1/10
der Fallentiefe ausmacht, also

η=
U

kB T
≈ 10 . (3.48)

Der Parameter η wird als Abschneideparameter bezeichnet. Geht man weiter von einer Evaporationsrampe
der Form

U(t)
U0
=
�

1+
t

τ

�−2(η′−3)/η′

(3.49)

aus, mit der anfänglichen Potentialtiefe U0, dem effektiven Abschneideparameter η′ = η+ (η− 5)/(η− 4)
und 1/τ= 2η′(η−4)e−η/3τel , dann ergeben sich für die Teilchenzahl N(t) und Phasenraumdichte ρpsd(t)
ähnliche Skalierungsgesetze relativ zu deren Werten zu Beginn der Evaporation:

N(t)
N0

=
�

U(t)
U0

�3/[3/2(η′−3)]
, (3.50)

ρpsd(t)

ρpsd,0
=

�

U0

U(t)

�3(η′−4)/[3/2(η′−3)]
=
�

N0

N(t)

�η′−4

. (3.51)

In Abbildung 3.17 sind die Zusammenhänge der beiden Gleichungen 3.50 und 3.51 graphisch dargestellt.
Im oberen Graphen ist erkennbar, dass die Teilchenzahl mit dem Absinken der Temperatur ebenfalls sinkt,
unten ist aber erkennbar, dass die Phasenraumdichte damit einhergehend trotzdem immer stärker anwächst
- die evaporative Kühlung in einem Dipolfallenpotential ist also ein geeignetes Verfahren zur Erzeugung ei-
nes Bose-Einstein-Kondensats.

Experimentelle Umsetzung
Im Rahmen des Projekts, an dem die vorliegende Arbeit entstanden ist, wurde bereits erfolgreich ein

BEC auf optischem Wege erzeugt [64, 33]. Dort wurde die Evaporation immer derart durchgeführt, dass
innerhalb von drei bis vier linearen Teilrampen mit einer Gesamtdauer von drei bis fünf Sekunden die Lei-
stung abgesenkt wurde. Dabei wurde die Leistung innerhalb der Teilrampen immer um einen Faktor drei
gesenkt und die Länge der Teilrampe variiert. Durch Bestimmen der Temperaturen und der Teilchenzah-
len innerhalb einer Serie von verschiedenen Expansionszeiten des Ensembles in von oben aufgenommenen
Absorptionsbildern (vgl. Abschnitt 3.2.4) konnte dann gemäß der Gleichungen 3.13, 3.15 und 3.16 die Pha-
senraumdichte nach jedem Evaporationsschritt optimiert werden. Problem bei dieser Art der Optimierung
war allerdings, dass bei den gekühlten Ensembles am Ende der Evaporation nach kurzen Expansionszeiten
immer eine Dichteverteilung vorlag, die einer bimodalen Verteilung ähnelte (vgl. Gleichung 3.63), deren
thermische Breiten aber auf viel zu hohe Temperaturen schließen ließen. Es hat sich bei den Experimenten
im Rahmen dieser Arbeit gezeigt, dass es sich bei diesen vermeintlichen thermischen Wolken wahrscheinlich
um fallende Atome, die vor Anfang der Expansionszeit aus der Falle entkommen waren, gehandelt hatte.
Dieser Effekt ließ darauf schließen, dass die Evaporation zu schnell durchgeführt wurde. Deshalb wurde
eine neue Optimierungsprozedur für die Rampen entwickelt, die als Kriterium einer optimalen Evaporation
annimmt, dass sich die Ensembles in der Falle nach jeder Teilrampe im thermischen Gleichgewicht befinden
müssen. Die Anwendung der Formeln 3.13, 3.15 und 3.16 setzt nämlich ein solches Gleichgewicht voraus,
denn wenn sich während der Evaporation noch keine neue Geschwindigkeitsverteilung ausgebildet hat,
dann bedeutet ein weiteres Absenken des Potentials nur, dass weitere Atome verloren gehen, ohne dass die
Temperatur absinken würde. Da der Begriff Temperatur nur statistisch definiert ist, ist seine Verwendung
deshalb in diesem Fall problematisch.
Bei der neuen Optimierung wurde ähnlich zum alten Vorgehen die Strahlleistung immer halbiert und dann
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die Dauern der Teilrampen immer weiter verlängert, bis die Breiten der Wolken bei einer festen Expansions-
zeit, die gemäß der Gleichungen 3.57, 3.59 und 3.58 ein eindeutiges Maß für die Temperaturen sind, sich
nicht mehr änderten, die Ensembles also thermalisiert waren. Diese Dauern der Teilrampen wurden dann
als optimal angenommen. Es hat sich mit dieser Methode ergeben, dass die optimale Evaporation gemäß
der gemachten Annahmen im Anschluss an die zuvor beschriebene Ladeprozedur aus sechs Teilrampen
von jeweils zwei Sekunden Dauer, in denen die Leistung halbiert wurde, besteht. In Abbildung 3.18 ist
der Verlauf der Gesamtstrahlleistung während einer typischen Evaporationsrampe zu sehen. Die schnellere
Änderung der Strahlleistungen im Bereich hoher Strahlleistungen zu Beginn der Evaporation erfolgt wegen
der großen Verluste, die mit hohen Strahlleistungen einhergehen (vgl. Abschnitt 3.2.3).
Mit dieser neuen Evaporationsmethode konnten dann im BEC-Regime auch bimodale Verteilungen, de-

Abbildung 3.18.: Typische Evaporationsrampe: Gesamtstrahlleistung in Abhängigkeit von Dauer der Evapo-
ration.

ren thermische Breiten auch konsistente Temperaturwerte ergeben, beobachtet werden. Damit dauert der
Evaporationsprozess deutlich länger als in anderen Experimenten zur optischen Kondensation von 87Rb
[93, 95, 96, 97]. Eine Diskussion dazu folgt im Abschnitt zu den Eigenschaften des erzeugten Bose-Einstein-
Kondensats.

3.2.4 Detektionssystem und Bestimmung von Ensembleparametern

Zur Bestimmung der Ensembleparameter wie Temperatur und Teilchenzahl stehen im beschriebenen Ex-
periment zwei Detektionstechniken zur Verfügung: Fluoreszenzdetektion und Absorptionsdetektion. Beide
Techniken beruhen auf dem Prinzip der Lichtstreuung an den Atomen. Die Rate der inkohärent an den
Atomen in den kompletten Raumwinkel gestreuten Atome Photonen beträgt [29]:

ΓSC =
Γ
2

I
I0

1+ I
I0
+
�

2δ
Γ

�2 . (3.52)

Dabei ist δ = ωL −ωA die Verstimmung des Detektionslichts von der atomaren Resonanz, Γ die Breite
des atomaren Übergangs, I die Intensität des Detektionslichts und I0 =

ħhΓωL
12πc2 die Sättigungsintensität des
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betrachteten Übergangs.
Bei der Fluoreszenzdetektion wird das atomare Ensemble für kurze Zeit mit resonantem Licht aus allen
Raumrichtungen bestrahlt (z.B. MOT-Licht) und auf einer CCD-Kamera das dorthin gestreute Licht aufge-
fangen. Bei der Absorptionsdetektion wird das Ensemble nur aus einer Richtung für einen kurzen Zeitraum
(typisch: 200 µs) mit resonantem Licht bestrahlt. Dieses Licht leuchtet genau eine CCD-Kamera aus, so
dass bei Anwesenheit von Atomen innerhalb des Detektionsstrahls ein Schattenbild dieser Atome auf der
Kamera entsteht. Die Fluoreszenzdetektion eignet sich sehr gut zum Nachweis weniger Atome, während
die Absorptionsdetektion besser zur quantitativen Auswertung und Bestimmung der Ensembleparameter
wie Teilchenzahl und Temperatur geeignet ist. Aus diesem Grund wurde die Absorptionsdetektion zur Do-
kumentation und Analyse bei allen in dieser Arbeit beschriebenen Experimenten verwendet.
Bei der hier beschriebenen Apparatur können Absorptionsbilder von fallenden Atomensembles aus zwei
Richtungen aufgenommen werden: Von oben und von der Seite. Die Detektion von oben baute Felix
Steinebach auf, der Aufbau wird deshalb ausführlich in seiner Arbeit beschrieben. Abbildung 3.19 zeigt

Abbildung 3.19.: Schematischer Aufbau der Absorptionsdetektion: Ein atomares Ensemble wird mit reso-
nantem Licht von unten beleuchtet, so dass ein Schattenbild des Ensembles auf einer CCD-
Kamera oberhalb der Apparatur entsteht.

schematisch die Anordnung zur Aufnahme von Absorptionsbildern von oben. Die Detektion von der Seite
baute Thomas Lauber auf. Die Programme zur Auswertung aller Bilder sind in Kooperation mit ihm ent-
standen.
Die auf die Kamera gelangenden Photonen des Detektionslichts durchqueren die atomare Wolke entlang
einer Dimension und erfahren dabei vielfältige Streuungen. Da dem zwei-dimensionalen Kamera-Bild jegli-
che Information bzgl. der dritten Dimension fehlt, entspricht das auf einen Kamera-Pixel abgebildete Licht
einer Atom-Säule. Für die Atomzahl in der betrachteten Säule gilt (vgl. [48]):

NA =
2AI0

ħhωLΓα

�

1+
�

2δ

Γ

�2

+
�

I

I0

�

�

ln
�

IA(0)
IA(NA)

�

. (3.53)

Dabei ist A die Fläche eines Kamera-Pixels, IA(0) die Intensität des unabgeschwächten Detektionslichts auf
dem Pixel und IA(NA) die Intensität bei Anwesenheit von Atomen. α ist ein von der Polarisation des Detek-
tionslichts abhängiger Faktor (vgl. dazu Referenz [98]).
Ein Absorptionsbild entsteht rechnerisch aus drei Einzelbildern, bei denen der CCD-Chip jeweils für 200 µs
belichtet wird.: Einem Schattenbild der Atome, einem Referenzbild, bei dem der CCD-Chip bei Abwesenheit
von Atomen belichtet wird und einem Dunkelbild, bei dem der Chip nur mit Hintergrundlicht belichtet wird.
Die Berechnung des Absorptionsbildes geschieht pixelweise, indem für den hinteren Logarithmus-Term, der
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auch als optische Dichte bezeichnet wird, von den beiden belichteten Bildern jeweils das Dunkelbild abge-
zogen wird und aus den beiden resultierenden Bildern dann der Quotient gebildet wird. Allgemein gilt die
Abschätzung, dass für eine optische Dichte von mehr als zwei das Ensemble optisch dicht ist. Dies bedeutet,
dass oberhalb dieser optischen Dichten nur noch sehr wenig Detektionslicht auf die Kamera trifft, so dass
dann systematisch zu wenige Teilchen errechnet werden. Die vorderen Terme stellen bei konstanter Intensi-
tät und Verstimmung nur einen konstanten Vorfaktor dar. Die Abhängigkeit von der Detektionsintensität ist
gering, im Falle geringer Sättigung kann der Term vernachlässigt werden. Über die Verstimmung kann, da
die Wahrscheinlichkeit für einen Streuprozess dann abnimmt, gesteuert werden, wie stark die Absorption
und damit das detektierte Signal ist. Besonders im Fall optisch dichter Ensembles stellt die Erhöhung der
Verstimmung ein Mittel dar, um zu korrekten Ergebnissen zu kommen. Die typische Art der Darstellung
der Absorptionsbilder erfolgt in Falschfarben. Dabei werden niedrige Dichten in dunkelblau dargestellt,
hohe Dichten in dunkelrot. Besonders bei niedrigen Teilchenzahlen, wenn das Signal-zu-Rausch-Verhältnis
schlechter wird, ist es von Vorteil, über mehrere Bilder zu mitteln, um die Bildqualität zu verbessern. Nahe-
zu alle in dieser Arbeit präsentierten Bilder und Messergebnisse wurden durch die Mittelung über jeweils
drei bis fünf Absorptionsbilder gewonnen.
Die Bestimmung der Teilchenzahl geschieht durch eine Summation über alle Bildpunkte. Weitere Möglich-
keiten der quantitativen Auswertung bestehen darin, zweidimensionale oder eindimensionale Dichtever-
teilungen für thermische oder kondensierte Ensembles (vgl. Abschnitt 3.1) an die Messwerte anzupassen
(engl. fit). Bei den hier präsentierten Auswertungen wurden eindimensionale Dichteverteilungen an die
Messwerte angepasst. Zu diesem Zweck wurden die Bilddaten jeweils über eine Dimension aufsummiert,
so dass Zeilen- bzw. Spaltensummen entstanden. Die Teilchenzahl ergab sich dann durch die Integration
der Dichteverteilung. Welcher Typ einer Dichteverteilung an die Messergebnisse angepasst werden muss,
richtet sich danach, ob ein Bose-Einstein-Kondensat vorliegt oder nicht. Die ermittelte Breite der thermi-
schen Verteilung ermöglicht dann die Bestimmung der Temperatur des Ensembles.
Im Falle eines thermischen Ensembles muss eine Dichteverteilung nach Gleichung 3.13 an die Messergeb-
nisse angepast werden. Nach Integration dieser Gleichung über zwei Dimensionen ergibt sich für das an die
Zeilen- und Spaltensummen anzupassende eindimensionale Dichteprofil nach einer Expansionszeit t (vgl.
hierzu [98]):

n1d,th(x) = nth,0 g5/2

 

z exp
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(3.54)

mit der Fugazität z = exp(−µ/kB T ). Dabei gilt speziell:
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und (3.55)
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(kB T )3

(ħhω)3
p

2πσth

. (3.56)

Als Fit-Parameter fungieren dabei nth,0, z, x0 und σth,i . Durch Bestimmung von σth,i lässt sich also auch die
Temperatur bei Kenntnis der Fallenfrequenzen bestimmen. Umgeformt ergibt sich:
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σ2
iω

2
i

(1+ω2
i t2)

(3.57)

In der Praxis ermöglicht Gleichung 3.55 aber auch noch eine andere Möglichkeit der Temperaturbestim-
mung. Trägt man für verschiedene Expansionszeiten das Quadrat der thermischen Breiten σ2 gegen das
Quadrat der Expansionszeiten t2 auf, dann ergibt sich durch Quadrieren von 3.55 ein linearer Zusammen-
hang der Form f (x) = ax + b mit

a =
kB T

m
,

b =
kB T

mω2
i

=
a

ω2
i

.
(3.58)
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Zieht man für zwei Expansionszeiten t1, t2 diese Gleichungen für thermische Breiten entlang der gleichen
Achse voneinander ab, ergibt sich ein Zusammenhang, der eine Bestimmung der Temperatur auch ohne
Kenntnis der Fallenfrequenzen ermöglicht:

T =
m

kB

(σ2
1 −σ

2
2)

(t2
1 − t2

2)
. (3.59)

Die Teilchenzahl ergibt sich durch Integration der Dichteverteilung:

N = g3(1)
p
π

2AI0

ħhΓωLα
σth,inth,0 . (3.60)

Da ein Fit gemäß Gleichung 3.54 durch die g5/2-Funktion in der Praxis viel empfindlicher in Bezug auf die
Wahl der Startwerte ist, ist es auch möglich, stattdessen eine gaußsche Dichteverteilung der Form

nGauss(x) = n0 exp

�

−
(x − x0)2

2σ2
i

�

(3.61)

als Fit-Funktion zu nehmen. Die Breite wird gegenüber dem Fit gemäß Gleichung 3.54 leicht unterschätzt,
wobei die Diskrepanz mit z → 1 zunimmt und dort etwa 16,5% ausmacht (vgl. dazu Referenz [98]). Man
kann zur Abschätzung der Temperatur auch die gaußschen Breiten in den Gleichungen 3.57, 3.58 und 3.59
verwenden, allerdings muss man bedenken, dass dann die Temperaturen ebenfalls unterschätzt werden.
Die Teilchenzahlen ergeben sich durch Integration der Gaußverteilung gemäß:

N =
p

2π
2AI0

ħhΓωLα
σth,inth,0 . (3.62)

Unterschreitet man die kritische Temperatur TC (vgl. Gleichung 3.8), dann liegen ein Bose-Einstein-
Kondensat und parallel eine thermische Wolke vor. In diesem Fall muss man einen sogenannten bimodalen
Fit durchführen. In der anzupassenden Dichteverteilung wird der thermische Anteil dann durch Gleichung
3.54 repräsentiert, während der Kondensatanteil durch die Dichteverteilung der Thomas-Fermi-Verteilung
in Gleichung 3.32 repräsentiert wird (vgl. die Referenzen [48, 98]):
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Für die Bestimmung der Temperatur können die Gleichungen 3.57, 3.58 und 3.59 ebenfalls für die ther-
mischen Breiten angewandt werden, gleiches gilt für die Bestimmung der thermischen Teilchenzahl nach
Gleichung 3.60. Die Anzahl der kondensierten Atome ergibt sich dann gemäß:

NC =
16

15
nc,0σc,i (3.64)

Aus der Breite des Kondensatanteils lässt sich mit der jeweiligen Fallenfrequenz das chemische Potential
bestimmen (vgl. Referenz [48]):

µ=
1

2
mω2

iσ
2
c,i . (3.65)

3.2.5 Optisch erzeugtes Bose-Einstein-Kondensat

Bei den in dieser Arbeit beschriebenen Experimenten wurden Bose-Einstein-Kondensate mit rein optischen
Mitteln in einer gekreuzten Dipolfalle erzeugt. Ein besonderer Vorteil dieser Methode liegt darin, dass die
evaporative Kühlung in optischen Dipolfallen ungeachtet der magnetischen Unterstruktur des jeweiligen
bosonischen Isotops funktioniert. Auf diesem Wege können also z.B. sowohl alle magnetischen Unterzu-
stände von 87Rb gefangen und gleichzeitig evaporiert werden, als auch Isotope bzw. Elemente, die keine
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Hyperfeinstruktur besitzen, bis zum BEC evaporativ gekühlt werden [99, 100]. Ein weiterer Vorteil liegt
darin, dass bei solchen Experimenten ein sehr guter optischer Zugang gegeben ist, da keine störenden Spu-
len einer Magnetfalle im Weg sind und zusätzlich auch keine störenden Magnetfelder erzeugen. Weiterhin
ist die Dauer der Evaporation mit einigen Sekunden deutlich schneller als bei typischen Magnetfallenex-
perimenten (∼ 30 − 60 s). Deshalb lassen sich auf diesem Wege deutlich größere Repetitionsraten der
Experimente realisieren, was besonders bei Präzisionsmessungen, bei denen man eine gute Statistik benö-
tigt und deshalb auf viele Wiederholungen angewiesen ist, von Vorteil ist. Allerdings sind die auf diesem
Weg erzeugten Bose-Einstein-Kondensate mit einigen 104 Atomen in der Regel deutlich kleiner, als die in
Magnetfallen erzeugten BECs mit bis zu einigen 106 Atomen. Es gibt aber Techniken wie bewegliche Lin-
sen, mit denen Zoom-Optiken mit veränderlicher Vergrößerung realisiert werden können, so dass durch
ein größeres Einfangvolumen beim Ladeprozess der Dipolfalle deutlich größere BECs mit mehr als 3 · 105

Atomen realisiert werden können [95].
Der Aufbau und die Konzeption des hier beschriebenen Projekts verzichtet bewusst auf solche Besonderhei-
ten, um möglichst einfach zu sein. Auch wurde der Dipolfallenlaser bewusst so gewählt, dass im Gegensatz
zu den häufig für die rein optische Bose-Einstein-Kondensation verwendeten CO2-Lasern noch konventio-
nelle optische Komponenten genutzt werden können. Der hier beschriebene Aufbau kann deshalb, so wie
hier beschrieben, mit relativ einfachen Mitteln in vielen Laboren realisiert werden.

Nachweis eines Bose-Einstein-Kondensats

Die einzelnen Schritte auf dem Weg zur Erzeugung eines Bose-Einstein-Kondensats wurden zuvor geschil-
dert. Um aber nach erfolgter evaporativer Kühlung zu überprüfen und nachzuweisen, dass tatsächlich ein
Bose-Einstein-Kondensat vorliegt, wurden im Rahmen dieser Arbeit zwei spezielle Eigenschaften eines BECs
nachgewiesen: Eine Umkehrung des Aspektverhältnis während der Expansion und eine bimodale Dichte-
verteilung des expandierenden Ensembles.

Umkehrung des Aspektverhältnis
Bei einem atomaren Gas spiegelt das Aspektverhältnis der Verteilung zu Beginn einer freien Expansi-

on das Aspektverhältnis des Fallenpotentials wieder. Im Falle eines wechselwirkungsfreien Bose-Einstein-
Kondensats ist die Ausdehnung entlang der einzelnen Dimensionen gemäß Gleichung 3.21 proportional
zu ω−1/2

i , beim thermischen Ensemble skalieren die Breiten gemäß Gleichung 3.16 mit ω−1
i . Im Laufe der

Expansion eines thermischen Ensembles wird sich das Aspektverhältnis asymptotisch 1 annähern, da die
einzelnen Dimensionen im thermischen Gleichgewicht sind, so dass die Temperatur die Impulsverteilung
und damit die Expansion bestimmt. Bei einem BEC müssen die Breite der Dichteverteilung ∆x und die
Breite der Impulsverteilung ∆p die Heisenbergsche Unschärferelation ∆x∆p ≥ ħh/2 erfüllen. Bei einem
stärkeren Einschluss mit einer kleineren Ortsunschärfe in einer Dimension wird die Impulsunschärfe in
dieser Dimension größer sein, so dass sich bei einer freien Expansion das Ensemble in der Richtung des
stärkeren Einschlusses auch schneller ausbreiten wird als in der Richtung des schwächeren Einschlusses.
Bezieht man die Wechselwirkungen in diese Überlegungen mit ein, dann verstärkt sich im Fall repulsi-

ver Wechselwirkungen bei 87Rb der Umkehrprozess noch. Mit der Thomas-Fermi-Näherung (vgl. Abschnitt
3.1.2) lässt sich berechnen, wie sich die Radien eines expandierenden BECs bei Fallen mit zigarrenför-
miger Symmetrie mit Aspektverhältnis ε = ωz/ωr � 1 und einem viel größeren Einschluss in radialer
als in axialer Richtung im Laufe der Expansion entwickeln [101]. Dabei ergeben sich die Skalierungsfak-
toren der Radien entlang der einzelnen Dimensionen λi , mit λi = Ri(t)/Ri(0), in Abhängigkeit von der
dimensionslosen Variable τ=ωi t als nach quadratischen Gliedern abgebrochene Potenzreihe in ε :

λr(τ) =
p

1+τ2 und (3.66)

λz(τ) = 1+ ε2
�

τarctan(τ)− ln
�
p

1+τ2
��

. (3.67)

Das Verhältnis der Breiten, also das experimentell bestimmbare Aspektverhältnis σr/σz des BECs ist dann

σr

σz
= ε2/5λr

λz
, (3.68)
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Abbildung 3.20.: Aspektverhältnis des sich ausbreitenden BECs in Abhängigkeit von der Ausbreitungszeit:
Skalierungsfaktoren für die Ausbreitung in radialer und axialer Richtung (oben) und
Aspektverhältnis des sich ausbreitenden BECs (unten) fürωr = 1150 s−1 und ε=0,55.

da bedacht werden muss, dass die Thomas-Fermi-Breiten eines BECs mit ω−2/5 skalieren (vgl. Gleichung
3.35). Für die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente gelten die Gleichungen 3.66 und 3.67
streng genommen nicht, da mit Werten von ε ¦ 0,5 die höheren Potenzen der Reihen nicht vernachläs-
sigt werden dürften, dennoch beschreiben beide Gleichungen qualitativ das Verhalten der Kondensatradien
während der freien Expansion. In Abbildung 3.20 sind die Skalierungsfaktoren und das Aspektverhältnis
des sich ausbreitenden BECs für die experimentell erreichbaren Werte ε = 0,55 und ωr = 1150 s−1 aufge-
tragen.
Um nachzuweisen, dass ein BEC vorliegt, wurden atomare Ensembles mit der beschriebenen Kühlprozedur
gekühlt. Nach Abschluss der Evaporation wurde die Strahlintensität in jeweils einer Richtung stark erhöht
und im anderen Strahl etwas abgesenkt, um den Einschluss in der einen Richtung größer zu machen als in
der anderen und damit eine zigarrenförmige Symmetrie der Falle herzustellen.
In Abbildung 3.21 werden zwei vergleichende Messungen des Aspektverhältnis von sich ausbreitenden

Wolken präsentiert. Dazu wurde nach der Evaporation die Leistung des Strahls in x-Richtung innerhalb von
zwei Sekunden verdreifacht und damit ein Verhältnis der Fallenfrequenzen von

ωy

ωx
=1,83:1 eingestellt. An

die Zeilen- und Spaltensummen wurde eine Gaußkurve angepasst, da aufgrund der hohen zentralen Dich-
ten BECs bei kurzen Expansionszeiten optisch dicht sind, weshalb die Breite dort systematisch überschätzt
wird. Die aus den bestimmten Breiten errechneten Aspektverhältnisse σy/σx sind in Abbildung (3.21,
unten) dargestellt. An den Falschfarbendarstellungen ist zu erkennen, dass sich im Fall des thermischen
Ensembles die Wolke in alle Richtungen gleichmäßig ausbreitet. Das Aspektverhältnis der expandierenden
Wolke nähert sich innerhalb von 11 ms einem Wert von eins (blaue Kurve). Im Fall des teilweise kondensier-
ten Ensembles ist zu erkennen, dass das Aspektverhältnis der expandierenden Wolke von anfänglich kleiner
eins auf über 1,2 anwächst (rote Kurve). Das erste Bild, bei dem die Falle unmittelbar zuvor ausgeschaltet
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Abbildung 3.21.: Aspektverhältnis von expandierenden Ensembles: Oben sind zwei Serien von Abbildungen
von sich ausbreitenden Wolken in Falschfarben dargestellt, unten sind die aus den Bildern
bestimmten Aspektverhältnisse in Abhängigkeit von der Expansionszeit dargestellt. Im Fall
des thermischen Ensembles kehrt sich das Aspektverhältnis nicht um, sondern nähert sich
nur dem Wert eins, während das BEC sein Aspektverhältnis umkehrt.

wurde (Expansionszeit 0 ms), ist im Zentrum der Wolke optisch dicht, weshalb das Aspektverhältnis syste-
matisch überschätzt wird. Dort ist analog zum thermischen Ensemble ein Wert von unter 0,8 zu erwarten.
Mit den aus der Messung der Fallenfrequenzen bestimmten Werten für die Strahlradien und den gemesse-
nen Leistungswerten wurden die theoretischen Kurven in Abbildung 3.20 berechnet. Im Falle eines reinen
BECs wäre deshalb eine viel schnellere und stärkere Umkehr des Aspektverhältnis zu erwarten. Durch An-
passen einer bimodalen Verteilung nach Gleichung 3.63 ergibt sich, dass hier nur ein Kondensatanteil von
etwa 20% vorlag.
In Abbildung 3.22 wird eine Messung präsentiert, bei der eine Umkehr in der anderen Richtung erfolgt.
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Abbildung 3.22.: Aspektverhältnis eines expandierenden Ensembles: Oben ist eine Serie von Abbildungen
einer sich ausbreitenden Wolke in Falschfarben dargestellt, unten ist das aus den Bil-
dern bestimmte Aspektverhältnis in Abhängigkeit von der Expansionszeit dargestellt. Das
Aspektverhälnis kehrt sich um, es liegt hier also ebenfalls ein teilweise kondensiertes En-
semble vor.

Dazu wurde am Ende der Evaporation die Leistung des Strahls in x-Richtung halbiert, während die Leistung
des Strahls in y-Richtung um einen Faktor fünf angehoben wurde, so dass ein rechnerisches Verhältnis von
ωx
ωy
=2,37:1 eingestellt wurde. Die aus den Gaußfits ermittelten Strahlradien zeigen eine Änderung des

Aspektverhälnis von unter 0,7 auf etwa 1,2 innerhalb von 9,2 ms. Der Kondensatanteil konnte hier jedoch
nicht bestimmt werden, da die bimodalen Fits erst bei längeren Expansionszeiten gute Ergebnisse liefern.

Bimodale Dichteverteilung
Um die quantitativen Eigenschaften atomarer Wolken wie Temperatur, Gesamtteilchenzahl und ggf. auch

Kondensatanteil bestimmen zu können, müssen unterschiedliche Funktionen an die Dichteverteilungen von
expandierenden atomaren Wolken angepasst werden (vgl. Abschnitt 3.2.4). Zu diesem Zweck wurden Seri-
en von Messungen durchgeführt, bei denen die Ensembles unterschiedlich stark evaporativ gekühlt wurden,
um dann nach plötzlichem Abschalten der Dipolfalle unterschiedlich lange im freien Fall expandieren zu
können. Je nachdem, ob ein Kondensatanteil vorlag oder nicht, konnte dann durch Anpassen einer Fit-
funktion für ein teilweise kondensiertes Ensemble (siehe Gleichung 3.63) oder für ein rein thermisches
Ensemble (siehe Gleichung 3.54) die Gesamtteilchenzahl oder die Breite bestimmt werden. Da das erfolg-
reiche Anpassen einer Funktion der Form 3.54 sehr stark von den gewählten Startwerten abhängt, wurde
bei kompletten Serien immer zuerst eine Gaußfunktion der Form 3.61 angepasst, da dieser Fit in Bezug
auf die Anfangswerte weit weniger empfindlich ist. Bei thermischen Ensembles war dann zu beobachten,
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dass der Gaußfit nahezu perfekt passt, während er mit immer stärkerer Kühlung und damit abnehmender
Temperatur irgendwann zuerst in der Spitze der Verteilung und dann auch zunehmend in den Flanken die
Dichteverteilung nicht mehr gut repräsentiert. Bei den Verteilungen der thermischen Ensembles, wo die
Gaußfunktion sehr gut passte, wurde anschließend zur korrekten Bestimmung der Breiten eine Funktion
der Form von Gleichung 3.54 angepasst. Bei den anderen Ensembles hingegen lag ein Kondensatanteil vor.
Deshalb wurde hier eine bimodale Fitfunktion der Form von Gleichung 3.63 angepasst, so dass aus den Fit-
parametern die Teilchenzahlen und Breiten sowohl des thermischen Anteils als auch des Kondensatanteils
bestimmt werden konnten. Die Temperaturen haben sich dann aus den Breiten der thermischen Verteilung
gemäß Gleichung 3.58 ergeben.
In Abbildung 3.23 sind beispielhaft drei solche Bilder aus einer Serie von expandierenden Wolken abneh-

Abbildung 3.23.: Serie von expandierenden Ensembles: In der ersten Zeile sind drei Falschfarbenbilder von
expandierenden Ensembles nach 18 ms freien Falls zu sehen, darunter jeweils die dazuge-
hörigen Gaußfits an die Spaltensummen. Weiter unten finden sich jeweils die dazugehöri-
gen bimodalen Fits nach Gleichung 3.63 und ganz unten stehen die jeweils aus den Bildern
bestimmten Ensembleparameter Gesamtteilchenzahl N , Anzahl der kondensierten Atome
N0 und Temperatur T .

mender Temperatur nach einer Expansionszeit von 18 ms zu sehen. In den Grafiken unter den Falschfar-
benbildern ist jeweils der dazugehörige Gaußfit an die eindimensionale Dichteverteilung zu sehen, in der
Grafik darunter folgt der bimodale Fit an die eindimensionale Dichteverteilung und ganz unten sind jeweils
die aus den Messungen bestimmten Werte der Gesamtteilchenzahl, der Teilchen im Kondensat und der
Temperatur zu sehen. Es ist zu erkennen, dass ganz links ein thermisches Ensemble vorliegt - der Gaußfit
(blau gepunktet) approximiert gut die Messdaten (rot). Der bimodale Fit darunter ist erkennbar schlechter.
Bei den weiteren Bildern aber passt der Gaußfit nicht gut, während der bimodale Fit (schwarz gepunktet)

50



auf den Messwerten (rot) liegt. Unterhalb ist der thermische Untergrund (blau gepunktet) dargestellt, so
dass die Fläche zwischen dem thermischen Untergrund und dem bimodalen Fit den kondensierten Atomen
entspricht. Mit abnehmender Temperatur steigt von links nach rechts die Anzahl der kondensierten Atome
bei abnehmender Gesamtteilchenzahl.
Aus einer Serie von Expansionsbildern, wo bis zu einer gleichen Endleistung evaporiert wurde, die Wolke
aber verschieden lange expandieren konnte, kann sowohl im thermischen als auch im teilweise kondensier-
ten Fall aus einem linearen Fit über das Quadrat der Breiten der thermischen Verteilung in Abhängigkeit
vom Quadrat der Expansionszeit die Temperatur gemäß Gleichung 3.58 bestimmt werden. Die Steigung
ist dann proportional zur Temperatur. Abbildung 3.24 zeigt beispielhaft einen solchen Fit für die thermi-
schen Breiten einer Serie von Spaltensummen, zu der auch das mittlere Bild aus Abbildung 3.23 gehört.
Der lineare Fit liefert eine Steigung von (4,97 · 10−6 ± 7,4 · 10−7) m2s−2 und damit eine Temperatur von
(52,2 ± 7,8) nK. Prinzipiell lassen sich aus dieser Art Fit auch die Fallenfrequenzen extrahieren, da der
Achsenabschnitt der linearen Funktion nur proportional zur Steigung und umgekehrt proportional zum
Quadrat der jeweiligen Fallenfrequenz ist. Da jedoch die Bilder mit kurzer Expansionszeit optisch dicht wa-
ren und damit nicht auswertbar, mussten in der Regel Expansionszeiten größer 10 ms gewählt werden. Bei
langen Expansionszeiten ist die Steigung von den Punkten weit ab der y-Achse auch mit geringem Fehler
bestimmbar, der Achsenabschnitt aber hat einen so großen relativen Fehler, dass die Informationen bzgl.
der Fallenfrequenzen vollkommen durch die statistischen Schwankungen verwischt werden.

Abbildung 3.24.: Temperaturfit über eine Serie von Expansionsbildern unterschiedlicher Expansionszeit
aber gleich langer Evaporationsdauer: Die Temperatur ist proportional zur Steigung des
Quadrats der thermischen Breiten in Abhängigkeit vom Quadrat der Expansionszeit.

Eigenschaften des optisch erzeugten Bose-Einstein-Kondensats

Um die Eigenschaften des erzeugten Bose-Einstein-Kondensats zu charakterisieren, wurden mehrere
Messreihen aufgenommen, bei denen jeweils an den einzelnen Stufen der Evaporation Bilder aufgenom-
men wurden, um daraus die Ensembleparameter wie Temperatur, Teilchenzahl und Phasenraumdichte zu
bestimmen. Dabei wurde genauso vorgegangen, wie im vorigen Abschnitt beschrieben. Dadurch konnte
das Einsetzen der Kondensation und damit auch die kritsche Temperatur bestimmt werden, genau wie der
Kondensatanteil in Abhängigkeit von der Temperatur. In diesem Abschnitt werden die wichtigsten Eigen-
schaften des erzeugten BECs vorgestellt und diskutiert.
Die folgenden Messwerte stammen aus zwei Messreihen, die zeitlich nahe hintereinander gemacht wur-
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den. Speziell die Kreuzung und die Positionen der Foki müssen von Zeit zu Zeit nachgezogen werden, so
dass sich, selbst wenn der Strahlengang prinzipiell nicht geändert wird, die Fallenfrequenzen und damit
die Strahlradien bei jeder neuen Messreihe leicht ändern. Deshalb müssten auch an jedem neuen Messtag,
aber mindestens jede Woche die Fallenfrequenzen der Kreuzung bestimmt werden. Dies ist in der Praxis
bei den hier präsentierten Messungen nicht erfolgt, da davon ausgegangen wurde, dass sich über einen
linearen Fit über die Quadrate der thermischen Breiten in Abhängigkeit von den Quadraten der Expansi-
onszeiten auch die Fallenfrequenzen extrahieren lassen. Dies hat sich jedoch als nicht möglich erwiesen
(siehe Diskussion im vorigen Abschnitt), weshalb die Messergebnisse aus verschiedenen Messreihen immer
leicht unterschiedlich sind, so dass speziell die Abhängigkeiten von der Strahlleistung bei unterschiedlichen
Fallenparametern auch immer variieren.
In Abbildung 3.25 wird in doppelt logarithmischer Darstellung präsentiert, wie sich die Gesamtteilchen-

Abbildung 3.25.: Temperatur und Teilchenzahl während der Evaporation in Abhängigkeit von der Gesamt-
strahlleistung in doppelt logarithmischer Darstellung.

zahl und die Temperatur während der Evaporation in Abhängigkeit von Gesamtstrahlleistung ändern. Bei-
de Größen sinken bis etwa 150 mW gleichmäßig - in der gewählten Darstellung jeweils linear, was auf
ein Potenzgesetz schließen lässt - ab, die Teilchenzahl um etwa einen Faktor 7, die Temperatur um einen
Faktor 57. An diese Bereiche wurde in beiden Graphen eine Potenzfunktion der Form f (x) = a · x b an-
gepasst, dort gilt N(P) = (2 · 105 ± 2 · 103) · P(0,591±0,006) bzw. T (P) = (5,1 · 10−6 ± 7,5 · 10−8) · P(1,12±0,011),
wobei jeweils die Leistung in Watt eingesetzt werden muss. In Abbildung 3.26 sind beide Größen eben-
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Abbildung 3.26.: Gesamtteilchenzahl in Abhängigkeit von der Temperatur während der Evaporation

falls doppelt logarithmisch gegeneinander aufgetragen, um diesen Zusammenhang zu verdeutlichen. Zwi-
schen beiden Größen besteht ebenfalls ein Potenzgesetz der Form f (x) = a · x b. Der Fit liefert N(T ) =
(1,13 · 108 ± 1 · 107) · P(0,519±0,008). Abbildung 3.27 liefert eine Erklärung dafür, warum die Verluste für
P < 200 mW größer werden: Dort ist die mittlere geometrische Fallenfrequenz ω unter der Annahme
von Strahlradien von 46 µm und 41,3 µm ohne Gravitationseinfluss (siehe Gleichungen 2.25) im Vergleich
zur numerisch berechneten Größe unter Gravitationseinfluss aufgetragen (vgl. Abschnitt 2.2.3). Im Bereich
hoher Leistungen laufen beide Graphen noch nahe beieinander, bei 200 mW beträgt die Abweichung noch
weniger als 1%, bei 150 mW sind es etwa 2%, bei 100 mW beträgt die Abweichung schon über 7% und
wird danach immer größer. Damit einhergehend fallen Temperatur und Teilchenzahl in der Falle immer
schneller ab, ohne dass sich das Skalierungsgesetz zwischen N und T dabei ändert, wie in der Grafik 3.26
dargestellt ist. Die Ergebnisse bestätigen also die in [94] abgeleiteten Zusammenhänge (vgl. auch 3.2.3).
Entscheidend für eine effiziente Evaporation ist, dass die Phasenraumdichte ansteigt (siehe Abschnitt

3.2.3). Für die einzelnen Stufen der Evaporation, an denen Messwerte genommen wurden, wird aus den
Ensembleparametern die Phasenraumdichte berechnet. Im Fall thermischer Ensembles geschieht dies über
die Bestimmung der Fugazitäten in Gleichung 3.17, die dann in Gleichung 3.13 eingesetzt werden. Bei
den teilweise kondensierten Ensembles erfolgt die Bestimmung über das chemische Potential in Gleichung
3.34, was die Bestimmung der zentralen Dichte in Gleichung 3.33 ermöglicht, die dann in Gleichung 3.13
eingesetzt wird. Dabei wird jeweils angenommen, dass sich die Atome gleichmäßig auf die 2S + 1 magne-
tischen Unterzustände verteilen (siehe Diskussion zu 3.23), so dass die Teilchenzahlen durch einen Faktor
drei geteilt werden.
In Abbildung 3.28 ist zu sehen, wie sich die Phasenraumdichte in Abhängigkeit von der Gesamtstrahllei-

stung während der Evaporation entwickelt. Da sich auch im Übergang beider Bereiche eine glatte Kurve
ergibt, die auch rechnerisch genau dort den kritischen Wert der Phasenraumdichte von 2,61 überschreitet,
wo eine bimodale Verteilung vorliegt, sind diese unterschiedlichen Bestimmungen des Phasenübergangs
konsistent. In Abbildung 3.29 ist die Phasenraumdichte in Abhängigkeit von der Gesamtteilchenzahl dar-
gestellt. Im Vergleich zu dem theoretisch aufgrund von Skalierungsgesetzen abgeleiteten Zusammenhang,
der in Abbildung 3.17 dargestellt ist, zeigt sich jedoch, dass die Phasenraumdichte deutlich schwächer an-
wächst, als theoretisch vorhergesagt. Sie steigt zwar im Laufe der Evaporation um mehr als einen Faktor
105 an, beide Graphen der Phasenraumdichte zeigen aber in dem Bereich, wo die Kondensation einsetzt,
auch ein leichtes Abflachen des Anstiegs. Beide Graphen lassen sich grob in drei Abschnitte der Evaporation
einteilen: Bei einer Gesamtleistung von etwa 4 W mit einer Teilchenzahl von mehr als 400000 nimmt die
Phasenraumdichte einen Wert von etwa 0,001 an, der bis zu einer Leistung von etwa 150 mW und einer
Teilchenzahl von etwa 65000 gleichmäßig auf knapp 0,1 ansteigt. Danach steigt die Phasenraumdichte bis
zu einer Leistung von 100 mW mit einer Teilchenzahl von 35000 schneller auf einen Wert von über 6 an
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Abbildung 3.27.: Mittlere geometrische Fallenfrequenz in Abhängigkeit von der Gesamtstrahlleistung mit
und ohne Gravitationseinfluss

Abbildung 3.28.: Phasenraumdichte in Abhängigkeit von der Gesamtstrahlleistung während der Evaporati-
on

und überschreitet damit die Schwelle zur Kondensation. Anschließend flacht die Steigung aber wieder ab,
um bei einer Leistung von 70 mW mit einer Teilchenzahl von unter 10000 einen Wert von etwa 100 zu
erreichen.
Für diesen Verlauf sind verschiedene Ursachen denkbar. Der Anstieg in den ersten Phasen der Evaporation
ist relativ flach, so dass diese möglicherweise zu langsam erfolgt. Wahrscheinlicher ist aber, dass sich hier
die Bewegung der Foki bemerkbar macht (vgl. Abschnitt 3.2.3). Da bei diesen Experimenten die Position
der Kreuzung immer derart justiert wurde, dass zu Beginn der Evaporation die Strahlen in ihren Foki ge-
kreuzt wurden, führt eine Bewegung der Foki zwangsläufig zu einer Vergrößerung des Fallenvolumens und
damit zu einer Absenkung der räumlichen Dichte. Sobald diese Bewegung beendet ist, wird die Evaporation
effizienter, wodurch der zweite Abschnitt erklärt wird. Mit zunehmender Absenkung der Strahlleistungen
wird die Falle jedoch wegen der Gravitation immer flacher, was die Effizienz der Evaporation wieder ver-
ringert. Hier könnten sich zusätzlich auch die repulsiven Wechselwirkungen im Kondensat auswirken, die
die Atome auseinander drücken, so dass weniger Stöße stattfinden. Eine ausführliche Diskussion dieses
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Abbildung 3.29.: Phasenraumdichte in Abhängigkeit von der Gesamtteilchenzahl während der Evaporation

schwächeren Anstiegs der Phasenraumdichte erfolgt im nächsten Abschnitt.
Diese Zusammenhänge sind auch bei der zentralen Dichte, die sich aus den gleichen Formeln ableiten lässt

Abbildung 3.30.: Zentrale Dichte n(0) in Abhängigkeit von der Gesamtstrahlleistung während der Evapora-
tion

wie die Phasenraumdichte, erkennbar. Abbildung 3.30 zeigt die zentrale Dichte in Abhängigkeit von Ge-
samtstrahlleistung. Auch hier erfolgt ein geringer Anstieg zu Beginn, anschließend eine größere Steigung,
um danach wieder weniger zu steigen bzw. sogar leicht abzusinken.
Der nächste Graph in Abbildung 3.31 zeigt den Kondensatanteil N0/N in Abhängigkeit von der Gesamt-
strahlleistung. Es ist erkennbar, dass die Kondensation im Bereich knapp oberhalb 100 mW einsetzt. Der
Kondensatanteil wächst dann auch an, der Anstieg ist aber geringer, als von der Theorie vorhergesagt.
Dies ist auch in den beiden nächsten Graphen von Abbildung 3.32 erkennbar, wo der Kondensatanteil in
Abhängigkeit von der Temperatur - einmal in nK und einmal in Einheiten der kritischen Temperatur - auf-
getragen ist. Im rechten Graphen ist zusätzlich in blau der theoretisch vorhergesagte Kondensatanteil nach
Gleichung 3.10 abhängig von der Temperatur in Einheiten der kritischen Temperatur aufgetragen, wobei
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Abbildung 3.31.: Kondensatanteil N0/N in Abhängigkeit von der Gesamtstrahlleistung

die Korrekturterme für die kritische Temperatur zur Einbeziehung (siehe Gleichung 3.9) der endlichen Teil-
chenzahl und der Wechselwirkungen (siehe Gleichung 3.36) mit in die Berechnungen einbezogen wurden.
Es ist zu erkennen, dass die Kondensation im Bereich von 130 nK einsetzt, der Kondensatanteil dann aber
geringer ansteigt, als von der Theorie vorhergesagt, und über einen Wert von etwa 0,5 hinaus nicht weiter
ansteigt. Es hat bei etwas geringeren Strahlleistungen bzw. Fallentiefen auch einige Bilder mit höheren Kon-
densatanteilen gegeben, bei denen die Temperatur aber nicht bestimmt werden konnte, da der thermische
Untergrund kaum noch erkennbar war. Außerdem ist die Dipolfalle in diesem Bereich so flach gewesen,
dass sie z.T. die Gravitation nicht mehr kompensieren konnte, so dass von Experimentablauf zu Experimen-
tablauf starke Schwankungen im Kondensatanteil aufgetreten sind. Eine Bestimmung der Lebensdauer des
Kondensats, die bei diesen Parametern durchgeführt wurde, ist aufgrund dieser Schwankungen nur teilwei-
se auswertbar und liefert deshalb nur eine Abschätzung von etwa 4 s.
Im Rahmen der hier präsentierten Experimente stand eine aktive Zustandspräparation des atomaren En-

sembles aus technischen Gründen nicht zur Verfügung, so dass nicht untersucht werden konnte, inwiefern
sich die kritische Temperatur ändert, wenn ein magnetischer Unterzustand deutlich stärker besetzt ist als
die anderen. Durch Stern-Gerlach-Experimente wurde festgestellt, dass die Atome praktisch gleich auf die
drei verschiedenen magnetischen Unterzustände der 52S1/2, F=1-Mannigfaltigkeit verteilt sind. Dies zeigt
auch das typische Absorptionsbild eines Stern-Gerlach-Experiments in der Nähe der kritischen Temperatur
an der Schwelle zur Kondensation in Abbildung 3.33. Die zuvor bei den Auswertungen gemachte Annah-
me der Gleichverteilung war also gerechtfertigt. Gänzlich anders sieht der Fall aus, wenn die Schwelle
zur Kondensation deutlich unterschritten wurde und möglicherweise in den drei Unterzuständen mehrere
Teilkondensate vorliegen. Es scheint dann während des letzten Evaporationsschritts Spindynamik einzu-
setzen, so dass sich durch spinändernde Stöße die Besetzung der einzelnen Unterzustände ändert. Dies
wurde auch schon experimentell beobachtet [102]. Da bei unseren Experimenten in der Regel durch kein
äußeres Magnetfeld eine Quantisierungsachse vorgegeben wird, ist dies ein vollkommen statistischer Pro-
zess. Dies unterstreicht auch Abbildung 3.34, in der Absorptionsbilder von zwanzig aufeinanderfolgenden
gleichartigen Experimentabläufen mit Erzeugung eines BEC und anschließender Stern-Gerlach-Separation
der magnetischen Unterzustände dargestellt sind: Die Verteilung der Atome auf die einzelnen Unterzustän-
de variiert von Bild zu Bild und ist vollkommen zufällig (näheres zur Spindynamik findet sich in [98]).
Allerdings lässt sich nicht sagen, ob es sich hier wirklich um drei Einzelkondensate handelt, oder ob z.B.
der jeweils am geringsten besetzte Unterzustand noch eine thermische Verteilung aufweist, da die Dichte-
verteilungen selbst nach langen Expansionszeiten so schmal waren, dass kaum mehr Unterschiede zwischen
den Fits von thermischen und bimodalen Verteilungen erkannt werden konnten.
Durch eine funktionierende Zustandspräparation sollte in der Zukunft näher untersucht werden, wie sich

die kritische Temperatur ändert, wenn ein magnetischer Unterzustand deutlich stärker besetzt ist, als die
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Abbildung 3.32.: Kondensatanteil N0/N in Abhängigkeit von der Temperatur in nK und in Einheiten der
kritischen Temperatur.

beiden anderen (vgl. [51]). Weiterhin könnte in der Zukunft näher untersucht werden, unter welchen
Bedingungen Spindynamik während der Evaporation abläuft.

3.2.6 Zusammenfassung und Diskussion der Experimente zur Erzeugung und Charakterisierung des
BECs

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit konnten Bose-Einstein-Kondensate in einer gekreuzten Dipolfalle mit
Licht eines Faserlasers bei 1070 nm zuverlässig und reproduzierbar erzeugt werden. Wichtige Schritte auf
dem Weg zum BEC waren das stetige Verbessern des Regelungskonzeptes der Dipolfallenstrahlen (vgl.
3.2.3) und eine neue Optimierungsprozedur der Evaporationsrampen (vgl. 3.2.3). Mit dem Erreichen des
BECs wurde ein wichtiger Grundstock für weiterführende Experimente gelegt. Dabei konnte der Nachweis
der Kondensation sowohl qualitativ durch das Beobachten einer Änderung des Aspektverhältnis während
der freien Expansion als auch quantitativ durch das Beobachten des Phasenübergangs durch Anpassen
von bimodalen Dichteverteilungen erbracht werden. Damit konnte das Verhalten der wichtigen Ensemble-
Parameter ’Anzahl der Atome in der thermischen Wolke und im Kondensat’, ’Temperatur’, ’räumliche Dichte
und Phasenraumdichte des rein optisch erzeugten BEC’ in Abhängigkeit von der Gesamtstrahlleistung un-
tersucht werden. Dabei sind gewisse Abweichungen vom theoretisch vorhergesagten Verhalten aufgetreten,
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Abbildung 3.33.: Absorptionsbild eines typischen Stern-Gerlach-Experiments im Bereich der kritischen Tem-
peratur. Die Atome verteilen sich praktisch gleich auf die drei magnetischen Unterzustän-
de.

Abbildung 3.34.: Absorptionsbildserie von zwanzig aufeinanderfolgenden gleichartigen Experimentabläu-
fen tief innerhalb des BEC-Regimes: Dort hat Spindynamik eingesetzt, die aufgrund einer
fehlenden Quantisierungsachse vollkommen statistisch abläuft - die Verteilung auf die Un-
terzustände variiert von Experimentablauf zu Experimentablauf.

deren Ursachen in der Zukunft näher erforscht werden sollten. So wachsen die räumliche Dichte und die
Phasenraumdichte und als Konsequenz daraus der Kondensatanteil des Ensembles während der Evaporati-
on nicht so stark an, wie theoretisch vorhergesagt wird. Es kommen verschiedene Möglichkeiten in Frage,
warum diese Abweichungen von der Theorie auftreten:

• Eine mögliche Erklärung wäre, dass sich die Foki der Dipolfallenstrahlen aufgrund thermischer
Effekte in den AOMs bewegen, so dass die Falle im Verlauf der Evaporation expandiert und die
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Fallenfrequenzen stärker abfallen. Eine Bewegung der Strahlfoki konnte schon zuvor im Rahmen
dieses Projekts beobachtet werden (vgl. [64]), außerdem wurden Anstrengungen unternommen,
um die AOMs in der Zukunft mit zweierlei Radiofrequenzen zu versorgen (vgl. [103]), so dass die
anliegende RF-Leistung während der gesamten Evaporation konstant ist und etwaige thermische
Effekte minimiert werden könnten (vgl. [104]). Eine Bewegung der Foki konnte auch beobachtet
werden (vgl. Abschnitt 3.2.3). Allerdings erfolgt diese im Bereich höherer Strahlleistungen, so dass
die Evaporation anfangs weniger effizient abläuft. In der Zukunft sollte deshalb eine neue Justie-
rungsmethode angewendet werden, bei der Strahlen nicht in ihren Foki gekreuzt werden, so dass
die Foki in die Kreuzung wandern. In dem fraglichen Bereich am Übergang zur Kondensation und
später, wo die Dichte und der Kondensatanteil nicht weiter ansteigen, ist die Fokusbewegung aller-
dings bereits abgeschlossen, deshalb scheiden thermische Effekte als Ursache für die Diskrepanzen
vom von der Theorie vorhergesagten Verhalten aus.

• Weiterhin werden häufig mögliche Anharmonizitäten des Dipolfallenpotentials als Ursache für Ab-
weichungen von der Theorie genannt (siehe z.B. [105]). In den Referenzen [106, 107] wurde auch
theoretisch untersucht, wie sich der Kondensatanteil in Abhängigkeit von der Temperatur im Falle
eines gaußförmigen Potentials entwickelt. Die dort gemachten Annahmen sind aber mit Teilchen-
zahlen von 106, Fallentiefen von 1 µK und einer sich dabei ergebenden kritischen Temperatur von
2 µK im Sinne typischer Experimente zur rein optischen Kondensation eher unrealistisch. Auch ist im
Fall eines anharmonischen Potentials eher zu erwarten, dass die Kondensation dort später eintritt,
als von Gleichung 3.10 vorhergesagt, da im oberen Teil eines gaußförmigen Potentials das effektive
Fallenvolumen größer ist als in der harmonischen Näherung, so dass die Dichte und entsprechend
auch die Phasenraumdichte dort kleiner sind. Um herauszufinden, ob dies in Frage kommt, sollten
in der Zukunft theoretische Untersuchungen analog zu den Arbeiten [106, 107] mit realistische-
ren Annahmen unternommen werden und experimentell erforscht werden, inwiefern die Annahme
eines Abschneideparameters von η = U

kB T
≈ 10 analog zu [94] (vgl. Abschnitt 3.2.3) im Bereich

der Kondensation gerechtfertigt ist. Deshalb sollten bei solchen Messungen in der Zukunft die Fal-
lenfrequenzen wie in Abschnitt 3.2.3 gezeigt, während der Evaporation bestimmt werden, um das
Verhältnis von Fallentiefe zu Ensembletemperatur genau bestimmen zu können.

• Es wurde auch vielfach berichtet, dass aufgrund der Gravitationseffekte in optischen Fallen die Eva-
poration nicht effizient abläuft, weshalb ein zusätzliches levitierendes magnetisches Feld eingestrahlt
werden kann, um die Wirkung der Gravitation aufzuheben (z.B. [99, 108, 109, 110]). Aufgrund der
gemachten experimentellen Beobachtungen während der Evaporation, dass Abweichungen vom vor-
hergesagten Verhalten vor allem im Bereich niedriger Strahlleistungen auftreten, erscheint es am
wahrscheinlichsten, dass dies aufgrund von Gravitationseffekten passiert. Dies kann auch im Zusam-
menspiel mit anharmonischen Effekten einhergehen, wenn das Potential in z-Richtung zunehmend
asymmetrisch wird und die Annahme eines Abschneideparameters η = U

kB T
≈ 10 nicht mehr ge-

rechtfertigt ist. Letzteres sollte in der Zukunft geprüft werden. Ansonsten sollte bei einem eventuel-
len Umbau des experimentellen Aufbaus erwogen werden, zusätzliche Spulen zum Erzeugen eines
levitierenden Magnetfeldes zu installieren. Alternativ könnte man mit dem restlichen Licht des Fa-
serlasers einen Lichtteppich erzeugen, ähnlich wie dies in Abschnitt 5.5 beschrieben wird, um die
Atome gegen die Gravitation zu halten, so dass die Evaporation wieder durch ein gleichmäßiges
Absenken aller Fallenfrequenzen geschieht.
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4 Teilen und Beschleunigen von Bose-Einstein-Kondensaten

Um Experimente auf dem Gebiet der Atomoptik zu betreiben, benötigt man einen Mechanismus, um ein
Atomensemble zu teilen, um es dann wieder vereinen und Interferenzeffekte der Materiewellen beobach-
ten zu können. Dies ist in direkter Analogie zur Interferenz von Lichtwellen zu sehen (siehe z.B. [81]).
Die ersten Experimente zum Nachweis der Welleneigenschaften von Elektronen und Neutronen konnten
Beugungseffekte von an Kristallgittern reflektierten Teilchen nachweisen [2, 111] und damit die Hypothese
von de Broglie [1] experimentell verifizieren. Inspiriert von den ersten Beugungsexperimenten mit Elektro-
nen postulierten 1933 P.L. Kapitza und P.A.M. Dirac, dass eine stehende Lichtwelle als Transmissionsgitter
für Elektronen genutzt werden könnte [112]. Heutzutage werden solche stehenden Lichtwellen deshalb als
optische Gitter bezeichnet. Da die Wechselwirkung zwischen Elektronen und einer optischen Stehwelle nur
sehr gering ist - Kapitza und Dirac hatten ein Verhältnis von reflektierten zu unreflektierten Elektronen in
einer Größenordnung von 10−14 bei Benutzung einer Quecksilberdampflampe vorhergesagt - konnten erst
nach der Entwicklung des Lasers [6] experimentelle Versuche zur Beobachtung des sogenannten Kapitza-
Dirac-Effekts unternommen werden [113, 114, 115, 116]. Trotzdem wurde der vorhergesagte Effekt nicht
nachgewiesen. Erst 2001 konnte der eigentlich von Kapitza und Dirac beschriebene Effekt beobachtet wer-
den [117] (siehe dazu auch [118]). In der Zwischenzeit wurden jedoch sowohl Beugungseffekte als auch
Bragg-Streuung von Natrium-Atomstrahlen an optischen Stehwellen beobachtet [13, 14]. Dabei wurden
die Strahlen in unterschiedliche Impulskomponenten aufgespalten, deren Impuls ein Vielfaches von 2ħhk
betrug, wie das von Kapitza und Dirac vorhergesagt wurde. Mittlerweile wird deshalb der Begriff ’Kapitza-
Dirac-Effekt’ nicht nur auf Elektronen beschränkt verwendet, sondern viel allgemeiner als eine Beugung
oder Streuung von Teilchen an stehenden Lichtwellen.
1999 konnten erstmals sowohl Bragg-Streuung als auch Beugungseffekte von Bose-Einstein-Kondensaten
an optischen Stehwellen beobachtet werden [119, 120]. Seither wurden verschiedene Experimente zum
Teilen und Beschleunigen von Bose-Einstein-Kondensaten unternommen [121, 122]. Bragg-Spektroskopie
wurde z.B. dazu genutzt, um die Impulsunschärfe und die sogenannte Meanfield-Energie eines Bose-
Einstein-Kondensats zu messen [123] und es konnten z.B. auch Bloch-Oszillationen zwischen den ver-
schiedenen Impulszuständen eines BECs in einem optischen Gitter beobachtet werden [124]. Optische
Gitter sind mittlerweile ein universelles Werkzeug zur Manipulation und Untersuchung von Bose-Einstein-
Kondensaten und stellen ein nahezu perfektes Modellsystem zur Simulation von Festkörperphänomenen
dar. Eine Beschreibung und Diskussion aller Aspekte der Physik optischer Gitter übersteigt den Rahmen
dieser Arbeit. Gute Übersichten über die experimentellen Möglichkeiten, die Bose-Einstein-Kondensate in
optischen Gittern bieten, finden sich z.B. in den Referenzen [125, 126].
Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurde ein eindimensionales optisches Gitter aufgebaut, um es als
Werkzeug zum Aufteilen und Beschleunigen von Bose-Einstein-Kondensaten einzusetzen. In diesem Kapitel
wird zuerst eine kurze Einführung in die Physik von kalten Atomen in optischen Gittern gegeben. Anschlie-
ßend wird der optische Aufbau zur Erzeugung des eindimensionalen optischen Gitters geschildert. In den
darauffolgenden Abschnitten werden die durchgeführten Experimente zum Teilen und Beschleunigen von
Bose-Einstein-Kondensaten in unbewegten und bewegten optischen Gittern präsentiert.

4.1 Bose-Einstein-Kondensate in optischen Gittern

Die Physik kalter Atome in optischen Gittern ähnelt in vielen Belangen der Festkörperphysik. Wie bei dieser
ergeben sich verschiedene Energiebänder, die abhängig von der Teilchenenergie besetzt werden. Setzt man
ein einzelnes Atom einem schwachen periodischen Dipolpotential der Form U(z) = Û cos2(kz) aus (vgl.
Gleichung 2.30), dann ergeben sich die Eigenzustände ψn und Energieeigenwerte En des Hamiltonopera-
tors Ĥ = −ħh2

2m
d2

dz2 + U(z) gemäß der zeitunabhängigen Schrödinger-Gleichung (vgl. [127]):

�

−ħh2

2m

d2

dz2 + U(z)

�

ψn = En ψn . (4.1)
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Aufgrund der Periodizität des Gitters mit U(z + Z) = U(z) ergeben sich die Eigenzustände des Gitters als
Produkte ebener Wellen mit einer Funktion un,k, die die Periodizität des Gitters, un,k(z+ Z) = un,k(z), hat:

ψn,k(z) = un,k(z)e
ikz . (4.2)

Dieser Zusammenhang ist als Blochsches Theorem bekannt. Aufgrund ihrer Periodizität lassen sich das
Potential und die Eigenzustände nach ebenen Wellen entwickeln:

ψn,k(z) =
∑

q

cq,neiqz , (4.3)

U(z) =
∑

K′
UK′ e

iK′z . (4.4)

Dabei ist q der sogenannte Quasiimpuls des Atoms innerhalb des Gitters. Aufgrund der Periodizität des
Gitters lässt sich q immer so wählen, dass q = k − K , wobei K = l · 2π/Z , lεZ der reziproke Gittervektor
eines Vielfachen der Gitterperiode ist. Das Periodizitätsintervall von [−K/2, K/2] wird erste Brillouin-Zone
genannt. Durch eine Translation lässt sich also die gesamte Gitterstruktur auf die erste Brillouin-Zone re-
duzieren. Setzt man 4.2, 4.3 und 4.4 in Gleichung 4.1 ein, gilt:

∑

q

ħh2q2

2m
cq,neiqz +

∑

K′

∑

q

UK′ cq,nei(q+K)z = En

∑

q

cq,neiqz . (4.5)

Da die Funktionen eikx linear unabhängig sind, kann dies nur erfüllt sein, wenn
�

ħh2q2

2m
− En

�

cq,n +
∑

K′
UK′ cq−K′,n = 0 . (4.6)

Die Fourierkoeffizienten UK′ des Potentials ergeben sich dabei durch Integration über eine Brillouin-Zone
mit UK′ = (1/π)

∫ π

−π Û cos2(K ′z)dz (vgl. [128]). Setzt man den Ausdruck von oben für das Potential ein,
ergibt sich für die Koeffizienten UK′ : U0 = Û/2, U±2 = Û/4 und sonst UK′ = 0. Ein Ausdruck für die Ener-
gieeigenwerte in Abhängigkeit vom Quasiimpuls q ergibt sich, wenn man die Reihe nach einer endlichen
Anzahl von Gliedern abbricht. Die sich ergebenden Bänder für unterschiedliche Werte von n heißen Bloch-
bänder. In Abbildung 4.1 sind die ersten vier Blochbänder für Gittertiefen von 0, 1, 2 und 6 Erec dargestellt.
Bei 0 Erec zeigt sich einfach die Dispersionsrelation für ein freies Teilchen, während mit zunehmender Git-
tertiefe die Bandlücken immer größer und die untersten Bänder immer flacher werden.
Da in optischen Gittern ein periodisches Potential herrscht, dass sich durch Gleichung 2.30 annähern lässt,

Abbildung 4.1.: Die ersten vier Blochbänder für eine Gittertiefe von (a): 0 Erec , (b): 1 Erec , (c): 2 Erec und
(d): 6 Erec .

ergeben sich dort also Bandstrukturen, deren Tiefe durch die Laserleistung einstellbar ist. Durch die Wahl
der Lichtwellenlänge und des Einstrahlwinkels ist zudem die Gitterkonstante einstellbar. Optische Gitter
bieten also ein sehr gut manipulierbares Modellsystem für kalte Atome, deren Struktur der in Festkörpern
entspricht, aber dafür reiner ist, als eine Festkörper-Kristallstruktur jemals erzeugt werden könnte.
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4.2 1D-Gitter für Bose-Einstein-Kondensate

Um atomoptische Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten durchführen zu können, wurde im Rahmen
dieser Arbeit ein eindimensionales optisches Gitter zum Teilen und Beschleunigen von BECs aufgebaut.
Die Konzeption und der optische Aufbau sind in Kooperation mit Johannes Küber erfolgt. Eine ausführliche
Darstellung des Lasersystems und technische Details zum Aufbau finden sich deshalb in seiner Arbeit [129].
Aus einschlägigen Publikationen, in denen typische Experimente zum Teilen und Beschleunigen von kalten
Atomen beschrieben werden [119, 120, 121, 122], lässt sich ersehen, dass für die geplanten Experimente
ein Gitter von einigen Rückstoßenergien Erec Tiefe (vgl. Gleichung 2.31) benötigt wird. Der optische Auf-
bau sollte dabei möglichst einfach und problemlos in den bereits vorhandenen Aufbau integrierbar sein. Die
Wahl fiel deshalb auf einen gitterstabilisierten Diodenlaser in Littrow-Anordnung [129] bei 780 nm, der in
einem Bereich von etwa ±5 nm um die Zentralwellenlänge verstimmbar ist und eine maximale Lichtlei-
stung von etwa 70 mW liefert. Von einer aktiven Frequenzstabilisierung des Lasers wurde abgesehen, da
bei den typischen Experimentierzeiten innerhalb des Gitters von einigen µs Frequenzsprünge und -drifts
unwahrscheinlich sind. Dafür wurde beim Aufbau des Lasers sehr viel Wert auf eine gute passive Stabilität
gelegt, indem auf einen Piezoaktuator bei der Halterung des Reflexionsgitters verzichtet wurde. Weiterhin
ist eine mögliche Frequenzverstimmung zwischen den beiden Gitterarmen nötig, die sehr präzise einstell-
bar und auch im laufenden Experiment verstellbar sein muss. Das Licht des Diodenlasers wurde deshalb
über einen polarisierenden Strahlteilerwürfel aufgeteilt und beide Teilstrahlen jeweils durch einen AOM bei
80 MHz geführt. Um Phasenstabilität zwischen den Teilstrahlen zu garantieren, wurden beide AOMs mit
jeweils einem Synthesizer [129] versorgt, von denen einer die gemeinsame Frequenzreferenz beider Syn-
thesizer darstellte. Neben einer möglichen Frequenzverstimmung ermöglichen die AOMs auch das Schalten
und eine Intensitätskontrolle der Gitterstrahlen über die RF-Intensität, mit der die AOMs versorgt werden.
Zu diesem Zweck wurde in den beiden Armen jeweils zwischen dem Synthesizer und dem RF-Verstärker ein
RF-Mischer als variabler Abschwächer eingebaut, über den analog zur Intensitätssteuerung der Dipolfalle
eine Kontrolle der Gitterstrahlen über die Experiment-Steuerung möglich ist. Die erste Beugungsordnung
des AOMs wurde dann jeweils über lichtleitende Fasern zur Vakuumapparatur transportiert, wo das opti-
sche Gitter mit einem der beiden Dipolfallenstrahlen überlagert wurde. Abbildung 4.2 zeigt den realisierten
Aufbau. Auf der linken Seite ist der schon beschriebene Aufbau zur Erzeugung des Gitterlichts und der bei-
den Teilstrahlen zu sehen. Rechts ist zu erkennen, wie die Überlagerung mit einem der Dipolfallenarme
(vgl. Abschnitt 3.7) erfolgt. In den bereits vorhandenen Aufbau der Dipolfalle wurde jeweils auf beiden
Seiten der Vakuumapparatur ein dichroitischer Spiegel, der hochreflektierend bei der Gitterwellenlänge
von 780 nm und antireflektierend bei der Dipolfallenwellenlänge von 1070 nm ist, eingefügt. Dieser lässt
das Dipolfallenlicht ungehindert passieren, so dass der Betrieb der Dipolfalle nicht gestört wird, während
er das Gitterlicht in die Vakuumapparatur reflektiert und damit am Ort des erzeugten BECs ein Stehwellen-
muster erzeugt.
Die Optik zur Strahlformung der Gitterarme wurde derart dimensioniert, dass der Fokus beider Arme am
Ort der Atome liegt und die Strahlradien mit etwa 80 − 90 µm deutlich oberhalb der Dipolfallenstrahl-
radien liegen (vgl. [129]). Die Justierung der Optik zur Strahlformung wurde solange optimiert, bis die
Strahlradien mit 85 µm bzw. 83 µm im gewünschten Bereich lagen. Dazu wurden die Strahlradien ent-
lang der Ausbreitungsrichtung mit einem optischen Chopper bestimmt, der eigens dafür konstruiert wurde
(Details zum Verfahren der Strahlradienbestimmung siehe Referenz [80]). Die Optik zur Strahlformung
wurde in einem Tubus der Firma Linos fest verschraubt, damit das Gitter möglichst stabil gegenüber me-
chanischen Erschütterungen ist. Mit einer Wahl von Gitterstrahlenradien, die deutlich größer als die der
Dipolfallenstrahlen sind, sollte eventuellen Justierungsproblemen bei der Überlagerung vorgebeugt wer-
den. Der aufgebaute Diodenlaser ermöglicht dies auch, da die Lichtleistung auch bei diesen Strahlradien
genug Reserven bietet. Weiterhin wurde darauf geachtet, dass die beiden Arme die gleiche lineare Polari-
sation aufweisen, indem in beiden Strahlen jeweils ein polarisierender Strahlteilerwürfel eingefügt wurde.
Die Justierung der Arme erfolgte in der Praxis derart, dass zuerst der Arm, dessen Licht aus Sicht des Di-
polfallenstrahls vor der Vakuumaparatur seine lichtleitende Faser verlässt, mit diesem Strahl grob durch
zwei Spiegel im Gitteraufbau überlagert wurde. Dann wurde statt des Gitterlichts eine Faser mit Licht eines
Titansaphirlasers bei etwa 795 nm mit einer Leistung von mehr als 100 mW an die Optik zur Strahlformung
gesteckt und damit eine Einzelstrahldipolfalle eingestrahlt. Wenn die Überlagerung beider Strahlen zuvor
gut eingestellt wurde, konnte man dann sofort auf Absorptionsbildern von Atomensembles die zusätzliche
Dipolfalle neben dem einen Strahl der gekreuzten Dipolfalle erkennen. Die Überlagerung beider Strahlen
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Abbildung 4.2.: Schematische Darstellung des Aufbaus des optischen Gitters. Links ist der optische Aufbau
zur Erzeugung des Gitterlichts zu sehen, von wo aus das Licht über lichtleitende Fasern
zur Vakuumapparatur gelangt und in den vorhandenen experimentellen Aufbau integriert
wurde.

wurde dann solange verbessert, bis der Gitterarm und der eine Dipolfallenarm sowohl auf den Absorptions-
bildern von oben als auch von der Seite übereinander lagen. Danach wurde vorsichtig wieder die Faser mit
dem Gitterlicht auf den Tubus gesteckt und anschließend das Licht dieses Arms auf der anderen Seite der
Kammer gegenläufig in die Faser des anderen Gitterarms wieder eingekoppelt. Sämtliche in den folgenden
Abschnitten präsentierten Experimente mit dem Gitter wurden mit einem derart justierten optischen Gitter
durchgeführt.

4.3 Unbewegte optische Gitter

Bei allen im eindimensionalen optischen Gitter durchgeführten Experimenten zum Teilen und Beschleu-
nigen von BECs wurden zwei wesentliche Parameter zeitlich verändert: Die Intensität und die relative
Verstimmung der Gitterstrahlen. Bei den ersten Experimenten mit dem optischen Gitter wurde die Verstim-
mung δ zwischen den beiden Strahlen auf Null gesetzt. Ansonsten wurde mit unterschiedlich tiefen Gittern
gearbeitet, die alle für eine kurze Zeit τ rechteckförmig eingestrahlt wurden. Ähnliche Experimente wurden
erstmals 1999 in der Gruppe von W. Phillips durchgeführt [120].
In diesem Abschnitt werden zuerst die theoretischen Grundlagen zum Verständnis dieser Experimente zu-
sammengefasst. Danach werden die wichtigsten Ergebnisse präsentiert und diskutiert.

4.3.1 Theoretische Grundlagen

Strahlt man sehr kurze Gitterpulse unterschiedlicher Dauer im µs-Bereich auf ein atomares Ensemble ein, so
werden die Atome je nach der Tiefe des Gitters und je nach der Pulsdauer in unterschiedliche Impulsordnun-
gen gebeugt, mit p = nħhk. Diese Situation kann man im allgemeinen nicht mehr zeitunabhängig behandeln,

64



vielmehr müssen die Berechnungen aus Abschnitt 4.1 nun mit der zeitabhängigen Schrödinger-Gleichung
durchgeführt werden. Aus Gleichung 4.1 wird dann:

iħh
∂

∂ t
ψn(t,z) =

�

−ħh2

2m

d2

dz2 + U(z)

�

ψn(t,z) (4.7)

Macht man für die Wellenfunktion wieder einen Fourieransatz der Form ψn =
∑

n cneinkz , dann ergeben
sich für die Koeffizienten cn, deren Quadrate die Wahrscheinlichkeiten, ein Atom in der Beugungsordnung
n/2 zu finden, darstellen, folgende Differentialgleichungen [130]:
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Dabei ist n2ε = n2ħh2k2/2m die jeweilige kinetische Energie der ebenen Welle. Zur Lösung dieses Systems
von Differentialgleichungen lassen sich zwei spezielle Grenzfälle unterscheiden. Für ε � Û/ħh ergibt sich
das sogenannte Beugungs- oder Kapitza-Dirac-Regime. Die Besetzungswahrscheinlichkeit der n/2. Beu-
gungsordnung ergibt sich dann gemäß:
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Die Besetzungswahrscheinlichkeiten aller Beugungsordnungen ergeben sich also im Kapitza-Dirac-Regime
durch Besselfunktionen.
Der zweite Grenzfall, das sogenannte Bragg-Regime, ist dann gegeben, wenn ε � Û/ħh, und nur zwei
Impuls-Ordnungen erreicht werden können:

�

c1 = eiεt cos(Û t/4ħh)
c−1 = −ie−iεt sin(Û t/4ħh) ⇒
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Dabei ist Ωe f f die sogenannte effektive 2-Photonen-Rabi-Frequenz, die sich gemäß [131] zu Ωe f f = Û/2ħh
ergibt (siehe auch Diskussion nach 4.23). Dieses Regime wird auch Pendellösung genannt, da die Besetzung
hier abhängig von der Zeit zwischen zwei Zuständen ’hin und her pendelt’. Da ohne Einstrahlen eines opti-
schen Gitters keine anderen Ordnungen als die 0. vorliegen werden, beschreibt

�

�c1

�

�

2
die Besetzungswahr-

scheinlichkeit der 0. Beugungsordung, während
�

�c−1

�

�

2
die Summe der Besetzungswahrscheinlichkeiten der

beiden ersten Ordnungen darstellt.
Diese beiden unterschiedlichen Lösungen der Differentialgleichungen lassen sich anschaulich physikalisch
interpretieren. Bei den ersten Experimenten mit Atomstrahlen, die durch stehende Lichtwellen geflogen
sind [13, 14], wurde das Kapitza-Dirac-Regime erreicht, wenn die Stehwelle stark fokussiert wurde, das
Bragg-Regime jedoch bei schwach oder gar nicht fokussierten Lichtfeldern. Eine Betrachtung im Rahmen
der Unschärferelation zeigt, warum:
Im ersten Fall liegt ein ’dünnes Gitter’ vor, der Ort der Wechselwirkung zwischen Atomen und Lichtfeld ist
damit sehr genau bestimmt, so dass wegen ∆x∆p ≥ ħh/2 viele verschiedene Impulszustände, in die das
Atom gebeugt werden kann, möglich sind, so dass es dann viele mögliche Winkel gibt, unter denen Beu-
gung auftreten kann. Das Kapitza-Dirac-Regime wird z.T. auch Raman-Nath-Regime genannt, da es starke
Ähnlichkeiten zur Raman-Nath-Beugung in der Dünnschicht-Holographie oder der Akusto-Optik zeigt (vgl.
[132]).
Im Bragg-Regime liegt ein ’dickes Gitter’ vor, die Wechselwirkungszone ist dann sehr groß, so dass es nur
noch eine höhere Ordnung gibt, in die Beugung erfolgen kann[14].
Im Fall eines Bose-Einstein-Kondensats in einem eindimensionalen optischen Gitter ist eine Betrachtung mit
der Energie-Zeit-Unschärferelation verständlicher. Für sehr kurze Prozesszeiten ∆t und starke Lichtfelder
ist die Unsicherheit der beim Beugungsprozess übertragenen Energie ∆E wegen ∆E∆t ≥ ħh/2 sehr groß, es
gibt viele mögliche Beugungsordnungen. Bei längeren Prozesszeiten und geringen Wechselwirkungsener-
gien gibt es jedoch zumeist nur eine mögliche Beugungsordnung, bei der Energie- und Impulserhaltung
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gleichzeitig erfüllt sind. Die Wahl der Parameter ist dabei sehr kritisch und es ist a priori nur schwer mög-
lich zu entscheiden, in welchem Regime Experimente stattfinden werden [130]. Für die Prozesszeit τ gilt
die Abschätzung, dass

τ�
1

ωrec
=

2m

ħhk2 (4.11)

sein muss, um das Kapitza-Dirac-Regime zu erreichen. Wo genau der Übergang sich befindet, ist nicht klar,
man findet in der Literatur Werte von 1/10 der Rückstoßfrequenz [133]. Das wären bei 87Rb und Licht
der D2-Linie etwa 4,2µs. Einen Hinweis, ab wann die Gittertiefe so groß wird, dass man den Bereich der
Pendellösung verlässt, ergibt eine Abschätzung für die maximale Beugungsordnung, die man erreichen
kann [120, 134]:

nmax ≈

È

|Û |
4ħhωrec

. (4.12)

Wenn dieses nmax einen Wert von zwei deutlich überschreitet, dann werden auch höhere Gitterbänder si-
gnifikant besetzt und man erhält kompliziertere Oszillationen zwischen den verschiedenen Zuständen (vgl.
[122]). Bei sehr langen Prozesszeiten und sehr tiefen Gittern wurde auch noch ein anderes Regime sowohl
bei Atomstrahlen als auch bei Elektronen beobachtet. Dieses zeichnet sich durch eine sehr breite Vertei-
lung mit zwei großen Maxima am Rand aus, die nicht bei Vielfachen von ±2ħhk auftreten, sondern daher
kommen, dass die Atome dann klassisch in einem sin2-Potential oszillieren, bei dem die Aufenthaltswahr-
scheinlichkeit an den Umkehrpunkten am größten ist. Dieser Effekt wird bei Atomstrahlen als Kanaleffekt
(engl. channeling) [135] bzw. als Hochintensitäts-Kapitza-Dirac-Effekt bei Elektronen bezeichnet [136].

4.3.2 Experimente im unbewegten optischen Gitter

Bei den ersten Experimenten, die mit dem eindimensionalen optischen Gitter durchgeführt wurden, wurde
immer zuerst ein Bose-Einstein-Kondensat mit dem im letzten Kapitel erklärten Verfahren erzeugt, an-
schließend wurde das optische Gitter in Rechteckpulsen für einige µs eingestrahlt und das Ensemble dann
fallengelassen, so dass sich die verschiedenen Impulskomponenten separierten und absorptiv detektiert
werden konnten. Als minimales Zeitintervall für Gitterexperimente wurden 1,5 µs bis 3 µs gewählt, da bei
An- und Abschaltvorgägen die Elektronik endliche An- und Absteigezeiten der Flanken von etwa 0,5 µs
hat, die natürlich besonders bei kurzen Prozesszeiten ins Gewicht fallen. Um aber vor allem das Kapitza-
Dirac-Regime beobachten zu können, sind Zeiten unterhalb von 5 µs nötig. Da aufgrund der geringen
Verstimmung bei einem rot verstimmten Gitter die Streuverluste größer wären, da dort die Atome in den
Intensitätsmaxima gefangen werden, wurden alle in dieser Arbeit präsentierten Experimente mit blau ver-
stimmten Gittern durchgeführt. Um ein Ausbreiten des Ensembles nicht zu behindern, wurde die Dipolfalle
unmittelbar vor dem Gitterpuls abgeschaltet, d.h. die Atome wurden dann nicht mehr gehalten, sondern
sind ’durch das Gitter hindurchgefallen’. Das beschränkt natürlich auch die mögliche Länge der Prozesszeit
auf den Zeitraum, in dem noch alle Atome vom Gitter gleichmäßig erfasst werden. Es hat sich empirisch
gezeigt, dass sämtliche Versuche mit Experimentierzeiten im Gitter deutlich oberhalb von 1 ms nicht ver-
wertbar waren.
Bei der ersten Messung wurde mit Leistungen in den Gitter-Strahlen von 432 µW bzw. 411 µW gearbeitet.
Die Wellenlänge der Strahlen betrug 779,642 nm. Dies entspricht einer Blauverstimmung von 0,599 nm.
Mit den bestimmten Strahlradien von 83 µm bzw. 85 µm ergibt dies nach Gleichung 2.31 eine rechnerische
Fallentiefe von 24,66 Erec . Bei der Berechnung der Fallentiefe muss beachtet werden, dass die in Kapitel 2
eingeführte Größe Ũω von der Lichtwellenlänge bzw. Lichtfrequenz abhängt und bei dieser Wellenlänge z.B.
4,07 · 10−34m2s beträgt. Weiterhin muss bei der Benutzung der Gleichung 2.31 beachtet werden, dass für
P die mittlere Strahlleistung beider Strahlen eingesetzt werden muss. Die Experimente wurden dann wie
beschrieben durchgeführt und die Pulsdauer des Gitters von 3 bis 100 µs variiert. Anschließend wurden die
Atome nach einer Fallzeit von 19 ms absorptiv detektiert. Eine erste Auswertung der Bilder zeigte, dass der
Abstand zwischen benachbarten Impulsordnungen etwa 41 Bildpixel betrug, was bei einer Vergrößerung
der Detektionsoptik von 1,705 und einer Pixelgröße von 9 µm einem Abstand von 219 µm entspricht. Bei
einer Fallzeit von 19 ms entspricht dies einer Geschwindigkeitsdifferenz von ∆v = 0,012 m/s und damit
einer Impulsdifferenz von ∆p = 1,97ħhk. Die präsentierten Experimente spalten die BECs also tatsächlich in
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Impulskomponenten von ±n · 2ħhk auf.
In Abbildung 4.3 ist gut zu erkennen, dass die Besetzungen der 0. und der beiden ersten Ordnungen

Abbildung 4.3.: Falschfarbendarstellung von Absorptionsbildern eines Experiments in einem unbewegten
Gitter mit einer rechnerischen Tiefe von 24,66 Erec . Die Ordnungen tauchen periodisch auf
und verschwinden wieder - ein klares Anzeichen für das Bragg-Regime.

sich periodisch ändern. Die beiden zweiten Beugungsordnungen sind kaum zu sehen und beeinflussen
die Periodizität der beiden anderen Ordnungen nicht merklich. Hier liegt das Bragg-Regime vor. Dies il-
lustriert auch Abbildung 4.4 sehr gut. Zur Bestimmung der Besetzungen wurden an die Spaltensummen
der einzelnen Maxima Gaußfunktionen nach Gleichung 3.61 angepasst und daraus die relativen Beset-
zungen der einzelnen Ordnungen bestimmt. Es ist zu erkennen, dass die relative Besetzung abhängig von

Abbildung 4.4.: Relative Besetzungen der ersten drei Beugungsordnungen in Abhängigkeit von der Pulsdau-
er mit einem optischen Gitter mit einer rechnerischen Tiefe von 24,66 Erec . An die 0. bzw.
die Summe der 1. Ordnungen wurde jeweils eine cos2- bzw. sin2-Funktion nach Gleichung
4.10 angepasst. Es liegt das Bragg-Regime vor.

der Pulsdauer zwischen der 0. und den ersten Ordnungen wirklich ’hin- und herpendelt’, es liegt also
tatsächlich das Bragg-Regime vor. Die leichten Abweichungen der Messergebnisse vom Fit erklären sich
dadurch, dass die Leistungen in der Praxis um etwa 10% schwanken. Die effektive Rabi-Frequenz ergibt
sich mit dem Fit einer cos2- bzw. sin2-Funktion. Aus den Fits wurde eine effektive Rabi-Frequenz von
Ωe f f = 2π · (39514 ± 293) Hz ermittelt. Mit Gleichung 4.10 lässt sich daraus die effektive Gittertiefe Û
bestimmen. Es ergibt sich: Û = (21,3± 0,2) Erec . Dieser Wert liegt etwas unterhalb der aus den Leistungen
und der Verstimmung bestimmten rechnerischen Gittertiefe. Dies ist aber auch nicht verwunderlich, da in
der experimentellen Praxis nicht sicherzustellen war, dass die beiden Strahlfoki des Gitters aufeinander
und am Ort der Atome liegen. Weiterhin lässt sich damit auch die maximal erreichbare Beugungsordnung
gemäß Gleichung 4.12 berechnen. Es ergibt sich ein Wert von nmax = 2,39± 0,2. Wie man in Abbildung
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4.3 sieht, wird die zweite Ordnung auch besetzt, aber nur zu maximal etwa 15%.
Das Experiment wurde mit der gleichen Verstimmung und bei Strahlleistungen von jeweils 599 µW wie-
derholt. Dies ergibt eine rechnerische Fallentiefe von 35,08 Erec . In Abbildung 4.5 sind die Besetzungsos-
zillationen der 0., 1. und 2. Beugungsordungen zu sehen. An die 0. und die 1. Ordnung lassen sich auch
diesmal Lösungen der Form 4.10 anpassen, die zweite Ordnung wird aber schon zu maximal mehr als
30% besetzt. Die Fits liefern eine effektive Rabifrequenz von Ωe f f ,0 = 2π · (50981± 483) Hz. Dies lässt mit
Gleichung 4.10 auf eine effektive Fallentiefe von Û = (27,04± 0,26) Erec und mit Gleichung 4.12 auf eine
maximale Beugungsordnung von nmax = 2,598± 0,025 schließen. An den Ergebnissen ist zu sehen, dass
die Bedingugen für das Bragg-Regime immer noch gut erfüllt sind. Wesentlich tiefer dürfen die Gitter aber
nicht werden, denn wenn die 2. Ordnungen stärker besetzt werden, kann 4.10 nicht mehr erfüllt sein.
Das beschriebene Experiment wurde nochmals für ein wesentlich tieferes Gitter durchgeführt, um das

Abbildung 4.5.: Relative Besetzungen der ersten drei Beugungsordnungen in Abhängigkeit von der Pulsdau-
er mit einem rechnerisch 35,08 Erec tiefen unbewegten Gitter. An die 0. bzw. die Summe
der 1. Ordnungen wurde jeweils eine cos2- bzw. sin2-Funktion nach Gleichung 4.10 ange-
passt. Das Bragg-Regime herrscht zwar noch vor, die zweite Beugungsordnung wird aber
schon deutlich stärker besetzt.

Kapitza-Dirac-Regime zu erreichen. Dafür wurden die Strahlleistungen auf 1,4 mW bzw. 0,933 mW erhöht
und die blaue Verstimmung auf 0,09 nm gesenkt. Damit ergibt sich rechnerisch eine Gittertiefe von etwa
375 Erec . Da die Leistungen in beiden Strahlen aber sehr ungleich sind und auch bei den beiden vorigen
Messungen die effektiv gemessene Fallentiefe nur etwa 80% des errechneten Werts betrug, liegt der Schluss
nahe, dass sich die Strahlfoki etwas abseits der Atome befinden, so dass das effektive Gitter etwas flacher
im Bereich von 300Erec gewesen sein dürfte. In Abbildung 4.6 ist klar zu erkennen, dass für niedrige Puls-
zeiten sogar die 5. und 6. Beugungsordnungen signifikant im Bereich von 10% besetzt werden und damit
genauso stark oder stärker als die niedrigeren Ordnungen. Bei längeren Pulszeiten werden aber maximal
nur noch die 4. Ordnungen signifikant besetzt. Dies ist ein klarer Hinweis für das Vorliegen das Kapitza-
Dirac-Regimes. In Abbildung 4.7 ist die relative Besetzung der 0. Ordnung in Abhängigkeit von der Pulszeit
aufgetragen. Im großen Teilbild wurde an die Besetzungen bis 5 µs eine Besselfunktion nach Gleichung 4.9
angepasst. Der Fit ergibt mit 75±2 Erec aber eine um einen Faktor 4 zu niedrige Fallentiefe. Gerade in dem
Bereich sehr kurzer Pulszeiten unterhalb von 1 µs gibt es aber keine Messwerte, da dies mit der vorhan-
denen Apparatur nicht umsetzbar war. Die Besselfunktion für eine Gittertiefe von mehr als 300 Erec würde
sich aber gerade durch einen noch steileren Abfall mit einem noch früheren ersten Minimum auszeichnen,
was so aber nicht bestimmbar war, so dass sich systematisch eine zu niedrige effektive Fallentiefe ergibt.
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Abbildung 4.6.: Falschfarbendarstellung von Absorptionsbildern eines Experiments mit einem sehr tiefen
unbewegten Gitter von rechnerisch etwa 375 Erec Fallentiefe. In den ersten 5 µs werden
eindeutig höhere Beugungsordnungen besetzt als im späteren Verlauf - ein klares Anzei-
chen für das Kapitza-Dirac-Regime.

Oberhalb von 5µs zeigt sich, dass die 0. Ordnung zwar oszilliert, aber nicht sinusförmig. Damit liegt hier
der zuvor diskutierte Fall vor, dass die Gittertiefe so groß ist, dass mehrere verschiedene Blochbänder be-
setzt werden, so dass man sich weit abseits des Bragg-Regimes bewegt. Der Kanaleffekt liegt aber eindeutig
nicht vor, da klar getrennte Impulszustände auftreten.
Wenn man in der Zukunft genauer untersuchen möchte, wie sich die unterschiedlichen Regimes unterschei-
den, müsste man mit noch mehr verschiedenen Gittertiefen arbeiten und vor allem müssten technisch auch
noch kürzere Prozesszeiten realisiert werden können. Mit den hier präsentierten Experimenten konnte ein-

Abbildung 4.7.: Relative Besetzung der 0. Beugungsordnung in Abhängigkeit von der Pulsdauer mit einem
rechnerisch etwa 375 Erec tiefen unbewegten Gitter. An die Messwerte der ersten 5µs wur-
de eine Besselfunktion nach Gleichung 4.9 angepasst. Dort liegt das Kapitza-Dirac-Regime
vor, was für lange Prozesszeiten aber verlassen wird (kleine Grafik).

deutig gezeigt werden, dass ein symmetrisches Aufteilen des BECs in verschiedene Beugungsordnungen
mit dem aufgebauten Gitter erreicht werden kann. Dabei konnten sowohl das Kapitza-Dirac-Regime als
auch das Bragg-Regime erreicht und klar unterschieden werden. Besonders das Bragg-Regime zeichnet sich
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durch ein gut reproduzierbares symmetrisches Aufteilen auf Impulskomponenten von ±2ħhk aus und eignet
sich damit für weiterführende atomoptische Experimente.

4.4 Bragg-Streuung im bewegten optischen Gitter

Für atominterferometrische Anwendungen besonders interessant ist die sogenannte Bragg-Streuung, da
man damit Bose-Einstein-Kondensate in einzelne Impulskomponenten transferieren kann, aber auch kohä-
rente Überlagerungen zwischen z.B. 0 und 2ħhk erzeugen kann. Bragg-Streuung eines Atomstrahls an einer
optischen Stehwelle konnte 1988 erstmals demonstriert werden [14], mit BECs wurden solche Experimen-
te 1999 in der Gruppe von W. Phillips erstmals durchgeführt [119]. Durch das Hintereinanderausführen
mehrerer solcher Pulse können dann verschiedene interferometrische Anordnungen realisiert werden.
In diesem Abschnitt wird zuerst eine Einführung in die theoretischen Grundlagen der Bragg-Streuung gege-
ben, anschließend werden die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente zur Bragg-Streuung
in bewegten optischen Gittern präsentiert und diskutiert.

4.4.1 Theoretische Grundlagen der Bragg-Streuung

1912 machten W.L. Bragg und sein Vater W.H. Bragg die Entdeckung, dass Röntgenstrahlen an Kristallen
derart gestreut werden, dass diskrete Maxima nur bei bestimmten Einfallswinkeln, abhängig vom Kristalltyp
und von der Lichtwellenlänge entstehen [3]. Ihre berühmte Formel zeigt den Zusammenhang:

nλ= 2d sin(Θ) (4.13)

Für diese Entdeckung wurden sie 1915 mit dem Nobelpreis ausgezeichnet. Abbildung 4.8 zeigt schema-
tisch, wie die Streuung abläuft. d ist der Abstand der unterschiedlichen Ebenen im Kristallgitter, in der Re-
gel als Gitterkonstante bezeichnet, Θ ist der Einfallswinkel und λ die Lichtwellenlänge. Der physikalische
Hintergrund ist der gleiche wie bei der Bragg-Streuung von Atomen an stehenden Lichtfeldern, mit dem
Unterschied, dass hier die Unterschiede zwischen Teilchen und Welle verwischen, da man den Streuprozess
auf unterschiedliche Arten physikalisch interpretieren kann. Einerseits kann man den Prozess analog zur
Röntgen-Bragg-Streuung als einen Streuprozess einer Materiewelle der Wellenlänge λAtom = h/p an der
stehenden Lichtwelle auffassen. Andererseits kann man die Streuung als einen sogenannten 2-Photonen-
Prozess auffassen, wie in Abbildung 4.9 schematisch dargestellt. Ein Atom befindet sich im Kreuzungspunkt

Abbildung 4.8.: Schematische Anordnung bei der
Bragg-Streuung an Kristallen

Abbildung 4.9.: Schematische Anordnung bei der
Bragg-Streuung von Atomen in
Lichtfeldern

zweier unter dem Winkel Θ gekreuzter Lichtstrahlen, die um eine Frequenzdifferenz δ gegeneinander ver-
stimmt sind und absorbiert dabei aus einem Strahl ein Photon mit dem Impuls ~p1 = ħh~k1 und der Energie
E1 = ħh(ω+δ) und emittiert in den anderen Strahl stimuliert ein weiteres Photon mit dem Impuls ~p2 = ħh~k2
und der Energie E2 = ħhω , so dass das Atom eine zusätzliche kinetische Energie ∆Ekin und einen zu-
sätzlichen Impuls ∆~pAtom erhält. Dabei müssen sowohl Energie- als auch Impulserhaltung erfüllt sein. Die
Energieerhaltung liefert

∆Ekin = E1 − E2 = ħhδ (4.14)
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und die Impulserhaltung ergibt

~p1 + ~pAtom,1 = ~p2 + ~pAtom,2

⇒∆~pAtom = ~p1 − ~p2

⇒
�

�∆~pAtom

�

�=
q

�
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�

�

2
+
�
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�

2 − 2
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�

�
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�

� cos(Θ) .

(4.15)

Nimmt man nun, wie bei den im Folgenden präsentierten Experimenten gegeben, an, dass ω� δ, so dass
�

�~p1

�

�≈
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�= ħhk, und dass Θ= π, dann ergibt sich weiter:
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(4.16)

Ein Atom nimmt also bei der Bragg-Streuung aus einer optischen Stehwelle zwei Photonen-Rückstoßimpulse
auf. Fasst man nun die Ergebnisse aus den Gleichungen 4.14 und 4.16 zusammen und nutzt aus, dass
∆Ekin =

�

�∆~pAtom

�

�

2
/2m, dann ergibt sich letztlich für die einzustellende Frequenz-Verstimmung zwischen

den beiden Strahlen:

ħhδ = 4
ħh2k2

2m
= 4ħhωrec (4.17)

Um also einem 87Rb-Atom, was sich durch eine optische Stehwelle bewegt, einen zusätzlichen Impuls von
2ħhk zu geben, wird eine Frequenz-Verstimmung der beiden Strahlen von ∆ν = 4ωrec/2π = 15084 Hz
benötigt (vgl. [30]). Im Gegensatz zu den Streuprozessen, die in Abschnitt 4.3 beschrieben wurden und zu
einer symmetrischen Aufspaltung in Impulskomponenten von±2ħhk geführt haben, kann hier also aufgrund
der Energie- und Impulserhaltung immer nur jeweils ein Zustand besetzt werden. Um einen Impulstransfer
umgekehrten Vorzeichens zu erreichen, muss entsprechend auch das Vorzeichen der Verstimmung umge-
kehrt werden.
Um höhere Impulstransfers erreichen zu können, muss entsprechend die Frequenzverstimmung erhöht wer-
den, der eben abgeleitete Formalismus bleibt dann erhalten, es sind aber immer nur Impulstransfers mit
Vielfachen von 2ħhk möglich, was n hintereinander ausgeführten Bragg-Streuungsprozessen entspricht. Man
spricht deshalb von Bragg-Streuung n-ter Ordnung. Mit 4.14 und 4.15 gilt dann:

∆En = n ·ħhδn

∆pn = n · 2ħhk

⇒ n ·ħhδn =
∆p2

n

2m
= n2 · 4

ħh2k2

2m

⇒ δn = n · 4
ħh2k2

2m
= n · 4ωrec = n ·δ1 .

(4.18)

Um Bragg-Streuung n-ter Ordnung zu erhalten, ist also eine n-fach höhere Frequenzverstimmung nötig als
für einen Bragg-Puls erster Ordnung.

Quantenmechanische Betrachtung
Um für atominterferometrische Anwendungen die Zeitabhängigkeit der Besetzungswahrscheinlichkeiten

der einzelnen Impulskomponenten abzuleiten, reicht eine einfache Betrachtung nach den Erhaltungssätzen
nicht mehr aus. Vielmehr muss dafür das Problem quantenmechanisch mit der Lösung der zeitabhängigen
Schrödinger-Gleichung betrachtet werden. Dabei wird davon ausgegangen, dass es sich bei den Atomen
um ein 2-Niveau-System mit Grundzustand |g〉 und angeregtem Zustand |e〉 handelt. Der Hamiltonoperator
lautet für dieses Problem [131]:

Ĥ = Ĥ0 + ĤAL (4.19)

71



Dabei beschreibt Ĥ0 die inneren Zustände des Atoms, während ĤAL die Wechselwirkung zwischen dem
Atom und dem Lichtfeld beschreibt. Als Basis für die folgende Betrachtung der 2-Photonen-Bragg-Streuung
werden die Impulseigenzustände |g,0〉 eines Atoms ohne Impuls im Grundzustand, |e,1〉 eines angeregten
Atoms mit einem Impuls, der einem Photonenrückstoß entspricht, und |g,2〉 eines Atoms im Grundzustand
mit einem Impuls, der zwei Photonenrückstößen entspricht, gewählt, da sich bei einem 2-Photonen-Prozess
die innere Energie des Atoms nicht ändert (die folgende Betrachtung folgt [137] und [131]). Der atomare
Hamiltonoperator kann dann wie folgt geschrieben werden:

Ĥ0 = 0 · |g,0〉 〈g,0|+ħh(ω0 +ωrec) · |e,1〉 〈e,1|+ 4ħhωrec · |g,2〉 〈g,2|
= ħh(ω0 +ωrec) · |e,1〉 〈e,1|+ 4ħhωrec · |g,2〉 〈g,2| .

(4.20)

Dabei ist ω0 die Kreisfrequenz des Lichtfeldes und ħhωrec die kinetische Energie eines Photonenrückstoßes.
Geht man von einem sich in z-Richtung ausbreitenden Lichtstrahl mit einem elektrischen Feldvektor der
Form ~Ez(z,t) = Ez ei(kzz−ωz t) ·~ei , wobei ~ei die Polarisationsrichtung des Lichts ist, und einer Rabifrequenz
der Form Ω = −eEz

ħh 〈e|~r|g〉 mit dem Dipolmatrixelement µ = −e 〈e|~r|g〉 aus, dann lässt sich der Hamilton-
operator der Wechselwirkung eines Atoms mit den beiden Lichtfeldern mit den Kreisfrequenzen ω1 undω2
wie folgt schreiben:

ĤAL =− e−iω1 t ħhΩ
2
|e,1〉 〈g,0|+ eiω1 t ħhΩ

2
|g,0〉 〈e,1|

+ e−iω2 t ħhΩ
2
|e,1〉 〈g,2| − ieiω2 t ħhΩ

2
|g,2〉 〈e,1| .

(4.21)

Mit dem Ansatz, dass sich ein Zustand aus einer Überlagerung der drei Eigenzustände zusammensetzt,
ergibt sich:

|ψ(t)〉= c0(t)e
−i ·0 · t |g,0〉+ c1(t)e

−i(ω0+ωrec)t |e,1〉+ c2(t)e
−i4ωrec t |g,2〉 . (4.22)

Nach längerer Rechnung (vgl. [137]) ergibt sich dann ein System gekoppelter Differentialgleichungen, die
sich unter der Annahme eines anfänglich im Grundzustand befindlichen atomaren Systems, dessen ange-
regter Zustand |e,1〉 wegen einer großen Verstimmung der Bragg-Laser gegenüber der atomaren Resonanz
nicht besetzt wird, lösen lässt. Für die Koeffizienten c0 und c2 ergibt sich dann:
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Dabei gilt für die effektive 2-Photonen-Rabi-Frequenz Ωe f f = Ω2/2∆. Da die Verstimmung der Bragg-
Strahlen gegenüber der Resonanz deutlich größer ist als die Verstimmung der Strahlen zueinander, gilt
∆ = ω1 − ω0 − ωrec = ω2 − ω0 + ωrec ≈ ω1,2 − ω0. In einem 2-Niveau-System mit Ω = −eEz

ħh 〈e|~r|g〉
erzeugt ein Lichtfeld der Frequenz ω1,2 =ω und Verstimmung ω−ω0 ein Dipolpotential der Tiefe UDip =
ħhΩ2/4(ω−ω0) [29]. Die Gittertiefe zweier solcher gegenläufiger Strahlen ist dann viermal tiefer ist als das
Dipolpotential Û = 4UDip = ħhΩ2/(ω−ω0) (siehe 2.30), so dass analog zu 4.10 gilt:

Ωe f f =
Û

2ħh
. (4.24)

Die Besetzung oszilliert also zwischen der 0. und 1. Ordnung hin und her, je nachdem wie lange die Bragg-
Pulse dauern. Damit lassen sich auch die Pulsdauern für die in der Atominterferometrie wichtigen soge-
nannten π-Pulse, bei denen die Besetzung komplett von der 0. in die 1. Impulsordnung transferiert wird,
und π/2-Pulse, mit denen eine kohärente Überlagerung zwischen den Impulszuständen 0 und 2ħhk erzeugt
wird, finden:

τπ =
2π

2Ωe f f

τπ/2 =
2π

4Ωe f f

(4.25)
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4.4.2 Bragg-Experimente im bewegten optischen Gitter

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurden sowohl Experimente zur Bragg-Streuung 1. Ordnung als auch
zu Bragg-Streuungen höherer Ordnung durchgeführt. Auch die hier beschriebenen Experimente zur Bragg-
Streuung in bewegten Gittern wurden mit Rechteckpulsen durchgeführt. Dabei war die Verstimmung wäh-
rend des Pulses jeweils konstant. Zuerst wurde in einem relativ flachen Gitter mit einer rechnerischen Tiefe
von 10,64 Erec bei konstanter Verstimmung von −15,11 kHz die Pulsdauer der Rechteckpulse variiert. Die
Frequenzverstimmung entspricht gemäß Gleichung 4.17 etwa dem für Bragg-Streuung erster Ordnung vor-
hergesagten Wert. Anschließend wurde in einem deutlich tieferen Gitter mit einer rechnerischen Gittertiefe
von 35,84 Erec bei einer konstanten Pulsdauer, die einem zuvor empirisch gefundenen Wert für einen π-Puls
entsprach, die Frequenzverstimmung im Bereich zwischen −50 und +50 kHz variiert.

Experimente zur Bragg-Streuung 1. Ordnung

Um Bragg-Streuung erster Ordnung im bewegten optischen Gitter zu erzielen, wurde bei einer konstanten
Verstimmung der Gitterstrahlen von −15,11 kHz die Pulsdauer der Rechteckpulse im Bereich zwischen 4
und 210 µs variiert. Die jeweiligen Strahlleistungen betrugen 125 µW bzw. 270 µW und die Wellenlänge
der Gitterstrahlen wurde zu 779,607 nm bestimmt. Dies entspricht nach Gleichung 2.31 einer rechne-
rischen Gittertiefe von 10,64 Erec , wie aber bei den vorherigen Experimenten war auch hier mit einer
niedrigeren effektiven Gittertiefe zu rechnen, zumal die beiden Strahlleistungen sehr unterschiedlich wa-
ren und es unklar ist, wie sich dies auf die Gittertiefe auswirkt. Wie auch schon zuvor beschrieben, wurde
der Gitter-Rechteckpuls mit dem Abschalten der Dipolfalle eingestrahlt, so dass auch hier die Atome durch
das blau verstimmte Gitter hindurch fielen. Nach einer Fallzeit von 17 ms, in denen sich die verschiedenen
Impulskomponenten trennen konnten, wurden die Atome absorptiv detektiert, so dass an die Spaltensum-
men der Absorptionsbilder Gauß-Profile nach Gleichung 3.61 an die einzelnen Impulskomponenten zur
Teilchenzahlbestimmung angepasst werden konnten. Abbildung 4.10 zeigt die Serie von Falschfarbenbil-
dern dieser Messreihe. Die Besetzungen der 0. und der -1. Ordnung steigen abwechselnd periodisch an und
fallen anschließend wieder ab. In Abbildung 4.11 sind die relativen Besetzungen der 0. und -1. Ordnung

Abbildung 4.10.: Falschfarbenbild einer Serie zur Bragg-Streuung 1. Ordnung. Die Besetzungen der 0. und
der -1. Ordnung steigen abwechselnd periodisch an und fallen anschließend wieder ab.

in Abhängigkeit von der Pulsdauer aufgetragen, an die Messwerte lässt sich eine cos2- bzw. sin2-Funktion
anpassen, allerdings wird keine 100% Besetzung einer Impulskomponente erreicht. Aus den Fits lässt sich
eine effektive Rabi-Frequenz Ωe f f = 2π(14,17± 0,21) kHz bestimmen. Das entspricht gemäß Gleichung
4.24 einer Gittertiefe von Û = (7,5± 0,1) Erec . Der gemessene Wert der Gittertiefe liegt damit deutlich un-
terhalb des errechneten Werts. Gemäß 4.25 entspricht damit eine Pulsdauer von τπ = (35,3±0,5) µs einem
π-Puls und eine Pulsdauer von τπ/2 = (17,65± 0,25) µs einem π/2-Puls. Die beiden Messkurven scheinen
aber gegenüber einem sin2 bzw. cos2 etwas außer Phase zu sein, da die relative Besetzung bei den kurzen
Pulsen in der 0. Ordnung zuerst ansteigt. Die Ursache hierfür ist nicht geklärt. Weiterhin ist erkennbar, dass
die Besetzungsunterschiede mit zunehmender Pulslänge immer geringer werden. Es ist davon auszugehen,
dass mit zunehmender Prozessdauer aufgrund von Schwankungen der Lichtfrequenzen und -intensitäten
die Dauern eines m ·π- bzw. (m± 1/2) ·π/2-Pulses, mεN, immer weiter verwischen. Damit einhergehend
sind auch Substrukturen in der 0. Ordnung aufgetreten, wenn diese gering besetzt war. In Abbildung 4.12
ist in Falschfarben ein Ausschnitt der 0. Ordnung aus der in Abbildung 4.10 dargestellten Serie zu sehen.
Die Auschnitte sind alle 50 mal 50 Bildpunkte, also 265 µm mal 265 µm groß, das Bild wird verzerrt dar-
gestellt, um die Details besser erkennen zu können: Nach Pulsdauern von etwa 44 µs, 120 µs und 190 µs
weist die 0. Ordnung eine deutliche Doppelstruktur auf. In 4.13 sind die Spaltensummen der 0. Ordnung
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Abbildung 4.11.: Relative Besetzungen der 0. und -1. Ordnung bei der Bragg-Streuung 1. Ordnung in Ab-
hängigkeit von der Pulsdauer des Gitter-Rechteckpulses. Die relativen Besetzungen stei-
gen gemäß Gleichung 4.23 abwechselnd periodisch an und fallen anschließend wieder ab.
Allerdings wird keine 100% Besetzung jeweils eines Zustands erreicht.

Abbildung 4.12.: Ausschnitt der 0. Ordnung aus den Falschfarbenbildern aus der Serie zur Bragg-Streuung
1. Ordnung. In der 0. Ordnung treten Interferenzeffekte auf, wenn die -1. Ordnung am
stärksten besetzt ist.

bei Pulsdauern von 44 µs, 120 µs und 190 µs aufgetragen, die angesprochene Doppelstruktur wird klar
erkennbar.
Vermutlich ist die Braggstreuung so stark impulsselektiv, dass nur ein Teil der Atome der teilweise konden-

Abbildung 4.13.: Spaltensummen der 0. Ordnung aus der Serie zur Bragg-Streuung 1. Ordnung mit von links
nach rechts 44 µs, 120 µs und 190 µs Pulsdauer.

sierten Ensembles die Bragg-Bedingung erfüllte, so dass diese Atome aus der Mitte der Ensembles heraus-
gestreut wurde.
Die dargestellten Experimente haben grundsätzlich gezeigt, dass Experimente zur Bragg-Streuung 1. Ord-
nung mit der aufgebauten Apparatur durchgeführt werden können. Allerdings sollte für zukünftige Expe-
rimente geklärt werden, warum bei den sogenannten π-Pulsen nur etwa 80% Effizienz erreicht werden
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können. Eine denkbare Ursache dafür könnte gewesen sein, dass die Strahlleistungen sehr ungleich waren.
Ein weiterer Grund könnte die endliche Impulsbreite des teilweise kondensierten Ensembles sein, die die
Effizienz der Bragg-Streuung herabsenkt. Es sollte für zukünftige Experimente im Bereich der Atominter-
ferometrie noch genauer untersucht werden, worin genau die Ursache für die beobachteten Phänomene
besteht.

Experimente zur Bragg-Streuung höherer Ordnung

Für die Experimente zur Bragg-Streuung höherer Ordnung wurden bei einer Laserwellenlänge von
779,707 nm Strahlleistungen von 580 µW bzw. 519µW eingestellt, was nach Gleichung 2.31 eine rechne-
rische Fallentiefe von Û = 35,84 Erec ergibt. Anschließend wurde bei einer Verstimmung der Gitterstrahlen
von δ = 15,1 kHz, was nach Gleichung 4.18 der Verstimmung für Bragg-Streuung 1. Ordnung entspricht,
empirisch die Dauer eines π-Pulses bestimmt. Dafür wurde die Länge der eingestrahlten Rechteck-Pulse
variiert und die Dauer, nach der nahezu alle Atome in die erste Ordnung gestreut wurden, zu τπ = 23 µs
bestimmt, was nach Gleichung 4.25 einer effektiven Rabi-Frequenz von Ωe f f = 2π · 21,7 kHz und da-
mit nach Gleichung 4.24 nur einer effektiven Gittertiefe von Û = 11,5 Erec entspricht. Der Grund hierfür
liegt darin begründet, dass die beiden Radiofrequenz-Mischer, die für die Intensitätssteuerung der Gitter-
strahlen jeweils zwischen dem Synthesizer und dem RF-Verstärker eingebaut wurden, zum Formen der
Rechteckpulse bei diesem Experiment gemeinsam über ein BNC-T-Stück von einem Signalgenerator ange-
steuert wurden. Über die beiden RF-Mischer und das T-Stück haben dann beide AOMs jeweils kleine Anteile
des für den anderen AOM bestimmten Signals erhalten, so dass sich hier ein zweites gegenläufiges optisches
Gitter geringerer Tiefe ausgebildet hat. Die eingestellte Pulsdauer entsprach also nicht einem wirklichen π-
Puls, so dass sich deutlich kompliziertere Besetzungs-Oszillationen ergaben, da an jedem Prozess mehrere
Ordnungen beteiligt waren, weil die Braggbedingung dann von beiden Gittern erfüllt werden konnte.
Für die Messungen zur Bragg-Streuung höherer Ordnung wurden wie bei den zuvor beschriebenen Ex-
perimenten rechteckförmige Pulse konstanter Dauer und Verstimmung eingestrahlt. Die Pulsdauer wurde
zu 23 µs gewählt und die Verstimmung zwischen den Strahlen dann im Bereich von −50 kHz bis 50 kHz
in 1 kHz-Schritten variiert. Nach einer Fallzeit von 17 ms wurden die Atome absorptiv detektiert und an
die aufgenommenen Absorptionsbilder wie zuvor Gaußfunktionen zur Teilchenzahlbestimmung nach Glei-
chung 3.61 angepasst. In Abbildung 4.14 sind die relativen Besetzungen von der -3. bis 3. Ordnung in

Abbildung 4.14.: Relative Besetzungen der -3. bis 3. Ordnung bei der Bragg-Streuung in Abhängigkeit von
der Verstimmung der Gitterstrahlen.

Abhängigkeit von der Verstimmung der Gitterstrahlen dargestellt. Bei allen Werten für die Verstimmung
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Ordnung n δn,theo[kHz] δn,mess[kHz]
−3 −45,252 −45,293± 0,652
−2 −30,168 −30,093± 0,177
−1 −15,084 −15,065± 0,215
0 0 −0,333± 0,115
1 15,084 14,588± 0,167
2 30,168 30,517± 0,231
3 45,252 44,83± 0,764

Tabelle 4.1.: Theoretische und gemessene Werte für die Verstimmung zwischen den Gitterstrahlen δn nach
Gleichung 4.18 für die jeweiligen Ordnungen der Bragg-Streuung.

werden immer mehrere Ordnungen gleichzeitig besetzt. Dabei zeigen die einzelnen Ordnungen genau bei
den Frequenzen Maxima, wo dies auch vorhergesagt wurde. An die Maxima dieser Messwerte wurden je-
weils Gauß-Funktionen angepasst, um den Ort der Maxima zu bestimmen. Speziell der Verlauf der -1. und
der 1. Ordnung erinnern jedoch stark an das Beugungsbild von an einem Strichgitter, an die relativen Be-
setzungen dieser Ordnungen ließe sich auch jeweils eine sync-Funktion anpassen. Dies entspricht aber auch
einem der physikalischen Bilder zur Erklärung der Bragg-Streuung: Materiewellen, die an einer stehenden
Lichtwelle gebeugt werden. Die Verstimmung zwischen den Gitterstrahlen bedeutet dann im Bezugssystem
der Atome ein Änderung des Einfallswinkels der Materiewelle [119]. In Tabelle 4.1 sind die jeweiligen Ord-
nungen mit den dazugehörigen theoretischen und gemessenen Verstimmungen, bei denen die Streuung in
die betreffende Ordnung maximal ist, nebeneinander gestellt - die Messwerte weichen nur sehr wenig von
den theoretisch vorhergesagten Werten ab.
Das durchgeführte Experiment demonstriert also, dass Bragg-Streuung bis zur -3. bzw. 3. Ordnung erreicht
werden konnte. Die kleinen methodischen Fehler haben lediglich dazu geführt, dass die Beugungseffi-
zienz in die einzelnen Ordnungen z.T. deutlich geringer war als 100%. Es konnte somit nachgewiesen
werden, dass mit dem beschriebenen Aufbau Bose-Einstein-Kondensate in höhere Bragg-Ordnungen n mit
Geschwindigkeiten von v ≈ n · 1,17 cm/s trotz methodischer Fehler mit im Falle der Ordnungen -2,-1,1 und
2 Effizienzen von mindestens 50-70% transferiert werden konnten.

4.5 Adiabatisches Beschleunigen von Atomen in optischen Gittern

Mit den bereits präsentierten Experimenten konnte nachgewiesen werden, dass mit dem realisierten Gitter-
aufbau Bose-Einstein-Kondensate durch Rechteckpulse verschiedener Länge in einzelne Impulsordnungen
mit p = n · 2ħhk (siehe Abschnitt 4.4) oder paarweise symmetrisch in Impulsordnungen p = ±2nħhk (siehe
Abschnitt 4.3) transferiert werden können, je nachdem, ob die Gitterstrahlen relativ zueinander verstimmt
waren oder nicht. Dabei zeigte sich jedoch, dass die Effizienzen der Impulstransfers in die gewünschten
Ordnungen allesamt sehr empfindlich in Bezug auf die experimentellen Parameter Pulsdauer, Gitterstrahl-
verstimmung oder Gittertiefe waren. Es wird jedoch berichtet, dass durch ein adiabatisches Beschleunigen
mit deutlich weniger Empfindlichlichkeit in Bezug auf Schwankungen der experimentellen Parameter ato-
mare Ensembles in hohe Ordnungen von 2nħhk transferiert werden können [122]. Dieser Vorgang zeigt star-
ke Ähnlichkeiten zur Physik von Festkörperelektronen in äußeren Feldern (vgl. [127]). Thermische Atome
konnten 1995 erstmalig in optischen Gittern beschleunigt werden, so dass sogenannte Bloch-Oszillationen
beobachtet werden konnten [138]. Mit einem Bose-Einstein-Kondensat konnten erstmalig 2001 solche Ex-
perimente demonstriert werden [124].
In diesem Abschnitt werden zuerst die wichtigsten theoretischen Grundlagen des adiabatischen Beschleu-
nigens von Atomen in optischen Gittern zusammengefasst, anschließend werden die im Rahmen dieser
Arbeit durchgeführten Experimente präsentiert.
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4.5.1 Theoretische Grundlagen des adiabatischen Beschleunigens von Atomen

Geht man von einem einzelnen Teilchen in einem periodischen Potential U(z) aus, dessen Eigenenergien
durch 4.1 berechnet werden können mit Eigenzuständen 4.2, und setzt dieses Teilchen einer äußeren Kraft
F aus, dann muss der Hamiltonoperator um diese Kraft erweitert werden (die Darstellung folgt ab jetzt
[139]):

Ĥ ′ =
p2

2m
+ U(z)− F x . (4.26)

Die äußere Form der Eigenzustände aus 4.2 bleibt dann erhalten, man muss nur einen zeitabhängigen
Quasiimpuls q(t) = q(0) + F t/ħh annehmen, so dass gilt:

ψn,q(z,t) = un,q(z,t)eiq(t)z . (4.27)

Die zeitliche Entwicklung des Systems wird dann von der zeitabhängigen Schrödingergleichung beschrie-
ben:

iħh |u(t)〉= Hq(t) |u(t)〉 (4.28)

Da der Quasiimpuls das reziproke Gitter mit konstanter Geschwindigkeit durchläuft, ist die Wellenfunktion
4.27 zeitlich periodisch mit der Periode

τB =
h

|F |Z
, (4.29)

wobei Z die Gitterperiode ist. Wann immer das Teilchen den Rand einer Brillouin-Zone erreicht, dann
erfährt es Bragg-Streuung mit einer Änderung des Quasiimpuls um 2π/Z . Die mittlere Geschwindigkeit
des Teilchens im Zustand |n,q(t)〉 ist dann:

〈v 〉n(q) =
1

ħh
dEn(q)

dq
. (4.30)

Da das Teilchen an jeder Grenze einer Brillouin-Zone Bragg-Streuung erfährt und einen Sprung im Quasi-
impuls vollzieht, ist auch 〈v 〉n(q) eine periodische Funktion, die Oszillationen ausführt mit einem zeitlichen
Mittelwert von Null. Bei Festkörperelektronen konnten diese sogenannten Blochoszillationen niemals nach-
gewiesen werden, da die Elektronen immer nur einen kleinen Teil der Brillouin-Zone durchwandern, bis
sie einen Streuprozess mit Gitterstörstellen oder Phononen erfahren.
Die Übertragung auf Atome in einem optischen Gitter findet in der Form statt, dass keine äußere Kraft
auf die sich im stationären Potential befindlichen Teilchen ausgeübt wird, sondern es wird das optische
Gitter durch konstante Änderung der Frequenzverstimmung beschleunigt, so dass im Bezugssystem des
beschleunigten Gitters auf die Atome eine konstante Kraft F ausgeübt wird:

F =−ma =−m
λ

2

d

d t
∆ν(t) =−

m

2k

d

d t
∆ω(t) (4.31)

Um keine Übergänge der Atome zwischen unterschiedlichen Bändern im periodischen Potential hervorzu-
rufen, darf die Beschleunigung nicht zu groß werden. Es gilt dabei die Adiabatizitätsbedingung:
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, (4.32)

wobei n 6= n′. Für Atome, die in den Grundzustand des Gitters geladen werden, transformiert sich diese
Bedingung für flache Gitter zu:
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4πħh2 (4.33)

Der hintere Term entspricht für 87Rb bei einer Gitter-Wellenlänge von etwa 780 nm und einer Gittertiefe
von 10 Erec einer oberen Schranke der Frequenzänderung von 4,5 · 109 Hz/s, die deutlich unterschritten
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werden muss, um Adiabatizität zu gewähren. Für das Hochrampen des Gitters findet man als Bedingung
für einen adiabatischen Ladeprozess, dass

dÛ

d t
� 16

E2
rec

ħh
= 3,8 · 105Erec/s (4.34)

gelten muss [122]. Dies bedeutet bei einer Gittertiefe von z.B. 10 Erec , dass die Ladezeit bedeutend länger
sein muss als 26,3 µs.
Ein möglicher experimenteller Ablauf sieht dann so aus, dass zuerst das Gitter adiabatisch hochgefahren
wird, so dass die Atome in das ruhende Gitter hineingeladen werden. Wird dann das Gitter adiabatisch
beschleunigt, indem die Verstimmung der Gitterstrahlen linear bis zu einer maximalen Verstimmung erhöht
wird, so dass die Atome keinerlei Übergänge zwischen den einzelnen Gitterzuständen vollziehen, dann
wirkt im Bezugssystem des beschleunigten Gitters eine konstante Kraft auf die Atome. Sobald der Rand
der Brillouin-Zone für die Atome erreicht ist, vollziehen die Atome Bragg-Streuung, ihr Impuls klappt im
Bezugssystem des Gitters um, so dass sie dort Bloch-Oszillationen ausführen. Im Laborsystem erhalten
die Atome nach jedem Brillouin-Zonen-Rand wieder einen zusätzlichen Impuls von 2ħhk. Fährt man, wenn
die Atome den gewünschten Impuls erreicht haben, das Gitter wieder adiabatisch herunter, dann wurden
die Atome im Laborsystem adiabatisch beschleunigt. Je nach der maximalen Verstimmung, bis zu der die
Verstimmung erhöht wurde, und damit je nach der Anzahl der erfahrenen Bragg-Streu-Prozesse haben die
Atome nach dieser experimentellen Prozedur einen Impuls, der einem Vielfachen von ±2ħhk entspricht.
Eine Änderung der Verstimmung gemäß 4.17 um ∆ν = 4ωrec/2π = 15,084 kHz entspricht dabei einem
’Durchlaufen des Quasiimpulsvektors von einer kompletten Brillouin-Zone’. Da die erste Brillouin-Zone
symmetrisch um 0 ·ħhk angeordnet ist, befinden sich die Impulssprünge immer bei Verstimmungen von
n · 15,084 kHz ±7,542 kHz. Durch das Erreichen unterschiedlicher Impulszustände im Laborsystem lassen
sich also die Blochoszillationen, die die Atome im Gitterpotential erfahren haben, nachweisen (vgl. [138,
139]). Außerdem wird dadurch dem Experimentator eine Möglichkeit gegeben, adiabatisch die Atome in
hohe Impulszustände zu transferieren (vgl. [140, 121]).

4.5.2 Adiabatischer Ladeprozess des Gitters

Um die Adiabatizität des Ladeprozesses zu testen, wurde das Gitter ohne Verstimmung zuerst innerhalb
eines Zeitraums τ linear hochgefahren, um es dann innerhalb eines weiteren Zeitraums τ wieder herunter-
zufahren. Abbildung 4.15 zeigt den prinzipiellen Verlauf von Gittertiefe und Verstimmung der Gitterstrahlen
während dieses Experiments. Die Idee ist, dass wenn das Laden und das anschließende Loslassen adiaba-
tisch sind, dann müssten sich nach dem gesamten Prozess noch immer alle Atome im Impulszustand 0ħhk be-
finden (vgl. [122]). Das Experiment wurde bei einer Laserwellenlänge von λ = 779,707 nm durchgeführt,
die Strahlleistungen betrugen 478 µW bzw. 435 µW in den Gitterstrahlen. Dies ergibt eine rechnerische
maximale Gittertiefe von Û = 29,72 Erec . Die Rampenanstiegs- bzw. -abstiegszeit wurde dann im Bereich
zwischen 2µs und 45 µs variiert und die Absorptionsbilder wurden nach einer Expansionszeit von 15 ms
aufgenommen. Zur Auswertung wurden an die einzelnen Maxima der verschiedenen Impulsordnungen wie
bei allen Gitterexperimenten bislang Gaußfunktionen der Form 3.61 angepasst. Abbildung 4.17 zeigt die
relative Besetzung der 0. Ordnung in Abhängigkeit von der Rampenanstiegs- bzw. -abstiegszeit. Die Beset-
zung sinkt zuerst, um dann wieder zu steigen. Für kurze Zeiten unterhalb von 30 µs ist der Ladevorgang
also nicht nicht adiabatisch, so dass höhere Ordnungen besetzt werden. Um annähernd Adiabatizität zu
realisieren, müsste nach Gleichung 4.34 eine Anstiegszeit oberhalb von 80 µs gewählt werden. Es wurde
aber im Hinblick auf den Beschleunigungsvorgang eine Anstiegs-/ Abstiegszeit von τ = 40 µs für die wei-
teren Experimente zum Beschleunigen der BECs gewählt, da verhindert werden sollte, dass die gesamte
Prozessführung zu lang wird.

4.5.3 Adiabatisches Beschleunigen von Bose-Einstein-Kondensaten

Die Experimente zum Beschleunigen der Bose-Einstein-Kondensate lassen sich prinzipiell in drei Abschnit-
te unterteilen und orientierten sich damit an in der Literatur beschriebenen gleichartigen Experimenten
[122]. Abbildung 4.16 zeigt den prinzipiellen Verlauf der Gittertiefe und der Verstimmung während der
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Abbildung 4.15.: Prinzipieller Verlauf von Gittertie-
fe und Verstimmung der Gitter-
strahlen in Abhängigkeit von der
Zeit beim Test des adiabatischen
Ladens

Abbildung 4.16.: Prinzipieller Verlauf von Gittertie-
fe und Verstimmung der Gitter-
strahlen während des adiabati-
schen Beschleunigens in Abhän-
gigkeit von der Zeit.

Abbildung 4.17.: Relative Besetzung der 0. Ordnung beim adiabatischen Laden

Experimente: Zuerst wurde das Gitter innerhalb von 40 µs linear hochgefahren. In dieser Zeit blieb die
Verstimmung konstant bei Null. Anschließend wurde die Verstimmung innerhalb von 200 µs bis zu ih-
rem Maximalwert linear erhöht, um das Gitter zu beschleunigen und damit im Bezugssystem des Gitters
eine lineare Kraft auf die Atome auszuüben. Anschließend blieb die Verstimmung konstant, während die
Gittertiefe innerhalb weiterer 200 µs linear wieder abgesenkt wurde. Bei diesem Experiment betrug die
Wellenlänge des Gitterlasers λ = 779,707 nm und die Strahlleistungen betrugen 537 µW bzw. 519 µW, so
dass das Gitter damit eine rechnerische Tiefe von 34,5 Erec besaß. Wie aber bei den vorigen Experimenten
ist auch hier davon auszugehen, dass die effektive Tiefe des Gitters niedriger gewesen sein dürfte. Verglei-
che mit den Ergebnissen aus den Abschnitten 4.3 und 4.4 lassen eine Gittertiefe in der Größenordnung von
80% des errechneten Wertes, also etwa 27Erec vermuten.
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Für diese Messung wurde der Maximalwert der Verstimmung der Gitterstrahlen im Bereich zwischen
−45 kHz und +45 kHz variiert. Nach Ablauf der geschilderten experimentellen Gitterprozedur und ei-
ner gesamten Fallzeit von 15 ms wurden die Atome dann absorptiv detektiert. In Abbildung 4.18 ist diese
Serie in Falschfarben in Abhängigkeit von der maximalen Verstimmung dargestellt. Es stellt sich eine stu-
fenförmige Verteilung auf die Impulsordnungen ein, wie dies gemäß Gleichung 4.5.1 auch theoretisch zu
erwarten war. Wenn die jeweils direkt neben dem Hauptmaximum befindlichen Ordnungen besetzt werden,
liegt das an der endlichen Breite der Impulsverteilung der atomaren Ensembles. Die Besetzung von Ord-
nungen weit ab vom Hauptmaximum sind vermutlich darauf zurückzuführen, dass sämtliche Steuersignale
des Gitters durch Funktionsgeneratoren erzeugt werden, die bei sehr kurzen Pulsen immer auch höhere
Fourierkomponenten des jeweiligen Pulses erzeugen.
Durch Auswertung der Absorptionsbilder und Anpassen von Gaußfunktionen an die Maxima der einzelnen

Abbildung 4.18.: Falschfarbendarstellung von Absorptionsbildern adiabatisch beschleunigter Bose-Einstein-
Kondensate in Abhängigkeit von der maximalen Verstimmung der Gitterstrahlen in kHz.

Impulszustände lässt sich deren jeweilige relative Besetzung in Abhängigkeit von der Frequenzverstim-
mung darstellen. Diese ist in Abbildung 4.19 in Abhängigkeit von der maximalen Verstimmung der Gitter-
strahlen dargestellt: Die Besetzung der jeweiligen Impulszustände ist genau bei den gleichen Werten der
Verstimmung maximal wie bei den Experimenten zur Bragg-Beugung höherer Ordnung, die in Abschnitt
4.4 präsentiert wurden. An die jeweiligen relativen Besetzungen wurden Gaußfunktionen angepasst (vgl.
Abbildung 4.19). Die Auswertung der Maxima zeigt aber bei allen Frequenzwerten, dass die Werte gegen-
über den Werten aus Tabelle 4.1 um etwa einen Faktor 1,1 zu groß sind. Der Grund dafür ist, dass bei
diesem Experiment zum ersten Mal der externe analoge Eingang eines der beiden Synthesizer zur relati-
ven Frequenzverstimmung der beiden Gitterstrahlen eingesetzt wurde, da die Verstimmung im laufenden
Experiment geändert werden musste. Bei den in Abschnitt 4.4 präsentierten Messungen waren die Fre-
quenzänderungen an einem der Geräte manuell vorgenommen worden, da sich bei Tests gezeigt hatte,
dass durch eine Frequenzänderung über den analogen Eingang dem Signal ein größerer Rauschuntergrund
hinzugefügt wurde als durch ein direktes Einstellen am Gerät. Die Kalibration der Frequenzverstimmung
in Abhängigkeit von der Eingangsspannung des externen Eingangs wurde dann mit einem Spektrumanaly-
sator vorgenommen. Da davon auszugehen ist, dass die Atome eine wesentlich präzisere Möglichkeit der
Frequenzkalibration darstellen, kann so die Frequenzverstimmung unter der Annahme, dass sich die jewei-
ligen Maxima bei den theoretisch vorhergesagten Werten befinden, rekalibriert werden.
Mit den relativen Besetzungen der einzelnen Ordnungen lässt sich auch der mittlere Impuls der Atome
berechnen. In Abbildung 4.20 ist der mittlere Impuls des Ensembles in Abhängigkeit von der rekalibrierten
maximalen Verstimmung aufgetragen. In blau wurde dazu die theoretisch sich ergebende Stufenfunktion
in den Graphen eingezeichnet. Die gemessene Verteilung ist gegenüber der theoretischen Verteilung etwas
ausgeschmiert, es werden auch immer zu geringen Teilen andere Ordnungen besetzt als die vorhergesag-
te. Gerade die Teilchenzahlbestimmung dieser gering besetzten Ordnungen ist stark fehlerbehaftet, was
sich in den z.T. sehr hohen Fehlerbalken niederschlägt. Dies wird noch deutlicher, wenn man den mittle-
ren Impuls der Atome relativ zum Gitter gegenüber dem Gitterimpuls aufträgt. Abbildung 4.21 zeigt die
Messwerte zusammen mit der sich theoretisch ergebenden Sägezahnkurve. Es gibt verschiedene Gründe,
warum die gemessene Verteilung von der theoretisch zu erwartenden abweicht. Einerseits hat das Ensem-
ble eine endliche Impulsbreite, zumal der Kondensatanteil nur etwa ein Drittel betrug, da bewusst nicht
weiter herunter evaporiert wurde, da bei einer niedrigeren Fallentiefe die Schwankungen von Experimen-
tablauf zu Experimentablauf deutlich größer gewesen wären. Dies sorgt gerade an den Grenzen zwischen
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Abbildung 4.19.: Relative Besetzung der Impulsordnungen von adiabatisch beschleunigten Bose-Einstein-
Kondensaten in Abhängigkeit von der maximalen Verstimmung der Gitterstrahlen in kHz.

Abbildung 4.20.: Mittlerer Impuls eines adiabatisch beschleunigten Bose-Einstein-Kondensats in Abhängig-
keit von der maximalen Verstimmung der Gitterstrahlen in kHz.

den Brillouin-Zonen dafür, dass ein Teil der Atome bereits Bragg-Streuung erfahren hat, der Rest aber noch
nicht. Zusätzlich war die Schrittweite bei der Variation der Frequenzverstimmung mit 3 kHz sehr groß.
Wenn man diese Messung wiederholt, sollten hier kleinere Schritte vollzogen werden. Außerdem erfüllt die
Ladedauer des Gitters von 40µs nicht die Adiabatizitätsbedingung 4.34, die bei einer vermuteten Gittertiefe
von etwa 27 Erec deutlich länger als 72 µs hätte sein müssen. Der Ladezeitraum wurde aber gewählt, da es
unklar war, ob sich durch das Fallen der Atome ’durch das blau verstimmte Gitter hindurch’ im Laufe der
Beschleunigung nicht das Verhalten der Atome an den Grenzen der Brillouin-Zonen geändert hätte. Des-
halb wurde die gesamte Prozesszeit möglichst gering gewählt. Um diese Messung optimiert durchführen
zu können, sollte deshalb genauer untersucht werden, wie lang die Prozesszeit wirklich sein darf, bis sich
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Abbildung 4.21.: Mittlerer Impuls eines adiabatisch beschleunigten Bose-Einstein-Kondensats relativ zum
Gitter in Abhängigkeit vom Gitterimpuls.

das Verhalten der Atome an den Kanten der Brillouin-Zonen verändert. Unter diesen Umständen ist eine
90% Besetzung der jeweils vorausberechneten Ordnung und besser (vgl. Abbildung 4.19) ein sehr gutes
Ergebnis. Eine adiabatische Prozessführung ermöglicht also ein sehr einfaches Beschleunigen und damit
Transportieren der Atome, welches sehr unempfindlich auf äußere Parameter reagiert.

4.6 Zusammenfassung der Experimente im eindimensionalen optischen Gitter

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit konnte ein eindimensionales optisches Gitter für kalte Atome aufge-
baut und für verschiedene grundlegende Experimente zum Teilen und Beschleunigen von Bose-Einstein-
Kondensaten genutzt werden. So wurde demonstriert, dass ein BEC in einem unbewegten eindimensiona-
len optischen Gitter symmetrisch in Impulsordnungen entgegengesetzten Vorzeichens geteilt werden kann,
die sich dann einander entgegengerichtet bewegen (siehe Abschnitt 4.3). Die verschiedenen Regime un-
terschiedlich langer Gitterpulse und unterschiedlich tiefer Gitter wurden untersucht und experimentelle
Parameter gefunden, unter denen nahezu das gesamte Ensemble symmetrisch in die beiden Impulsordnun-
gen ±2ħhk transferiert werden konnte. Weiterhin wurde im bewegten optischen Gitter die Bragg-Streuung
untersucht. Mit der Bragg-Streuung erster Ordnung ist es gelungen kohärente Superpositionen zwischen
der 0. und 1. Impulsordnung zu erzeugen, wobei das Teilungsverhältnis bei konstanter Gittertiefe und Git-
terverstimmung nur von der Dauer der Bragg-Pulse abhängt. Damit können sowohl π- als auch π/2-Pulse
erzeugt werden, die für verschiedene Interferometertypen benötigt werden. Daneben wurde auch Bragg-
Streuung höherer Ordnung untersucht, wodurch auch größere Impulsüberträge erzielt wurden. Zuletzt
konnten mit einem adiabatisch beschleunigten Gitter Blochoszillationen beobachtet werden, wodurch der
Nachweis gelungen ist, dass sehr einfach und weitgehend insensitiv auf Schwankungen der experimen-
tellen Parameter Bose-Einstein-Kondensate in höhere Impulsordnungen transferiert werden können. Dies
ermöglicht einen Transport über längere Strecken, wenn die Kondensate von einer zusätzlichen Dipolfalle
gehalten werden.
Mit dem optischen Gitter konnten also grundlegende atomoptische Experimente durchgeführt werden, bei
denen in Analogie zu den Beugungserscheinungen von Licht an einem Strichgitter Beugungseffekte der
Atome an der optischen Stehwelle beobachtet werden konnten.
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5 Atomoptische Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten

Als Atomoptik wird die Untersuchung der Welleneigenschaften der Atome, wie sie von Louis de Broglie vor-
hergesagt wurden [1], mit aus der klassischen Optik bekannten Methoden bezeichnet. Nach der Entdeckung
der Beugung von Elektronen an Kristallen im Jahre 1927 [2], wurden auch die Welleneigenschaften von
Molekülen und Atomen nachgewiesen [141, 142]. Da Atome im Vergleich zu Elektronen deutlich schwerer
sind und experimentell leichter manipulierbar sind als Neutronen, wurden seither die Techniken zur Mani-
pulation von Atomen immer mehr verfeinert.
Die ersten erfolgreichen Interferometrieexperimente mit Atomen konnten 1991 mit klassischen aus der
Optik bekannten Interferometeraufbauten realisiert werden. Z.B. wurden mit einem Atomstrahl aus meta-
stabilen Heliumatomen Beugungseffekte an einem Doppelspalt beobachtet. Wenig später konnte mit zwei
Experimenten nachgewiesen werden, dass mit der Atominterferometrie Beschleunigungen und Rotationen
vermessen werden können [16, 17].
Mit der experimentellen Realisierung der Bose-Einstein-Kondensation stehen für atomoptische Experimente
Reservoire kohärenter Materiewellen zur Verfügung, die selbst dann ein Interferenzmuster erzeugen, wenn
sie unabhängig voneinander erzeugt wurden [24]. Auch konnten in Mach-Zehnder-Geometrien sowohl
bereits Interferenzstreifen als auch Besetzungsoszillationen beobachtet werden [26, 27]. Bose-Einstein-
Kondensate zeigen ebenfalls Interferenzstreifen, wenn sie durch Doppelmulden-Potentiale getrennt und
anschließend wieder vereinigt werden [143]. Dieses Prinzip konnte auch schon genutzt werden, um mit
einem Atom-Chip ein sehr kompaktes Atominterferometer aufzubauen [144].
Wichtige Voraussetzung für atomoptische Experimente ist die Möglichkeit der Manipulation der Atome
mit analogen Konfigurationen zu den in der Lichtoptik notwendigen Elementen wie Spiegeln, Strahlteilern
oder Fasern. So wurden bereits Spiegel für fallende BECs durch abstoßende Lichtfelder realisiert [145]
oder durch ein röhrenförmiges abstoßendes Potential konnten Bose-Einstein Kondensate innerhalb dieses
Potentials wie Licht in einem Lichtleiter geführt werden [146].
Ziel des Projektes, an dem die vorliegende Arbeit angefertigt wurde, sind atomoptische Experimente mit
Bose-Einstein-Kondensaten in mit mikrostrukturierten optischen Systemen erzeugten Dipolpotentialen. Sol-
che optischen Mikrostrukturen bestehen aus einer oder mehreren refraktiven oder diffraktiven Linsen und
ermöglichen eine sehr einfache und kompakte Realisierung von komplexen Fallengeometrien. So können
neben einzelnen linearen Wellenleitern oder zweidimensionalen Dipolfallenregistern auch ringförmige Di-
polfallen erzeugt werden. In mit optischen Mikrostrukturen realisierten Dipolfallenkonfigurationen konnten
bereits wichtige atomoptische Experimente erfolgreich durchgeführt werden: In gekreuzten linearen Wel-
lenleitern geführte atomare Ensembles konnten geteilt werden, so dass mit gekreuzten zweidimensionalen
Dipolfallenregistern sowohl ein Mach-Zehnder-Interferometer als auch ein Michelson-Interferometer de-
monstriert werden [147, 148] konnten. Weiterhin wurden in einer mit einer mikrooptischen Ringlinse
realisierten ringförmigen Dipolfalle thermische Ensembles geführt und konnten auch geteilt und anschlie-
ßend wieder vereint [149].
Anknüpfend an diese Experimente wurden im Rahmen dieser Arbeit atomoptische Experimente mit rein op-
tisch erzeugten Bose-Einstein-Kondensaten in verschiedenen mit einer ringförmigen Mikrolinse erzeugten
Dipolfallenkonfiguration durchgeführt. Zuerst wurden Versuche unternommen, um ein BEC in eine ringför-
mige Dipolfalle umzuladen, um damit einen Speicherring oder ein Gyroskop für Atome zu realisieren. Die
Ringlinse diente auch dazu, zwei weitere Fallenkonfigurationen zu demonstrieren. Im ersten Fall wurde ein
linearer Resonator für Bose-Einstein-Kondensate erzeugt, indem das BEC nach seiner Erzeugung in einen
rotverstimmten Wellenleiter umgeladen wurde, wobei die freie Ausbreitung des BECs innerhalb des Wellen-
leiters von mit der Ringlinse erzeugten abstoßenden Wänden verhindert wurde. Im anderen Fall wurde ein
kreisförmiger Resonator für Atome realisiert, indem das Fallen des BECs unter der Einwirkung der Gravita-
tion durch ein mit einer Zylinderlinse erzeugtes ebenes abstoßendes Potential, fortan auch als Lichtteppich
bezeichnet, verhindert wurde. Dieser wirkte wie der Boden einer Schale, während die Ausbreitung in der
Ebene parallel zum Lichtteppich von dem blauverstimmten Potential der Ringlinse verhindert wurde, was
wiederum als abstoßende Wände diente.
In diesem Kapitel werden zuerst die theoretischen Grundlagen der Atomoptik mit Bose-Einstein-
Kondensaten präsentiert, anschließend wird zuerst die ringförmige Mikrolinse vorgestellt. Im Anschluss
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werden die durchgeführten atomoptischen Experimente ausführlich vorgestellt und diskutiert.

5.1 Grundlagen der Atomoptik mit Bose-Einstein-Kondensaten

Die Grundlage für atomoptische Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten ist das Auftreten von Inter-
ferenzen. Dabei zeigt sich wie in [24], dass auch Interferenzmuster entstehen, wenn die Bose-Einstein-
Kondensate unabhängig voneinander entstanden sind, so dass keinerlei Kohärenzeffekte zu erwarten ge-
wesen wäre. Geht man davon aus, dass sich die Kondensate jeweils in einem Zustand mit einer festen
relativen Phasendifferenz befinden, dann lassen sich sogenannte Einteilchen-Phasenzustände (engl. phase
state) definieren (die Darstellung folgt ab hier [46]), mit:

ψφ =
1
p

2

�

ψ1(~r)e
iφ/2 +ψ2(~r)e

−iφ/2
�

. (5.1)

Dabei wurde die allgemeine Phase φ als Differenz der beiden Kondensatphasen gewählt φ = φ1−φ2. Der
Vielteilchenzustand für N Teilchen in einem Phasenzustand ψφ lässt sich dann in zweiter Quantisierung als

|φ,N〉=
1

(2N N !)1/2
�

a�1eiφ/2 + a�2e−iφ/2
�N
|0〉 (5.2)

schreiben, wobei a�1 und a�2 die beiden Operatoren sind, die ein Teilchen im jeweiligen Zustand erzeugen,
mit a�i =

∫

d~rψi(~r)ψ̂�(~r). ψ̂� ist entsprechend der Operator, der dem Phasenzustand ein Teilchen hinzu-
fügt. Die Zeitentwicklung des Vielteilchenzustands während einer freien Evolution lässt sich dann unter
Vernachlässigung von Wechselwirkungen schreiben als

|φ,N ,t〉=
1
p

N !

�
∫

d~rψi(~r,t)ψ̂�(~r)
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|0〉 . (5.3)

Der Erwartungswert der Dichteverteilung der Atome im Zustand |φ,N ,t〉 ergibt sich damit zu:

n(~r,t) = 〈φ,N ,t|ψ̂�(~r)ψ̂(~r)|φ,N ,t〉
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Nimmt man für die beiden Kondensate anfangs Gaußsche Wellenpakete der Form
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(5.5)

mit der anfänglichen Breite R0 im Abstand d an, die zeitlich expandieren mit R2
t = R2

0 +
�

ħht
mR0

�2
und die

sich an den Koordinaten ~r =±~d/2 befinden, dann gilt für den Interferenzterm in Gleichung 5.4
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Es bildet sich also ein periodisches Interferenzmuster mit Abständen ∆x zwischen den Maxima aus, mit

∆x = 2π
mR2

t R02

ħhtd
(5.7)
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und für lange Expansionszeiten Rt � R0, wenn Rt ≈ ħht/mR0,

∆x =
2πħht

md
. (5.8)

Kondensate, die sich durch Phasenzustände beschreiben lassen, erzeugen also, wenn sie während der Ex-
pansion überlappen, ein Interferenzmuster. Als Experimentator präpariert man jedoch in der Regel keine
Kondensate mit einer definierten Phase sondern Zustände mit definierter Teilchenzahl. Diese lassen sich
theoretisch durch sogenannte Fock-Zustände beschreiben. Geht man von anfänglichen Teilchenzahlen N1
und N2 in den beiden Kondensaten aus, dann gilt:

|N1,N2〉=
1

p

N1!N2!

�

a�1
�N1
�

a�2
�N2 |0〉 . (5.9)

Für den Erwartungswert der Dichte ergibt sich dann:

n(~r,t) = 〈N1,N2,t|ψ̂�(~r)ψ̂(~r)|N1,N2,t〉= N1
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Hier taucht also keinerlei Interferenzterm auf. Dennoch tritt auch bei Fock-Zuständen Interferenz auf, wie
sich durch die Berechnung der Zweiteilchen-Korrelations-Funktion, die die Wahrscheinlichkeit angibt, an
einem Ort ~r ein Teilchen und gleichzeitig am Ort ~r ′ ein weiteres Teilchen zu finden, ergibt:
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(5.11)

Mit dem letzten Term taucht in dieser Gleichung ein Interferenzterm auf, obwohl bislang gar keine Phase
eingeführt wurde. Dieses Ergebnis ist analog zu dem des Hanbury Brown und Twiss Experiments [150] zu
sehen, wo festgestellt wurde, dass es einen Interferenzeffekt zwischen zwei unabhängigen Detektoren gab,
die Licht des gleichen Sterns detektiert haben. Erklärung dafür war der Effekt des ’photon bunching’ (engl.
für ’Photonen Verklumpung’), dass die von der gleichen Quelle ausgesendeten Photonen eine Tendenz dazu
haben, gleichzeitig an den unterschiedlichen Detektoren anzukommen, es besteht also eine Korrelation
zwischen den Detektionsereignissen [151, 152].
Nimmt man jetzt vereinfacht an, dass für die beiden Zustände ψi(~r,t) =ψ0eiφi(~r,t) gilt, dann ergibt sich für
die Zweiteilchen-Korrelationsfunktion:

〈N1,N2,t|ψ̂�(~r)ψ̂�(~r ′)ψ̂(~r ′)ψ̂(~r)|N1,N2,t〉= N(N − 1)
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(5.12)

mit N = N1 + N2 und ∆(~r,t) = φ1(~r,t)−φ2(~r,t). Interferenzeffekte in Bose-Einstein-Kondensaten können
also sowohl unter Annahme von Phasenzuständen als auch unter der Annahme von Fockzustäden erklärt
werden.

5.2 Eigenschaften der ringförmigen Mikrolinse

Für die in diesem Kapitel präsentierten Experimente standen drei unterschiedliche diffraktive Ringlinsen
zur Verfügung, die in Kooperation mit der Arbeitsgruppe von Prof. Jahns an der Fernuniversität Hagen mit
lithografischen Methoden gefertigt wurden und die sich alle in ihren optischen Eigenschaften geringfügig
unterscheiden. Die einzelnen Linsen wurden von Markus Krutzik vermessen, der im Rahmen seiner Arbeit
eine ringförmige Dipolfalle aufgebaut hat. Details zu den speziellen Eingenschaften der unterschiedlichen
Linsen und dem von ihm verwendeten optischen Aufbau finden sich in seiner Arbeit [153]. Die im Rah-
men der vorliegenden Arbeit durchgeführten Experimente erfolgten alle nur mit einer dieser Ringlinsen,
außerdem wurde der optische Aufbau zum Einstrahlen der ringförmigen Dipolfalle in die Vakuumapparatur
gegenüber dem zuvor erwähnten Aufbau nochmals verändert. Die verwendete Linse hat eine Brennweite
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von 2,5 mm, erzeugt einen ringförmigen Fokus mit einem Durchmesser von d = 1,5 mm und besitzt eine
effektive numerische Apertur von 0,2. Abbildung 5.1 zeigt schematisch, wie die diffraktive Struktur der
Ringlinse in einem geringen Abstand ihr ringförmiges Bild erzeugt. Die Linse enthält in ihrer Mitte eine
Metallierung, von der sie auch komplett umgeben ist und die etwa 80% der auf die Linse eingestrahlten
Intensität wieder reflektiert. Abbildung 5.2 zeigt ein Foto der Ringlinse. Die Metallierung innen und außen
ist zu erkennen, die diffraktive Struktur ist der milchig-weiße Bereich dazwischen.
Die minimale Strahltaille des Ringfokus wird vom Hersteller mit 1,2 µm angegeben, jedoch wurden

Abbildung 5.1.: Schematische Darstellung des
ringförmigen Fokus der diffrak-
tiven Ringlinse

Abbildung 5.2.: Foto der Ringlinse

Messungen an Testaufbauten durchgeführt, bei denen der Fokus der Ringlinse zweimal von jeweils zwei
300 mm-Linsen 1:1 abgebildet wurde. Dabei erfolgte die zweite Abbildung auf eine spezielle CCD-Kamera,
um die Qualität der Abbildung des Ringfokus in die Vakuumkammer beurteilen zu können. Abbildung 5.3
zeigt ein Falschfarbenbild des zweimal abgebildeten Ringfokus, die Abbildung 5.4 darunter zeigt einen ra-
dialen Schnitt durch das Intensitätsprofil dieses Bildes am unteren Bildrand. An das Hauptmaximum wurde
ein Gaußprofil angepasst, dessen Breite etwa 8 µm beträgt. Jedoch zeigen sich im Abstand von etwa 19 µm
konzentrische Nebenmaxima, von denen die stärksten fast 20% der maximalen Intensität haben. Die Test-
ergebnisse der beiden anderen Ringlinsen waren noch schlechter, weshalb die Wahl auf die beschriebene
Linse fiel.
Diese Testmessungen haben auch ergeben, dass die Qualität der zweiten 1:1 Abbildung besser wird, wenn
man nur Achromaten verwendet. Der optische Aufbau für alle weiteren Experimente wurde gegenüber
den Testmessungen verändert, indem für beide Abbildungen Verkleinerungen im Verhältnis 4:3 gewählt
wurden und für die zweite Abbildung 3”-Achromaten gewählt wurden. Da auch der direkt betrachtete
Ringfokus bereits konzentrische Nebenmaxima enthielt, lässt sich die Abbildung höchstens etwas gegen-
über den Testmessungen verbessern. Eine vollständige Unterdrückung der Nebenmaxima lässt sich deshalb
bei Verwendung dieser Ringlinsen nicht erzielen. Weiterhin erfolgten die Testmessungen an einem nahezu
idealen linearen Aufbau, bei dem alle benutzten Komponenten, also der Laser, die Optik zur Strahlformung,
die Ringlinse, die Abbildungslinsen und die CCD-Kamera in einer Reihe entlang einer klar definierten op-
tischen Achse aufgebaut wurden. Da die Abbildung bei den in der Folge präsentierten Experimenten über
etwa zwei Meter Strahlweg und mehrere Umlenkspiegel erfolgte und außerdem niemals klar war, ob die
Atome tatsächlich in den Ringfokus umgeladen wurden, ist davon auszugehen, dass die Qualität der Abbil-
dung bei den durchgeführten Experimenten eher schlechter war als bei den beschriebenen Tests.

5.3 Optischer Speicherring für Bose-Einstein-Kondensate

Ein großes Ziel des Projektes ATOMICS ist der Einsatz von optischen Mikrolinsen zur Erzeugung un-
terschiedlicher Dipolfallenkonfigurationen für atomoptische Anwendungen. Diese Mikrolinsen sind sehr
flexibel einsetzbar und in verschiedenen Formen erhältlich. Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurden
verschiedene Experimente mit der bereits erwähnten ringförmigen Mikrolinse durchgeführt. In einer mit
solch einer ringförmigen Mikrolinse erzeugten Dipolfalle konnten bereits Ensembles kalter Atome, die aus
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Abbildung 5.3.: Falschfarbenbild des zweimal 1:1 abgebildeten Ringfokus

Abbildung 5.4.: Radialer Schnitt durch das Intensitätsprofil des zweimal 1:1 abgebil-
deten Ringfokus

einer magneto-optischen Falle geladen wurden, geführt, aufgeteilt und rekombiniert werden [149]. Die
Ringlinse eignet sich demgemäß dazu, um ein ringförmiges Interferometer zu realisieren. Im in dieser
Arbeit beschriebenen Aufbau sollen die Ensembles mit einem symetrischen Bragg-Puls eines unbewegten
optischen Gitters (vgl. Abschnitt 4.3) aufgeteilt werden, um auf der anderen Seite des Ringes zu rekom-
binieren. Dies würde dann ein sogenanntes Sagnac-Interferometer darstellen, mit dem Rotationen präzise
vermessen werden können. Das Prinzip wurde mit Licht in Form von Gyroskopen umgesetzt (vgl. [81]).
Dabei wird ausgenutzt, dass im Fall einer Rotation in der Ebene des Interferometers die optischen Wege
entlang der beiden Armen unterschiedlich lang werden, so dass sich eine Phasenverschiebung zwischen
den beiden Wegen des Interferometers ergäbe. Durch den Abstand der Interferenzmuster lässt sich dann
die Rotation des Systems berechnen. Für ein Sagnac-Interferometer auf der Basis von Atomen gilt für die
sich ergebende Phasenverschiebung ∆Φ (siehe z.B. [18]):

∆Φ=
4πΩA

λv
. (5.13)

Dabei ist Ω die Winkelgeschwindigkeit des Systems, A ist die eingeschlossene Fläche des Interferometers,
λ ist die de-Broglie-Wellenlänge des Teilchens und v seine Geschwindigkeit. Bei einer typischen Laserwel-
lenlänge im sichtbaren Bereich liegt der Term λ · c = 2πc2/ω zwischen 150 und 300, während z.B. bei
87Rb-Atomen mit Gleichung 3.14 und kb T/2 ≈ mv 2/ der Ausdruck λ · v =

p
2πħh/m bei 7,3 · 10−10 liegt,

was einen Vorteil eines Interferometers mit Atomen von einem Faktor größer als 1011 ausmacht. Allerdings
ist die eingeschlossene Fläche mit einigen mm2 gegenüber mehreren m2 bei stationären optischen Ring-
Laser-Gyroskopen auch wieder zwölf Größenordnungen im Nachteil. Angesichts immer transportablerer
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Messapparaturen mit kalten Atomen (siehe z.B. [21]), könnte ein kompaktes Interferometer auf der Basis
einer solchen Ringlinse durchaus Vorteile gegenüber den transportablen optischen Gyroskopen haben. In
der Zukunft wäre es deshalb denkbar, dass solche kompakten Gyroskope auf der Basis von Atomen z.B. in
Flugzeugen eingesetzt werden könnten.
In diesem Abschnitt wird zuerst der optische Aufbau zur Erzeugung der ringförmigen Dipolfalle beschrie-
ben. Anschließend werden die durchgeführten Experimente geschildert und die Ergebnisse diskutiert.

5.3.1 Optischer Aufbau der ringförmigen Dipolfalle

Damit die ringförmige Dipolfalle parallel zum Erdboden verläuft, wurde die sie erzeugende Optik ober-
halb der Vakuumkammer aufgebaut und gegenläufig zum Detektionsstrahl der Absorptionsdetektion in die
Vakuumkammer abgebildet. In der oberen Grafik von Abbildung 5.5 ist zu sehen, wie die Abbildung des
Ringfokus in die Kammer erfolgt. Mit einer Faser wird Licht eines Titan-Saphir-Lasers der Firma Tekhnoscan
zum Experiment transportiert. Dieser Laser wurde von Susanne Hertsch in Betrieb genommen, eine aus-
führliche Beschreibung seiner speziellen Eigenschaften findet sich in ihrer Arbeit [154]. Der Laser liefert im
Wellenlängen-Bereich zwischen 765 und 828 nm eine Ausgangsleistung von mindestens 300 mW und eine
maximale Ausgangsleistung von bis zu 600 mW und eignet sich deshalb sehr gut für Dipolfallenanwendun-
gen im Bereich der Rubidium-D-Linien. Das Licht wird zum Steuern und Schalten durch einen AOM und
durch einen mechanischen Shutter geschickt und anschließend in die Faser eingekoppelt. Auskoppelseitig
beleuchtet der Strahl die Ringlinse, die sich auf einer x-y-Verschiebetischkombination befindet. Deren Fo-
kus wird dann über ein Paar Achromaten und die Achromaten der Detektion zweimal im Verhältnis 4:3,
also insgesamt im Verhältnis 16:9, verkleinert in die Vakuumkammer abgebildet. In der unteren Grafik von
Abbildung 5.5 ist schematisch zu sehen, wie die Abbildung des Rings über zwei oberhalb des Fensters ange-
brachte Achromaten in die Kammer gelangt. Durch die numerische Apertur und die Metallierung der Linse
kommen jedoch selbst bei optimaler Justierung maximal nur etwa 10% der nach der Faser vorhandenen
Leistung im dritten Fokus in der Kammer an.

5.3.2 Experimente in einer ringförmigen Dipolfalle

Um das Dipolpotential berechnen zu können, welches sich bei einem gleichmäßigen Ausleuchten der Ring-
linse ergibt, benötigt man die Intensitätsverteilung entlang der ringförmigen Falle in der Strahltaille w0.
Diese ergibt sich durch Integration über den gesamten Raum, wenn man davon ausgeht, dass es sich beim
Ringfokus um einen zu einem Kreis mit Radius R aufgewickelten Gauß-Strahl handelt, dessen Intensität
sich gleichmäßig über den Ring verteilt:

Pges = 2πI0R

∫ +∞

−∞
exp
�

−2r2w2
0

�

dr

=
p

2π3Rw0 I0

⇒ I0 =
P

p

2π3Rw0

(5.14)

Dieses I0 kann in Gleichung 2.15 eingesetzt werden, um die Fallentiefe abzuschätzen. In Referenz [149]
wird außerdem ein numerisches Verfahren zur Berechnung des Potentials und der Fallenfrequenzen ange-
geben.
Es wurden verschiedene Versuche unternommen, in den Fokus der mit gegenüber der atomaren Resonanz
rotverstimmtem Licht beleuchteten Ringlinse kalte Atome oder Bose-Einstein-Kondensate umzuladen. Da-
bei gab es zuerst besonders das Problem, dass es nicht möglich war, den genauen Ort des Ringfokus zu
finden, da keine kalten Atome aus der MOT in diesen geladen werden konnten. Zwar konnte man den Ring
auf Absorptionsbildern der MOT sowohl von oben als auch von der Seite sehen, der Ring stellte sich aber
als eine Röhre dar, durch die die Atome aufgrund der Gravitation fliegen und vom Ringpotential nur auf
eine Schraubenbahn geführt wurden (vgl. [153]). Ein weiteres Problem bestand auch darin, dass die Röhre
leicht schief innerhalb der MOT stand, was nur sehr schwer korrigierbar war. Aufgrund der Limitationen
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Abbildung 5.5.: Optischer Aufbau zur Erzeugung einer ringförmigen Dipolfalle: Oben ist der Strahlengang
zur Formung und Erzeugung des Ringfokus, der dann in die Vakuumkammer abgebildet
wird, zu erkennen. Darunter ist schematisch dargestellt, wie die Abbildung von oben durch
zwei Achromaten, die sich oberhalb eines der Fenster befinden, in die Kammer erfolgt.

durch die numerische Apertur und die Qualität der Abbildung konnte außerdem nicht genau vorhergesagt
werden, wieviel der Intensität tatsächlich im dritten Ringfokus in der Kammer ankommt und wieviel In-
tensität sich auf die Nebenmaxima verteilt. Aufgrund der geschilderten Erfahrungen aus Referenz [149],
wo auch frei innerhalb des Rings expandierende thermische Atome beobachtet werden konnten, wurde
die Strahlleistung des verwendeten Titan-Saphir-Lasers maximiert und die Temperatur der umzuladenden
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atomaren Ensembles durch Evaporation gesenkt, um doch noch Atome in den Ringfokus umladen zu kön-
nen. Um dies zu erreichen, wurde der Ring auf Absorptionsbildern von oben gemeinsam mit der MOT und
der Dipolfallenkreuzung betrachtet, um beide Fallen miteinander zu überlagern. Abbildung 5.6 zeigt ein
solches Absorptionsbild.
In der auf dem Bild betrachteten x-y-Ebene ist die Justierung sehr einfach, Problem bleibt die z-Richtung

Abbildung 5.6.: Absorptionsbild zur Justierung des Rings: Innerhalb der MOT sind sowohl der Ring als auch
die gekreuzte Dipolfalle zu sehen.

parallel zum Detektions-Strahl. Dafür wurde der Ort des Ringfokusses in der Kammer durch die zwei beweg-
lichen Achromaten (vgl. Abbildung 5.5) variiert, bis evaporativ gekühlte Atome im Ring gehalten werden
konnten. Anschließend wurde der Ort des Ringfokus in kleineren Schritten weiter variiert, um die Anzahl
der umgeladenen Atome zu maximieren. Es wurden sowohl Ladeversuche mit thermischen Atomen als auch
mit teilweise kondensierten Ensembles unternommen, um eine Expansion der Atome entlang des Rings be-
obachten zu können. Dazu wurde das Aspektverhältnis der gekreuzten Dipolfalle jeweils innerhalb von
zwei Sekunden von ungefähr 1:1 zu etwa 2:1 verändert, wobei sowohl mit dem stärkeren Strahl tangential
als auch senkrecht zum Ringpotential experimentiert wurde.
Bei einer Leistung des Ringstrahls von 520 mW nach dem Faserauskoppler und einer Wellenlänge von
795,395 nm wurde zuerst versucht, thermische Ensembles mit 56280 ± 309 Atomen, die evaporativ bis
auf (825 ± 17) nK heruntergekühlt wurden, umzuladen. Dazu wurde das gekühlte Ensemble evaporativ
erzeugt und anschließend die gekreuzte Dipolfalle innerhalb von 10 ms in einen Wellenleiter umgewan-
delt, indem die Intensität des Dipolfallenstrahls, der senkrecht zum Ring (auf den Falschfarbenbildern in
y-Richtung) orientiert war, um etwa einen Faktor 7 abgesenkt wurde, so dass sich ein Aspektverhältnis von
etwa 2:1 eingestellt hatte. Das Ringpotential wurde anschließend hochgefahren, so dass beide gleichzei-
tig für 1 ms gemeinsam eingestrahlt wurden. Danach wurde der Wellenleiter abrupt ausgeschaltet. Diese
Zeitdauern und auch die Leistungswerte des Wellenleiters wurden empirisch optimiert. Alle Versuche, das
Ringpotential adiabatisch hochzufahren oder die Dipolfalle adiabatisch in einen Wellenleiter umzuwandeln,
haben deutlich weniger Atome in den Ring umgeladen. Abbildung 5.7 zeigt eine Serie von Absorptionsbil-
dern unterschiedlicher Haltezeit der Atome im Ring in Falschfarben, die allesamt unmittelbar nach dem
Abschalten der Ringfalle aufgenommen wurden. Die Atome bleiben im Wesentlichen an der Stelle des Um-
ladens lokalisiert und füllen ein nahezu lineares Ringsegment von etwa 200 µm Länge. Teile des restlichen
Rings leuchten auch schwach auf, aber dies sind nur fallende Atome, die vom röhrenförmigen Ringpo-
tential auf eine Kreisbahn geführt werden, aber aus der abgebildeten Fokalebene des eigentlichen Rings
herausfallen. Anders lässt sich nicht erklären, dass die Ringteile außerhalb der Ladezone immer nur kurz
aufleuchten.
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Abbildung 5.7.: Falschfarbenbilderserie von in den Ring umgeladenen thermischen Atomen: Die Atome fül-
len ein Ringsegment von etwa 200 µm, breiten sich aber innerhalb von 38 µs nicht wesent-
lich weiter aus.

Bei jeder der einzelnen Haltezeiten wurden auch noch Bilder von fallenden Ensembles nach 2 und 4 ms
Fallzeit aufgenommen, so dass sich neben den Teilchenzahlen auch die Temperaturen des Ensembles im
Ringpotential bestimmen lassen. In Abbildung 5.8 ist die Teilchenzahl in Abhängigkeit von der Haltezeit im
Ring aufgetragen. An die Messwerte wurde eine Exponentialkurve angepasst, so dass sich die Lebensdauer
zu (35,8 ± 4,1)ms bestimmen lässt. Die Teilchenzahl sinkt während 31 ms von anfänglichen 36590 ± 490
auf 14670 ± 550, die Umladeeffizienz lag also bei 65%.
In Abbildung 5.9 ist die Temperatur des Ensembles in Abhängigkeit von der Haltezeit aufgetragen. Dabei
handelt es sich um die aus der Expansion ermittelte gemittelte Temperatur beider Ausbreitungsrichtungen.
Um das Auge zu führen, wurde eine lineare Funktion an die Messwerte angepasst. Die mittlere Tempe-
ratur steigt innerhalb von 31 ms von (3,51 ± 0,07) µK auf (8,89 ± 0,12) µK ungefähr linear an. Das
Ensemble wird also nach dem Umladen in das Ringpotential stark aufgeheizt. Ein möglicher Grund könnte
die Potentialtiefe sein. Aus den Bildern lässt sich der Ringdurchmesser am Ort der Atome zu etwa 550 µm
bestimmen. Mit den Abschätzungen, dass die Strahltaille des Rings bei 8 µm liegt und etwa 10% der Laser-
leistung im Ringfokus in der Kammer ankommen, lässt sich damit gemäß der Gleichungen 5.14 und 2.15
die Tiefe des Potentials des Rings zu −71 µK bestimmen. Eine Einstrahl-Dipolfalle gleicher Intensität und
Strahltaille hätte nach Gleichung 2.21 eine radiale Fallenfrequenz von ωρ = 2π · 4,14 kHz. Der umladen-
de Wellenleiter hingegen hatte nur eine Fallentiefe von etwa 11 µK und eine radiale Fallenfrequenz von
ωρ = 2π · 214 Hz. D.h., wenn die Abschätzungen bzgl. der Ringdimensionen stimmen, dann hat sich in
dem neuen Potential der radiale Einschluss schlagartig um einen Faktor 20 erhöht, wodurch das Ensemble
so stark aufgeheizt wurde. Warum sich die Atome jedoch nicht weiter entlang des Rings ausbreiten, wird
dadurch nicht erklärt. Eine Diskussion dieser Ergebnisse erfolgt gemeinsam mit den Ergebnissen der im
Folgenden beschriebenen Experimente.
Da die thermischen Ensembles sich im Ringpotential nicht ausgebreitet haben, wurden auch mit teilwei-
se kondensierten Ensembles Umladeversuche unternommen. Dabei wurden die Atome evaporativ auf eine
Temperatur von (90,1 ± 13,9) nK gekühlt. Die Teilchenzahl betrug nur noch 6166 ± 262, davon 533 ± 104
kondensiert. Dabei wurden unterschiedliche Umladestrategien gewählt, wobei sich allerdings auch im Falle
der teilweise kondensierten Ensembles keine Ausbreitung der Atome entlang des Rings beobachten ließen.
Bei der erfolgreichsten Strategie in Bezug auf die Lebensdauer und die Umladeeffizienz wurde das Aspekt-
verhältnis der gekreuzten Dipolfalle innerhalb von 2 s adiabatisch von 1:1 zu 1,5:1 mit der stärkeren Achse
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Abbildung 5.8.: Anzahl thermischer Atome im Ringpotential in Abhängigkeit von der
Haltezeit im Ring

Abbildung 5.9.: Temperatur des Ensembles im Ringpotential in Abhängigkeit von der
Haltezeit im Ring

senkrecht zum Ring umgewandelt. Diese Änderung des Aspektverhältnis der Falle erfolgte analog zu den
in Abschnitt 3.2.5 beschriebenen experimentellen Abläufen, bei den ein sich änderndes Aspektverhältnis
während der Expansion beobachtet wurde.
Die Idee dieser Umladestrategie bestand darin, dass durch das zusätzliche Ringpotential eine gekreuzte
Dipolfalle zwischen dem Ring und einem Arm der Dipolfalle des Faserlasers gebildet wird. Wird letztere
anschließend ausgeschaltet, dann könnten die Atome durch die abstoßende Wechselwirkung der konden-
sierten Atome in das Ringpotential gedrückt werden. Der Ring wurde zu diesem Zweck innerhalb von 2 ms
hochgefahren, anschließend wurden Ring und gekreuzte Dipolfalle für weitere 5 ms gemeinsam einge-
strahlt, bis die Falle des Faserlasers abrupt ausgeschaltet wurde. Auch diese Zeiten wurden empirisch im
Hinblick auf die Umladeeffizienz optimiert.
Abbildung 5.10 zeigt eine Serie von Falschfarbenbildern von in den Ring umgeladenen z.T. kondensier-

ten Ensembles nach verschiedenen Haltezeiten nach dem Abschalten der Dipolfallenkreuzung. Das En-
semble dehnt sich innerhalb von 350 ms nicht wesentlich aus und füllt nach etwa 30 ms das gleiche
200 µm-Segment wie im Fall des umgeladenen thermischen Ensembles. Abbildung 5.11 zeigt, wie die
Teilchenzahl mit zunehmender Haltezeit exponentiell mit einer Lebensdauer von (0,281 ± 0,017) s ab-
sinkt. Diese Lebensdauer ist um einen Faktor acht größer als bei den thermischen Ensembles. Die Anzahl
der anfangs umgeladenen Teilchen von 5697 ± 162 ergibt dabei eine Umladeefizienz von über 90%. Es
wurden bei zwei verschiedenen Haltezeiten zur Bestimmung der Temperatur auch noch Expansionsbilder
fallender Ensembles genommen. Diese Temperaturen betragen T (t = 9 ms) = (2,63 ± 0,16) µK und
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Abbildung 5.10.: Falschfarbenbilderserie von in den Ring umgeladenen z.T. kondensierten Atomen: Die Ato-
me breiten sich innerhalb von 350 ms nicht signifikant aus.
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Abbildung 5.11.: Teilchenzahl eines teilweise kondensierten Ensembles in der Ringfalle in Abhängigkeit von
der Haltezeit. An die Messwerte wurde eine Exponentialfunktion angepasst, die bestimm-
te Lebensdauer beträgt (0,281 ± 0,017) s.

T (t = 200 ms) = (3,49 ± 0,42) µK. Die Temperatur wächst also auch im Vergleich zum umgeladenen
thermischen Ensemble schon nach kurzer Haltezeit auf ähnliche Werte an, steigt dann aber nicht mehr so
schnell. Dies macht sich auch bei den Teilchenzahlen bemerkbar. Der Grund für den deutlichen Heizeffekt
liegt auch hier wohl wieder am sehr viel tieferen Potential des Rings im Vergleich zu dem der gekreuzten
Dipolfalle. Der Wellenleiter hatte eine Fallentiefe von etwa −8,6 µK bei einer radialen Fallenfrequenz von
ωrho = 2π · 170 Hz.
Es wurden außerdem noch Umladeversuche durchgeführt, bei denen das Aspektverhältnis der gekreuzten
Dipolfalle vor dem Umladen von 1:1 auf 2:1 verändert wurde, wobei die starke Achse in diesem Fall tan-
gential zum Ringpotential orientiert war. Auch hier wurde keinerlei Ausbreitung der Atome entlang des
Rings beobachtet, außerdem war sowohl die Umladeeffizienz als auch die Lebensdauer deutlich geringer
als bei den zuvor ausführlich beschriebenen Experimenten. Zuletzt wurde ein symmetrischer Bragg-Puls
des optischen Gitters eingestrahlt, um das Ensemble in zwei entgegengesetzte Impulskomponenten auf-
zuteilen. Auch dabei wurde keinerlei Ausbreitung entlang des Rings beobachtet, stattdessen konnten die
Atome teilweise tangential aus dem Ringpotential entkommen.

5.3.3 Diskussion der Experimente in der ringförmigen Dipolfalle

Die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente in der Ringfalle haben leider nicht den ge-
wünschten Erfolg gebracht. Zwar konnte ein BEC erfolgreich in die Ringfalle umgeladen und dort gehalten
werden, aber weder das BEC noch die umgeladenen thermischen Ensembles haben sich entlang des Rings
ausgebreitet. Die in Referenz [149] präsentierten Experimente, bei denen sich aus einer MOT geladene
thermische Atome frei entlang des Rings ausgebreitet hatten, stehen also auf den ersten Blick im Wider-
spruch zu den hier erhaltenen Ergebnissen. Bei genauer Betrachtung der dortigen Experimente zeigt sich
aber, dass das Aufleuchten des Rings auch verträglich damit wäre, dass die Atome nur durch die ’Röhre’,
die die illuminierte Ringlinse erzeugt, geführt wurden, ohne im Ringfokus wirklich gefangen gewesen zu
sein. Die Lebensdauer der dort gefangenen Atome betrug auch nur 120 ms, was durchaus mit der Flugzeit
durch die Röhre korrespondieren würde. Außerdem stand die Fokalebene der Ringlinse bei den dortigen
Experimenten senkrecht zum Erdboden, so dass der starke Einschluss des Ringpotentials gegen die Gravita-
tion gewirkt hat. Um ein definiertes Umladen in den Ring zu erreichen, wurde auch dort zur Unterstützung
eine Einzelstrahldipolfalle als Wellenleiter eingestrahlt. Allerdings wurden bei den dort beschriebenen Ex-
perimenten nach Zeiten oberhalb von 30 ms nur noch etwa 400 Atome im Ring beobachtet. Auch dort war
der Eindruck entstanden, dass die Atome in der Ladezone lokalisiert bleiben, so dass es sehr wahrschein-

94



lich ist, dass auch dort niemals eine freie Ausbreitung innerhalb des Ringfokus stattgefunden hat [155].
Deshalb wurden dort im Anschluss an die Experimente zur freien Expansion die Ensembles auch mit einem
elongierten Gaußstrahl, der die Ringlinse nur partiell ausleuchtete, entlang des Rings geführt, und damit
den Problemen beim Umladen erfolgreich begegnet.
Die Lebensdauern der umgeladenen teilweise kondensierten Ensembles in der Ringfalle waren bei den in
diesem Abschnitt präsentierten Experimenten mit etwa 280 ms lang genug, um zukünftig Wolken auf der
einen Seite des Rings mit einem Bragg-Puls zu trennen, um sie dann auf der anderen Seite wieder zu ver-
einen. Dafür müsste aber das Problem des nicht Ausbreitens gelöst werden.
Eine mögliche Erklärung, warum die Atome sich entlang des Rings nicht ausbreiten, wäre gewesen, dass
der Ring möglicherweise geneigt gewesen war und die Atome zufällig im unteren Segment des Rings um-
geladen wurden. Dies konnte jedoch schon während der Experimente ausgeschlossen werden, indem der
Kreuzungspunkt zwischen dem Ringpotential der gekreuzten Dipolfalle auf die gegenüberliegende Ring-
seite verschoben wurde. Auch in dem anderen Ladesegment hat sich das Ensemble nicht ausgebreitet und
beide Segmente können nicht gleichzeitig unten sein.
Eine mögliche Erklärung könnten Beugungsstrukturen oder Abbildungsfehler sein, die durch ein nicht
gleichmäßiges Ausleuchten des Rings entstehen oder auch Fabrikationsfehler der Ringstruktur, so dass
die Atome kein gleichmäßiges Potential erfahren oder möglicherweise sogar Barrieren entstehen. Dies lie-
ße sich direkt aber nur schwer überprüfen.
Um dem zu begegnen, könnte man zum einen versuchen, die Optik noch präziser und sauberer aufzu-
bauen. Dies ist aber bei einem Strahlengang, der deutlich länger als ein Meter ist und nicht entlang einer
klar definierten optischen Achse verläuft, nur sehr schwer realisierbar. Dies wäre erst nach einem Umbau
des Experiments mit einer deutlich kleineren Vakuum-Hauptkammer realisierbar, so dass man mit den ge-
samten Optiken näher an die Atome herankäme. Eine weitere Möglichkeit bestünde darin, das führende
Ringpotential sehr stark abzuschwächen, wenn es nicht mehr gegen die Gravitation halten müsste, so dass
eventuelle Beugungsstrukturen auch deutlich schwächer würden. Ansätze in diese Richtung wurden bereits
im Rahmen dieser Arbeit verfolgt, indem ein zusätzliches ebenes Potential, (vgl. Abschnitt 5.5) eingestrahlt
wurde, in dem oder auf dem die Atome gegen die Gravitation gehalten wurden, so dass das Ringpotential
nur noch zum Führen der Atome auf einer Kreisbahn dienen musste. Allerdings war die Justierung des
Teppichs nicht präzise genug, so dass die Atome praktisch nur vom Ringpotential gehalten wurden.
Bei weiteren derartigen Experimenten mit der Ringlinse sollte zukünftig geklärt werden, wodurch die Aus-
breitung der Ensembles entlang des Rings behindert wird. Wenn die Ursache hierfür geklärt und das Pro-
blem gelöst werden könnte, stünde einer Realisierung eines ringförmigen Interferometers nichts mehr im
Wege. Während der Fertigstellung dieser Arbeit wurden bereits weitere Schritte in diese Richtung unter-
nommen und es konnte durch das unterstützende Einstrahlen eines haltenden ebenen Potentials sowohl
eine weitere Ausbreitung entlang des Ringes erreicht werden [156] als auch nachgewiesen werden, dass
das Kondensat auch nach dem Umladen in ein durch die ringförmige Mikrolinse erzeugtes Potential er-
halten bleibt [157], da die Dichteverteilung eines fallen gelassenen atomaren Ensembles weiterhin ein
bimodales Profil gezeigt hat.
Sollte sich dennoch herausstellen, dass das von der ringförmigen Mikrolinse erzeugte Potential nicht für
die geplanten Anwendungen geeignet ist, dann sollte geprüft werden, ob mit einem Axikon oder einem so-
genannten konischen Refraktor (engl. conicle refractor) mit optischen Mitteln ein ringförmiges Potential
erzeugt werden könnte. Die Möglichkeit eines solchen kompakten Interferometers eröffnet viele expe-
rimentelle Perspektiven. So bestehen theoretische Vorhersagen, dass sowohl durch eine freie Expansion
eines durch einen Bragg-Puls geteilten Ensembles als auch durch eine aktive Führung entlang des Ring-
potentials, wie es bei [149] bereits demonstriert wurde, Interferenzeffekte erreicht werden könnten, die
möglicherweise auch bei einer Detektionsauflösung von 5,3 µm erkennbar wären [158]. Ansonsten würde
ein Austausch der beiden im beschriebenen Aufbau vorhandenen Kameras für die Absorptionsdetektion
einen Gewinn an Auflösungsvermögen von etwa 30% bringen, so dass dann sogar Strukturen von 3,7 µm
aufgelöst werden könnten.

5.4 Linearer Resonator für Bose-Einstein-Kondensate

Das Potential, das die ringförmige Mikrolinse erzeugt, lässt sich auch noch auf anderem Wege nutzen. Die
mit Licht eines gegenüber der Rubidium-D1-Linie blau-verstimmten Lasers ausgeleuchtete Ringlinse erzeugt
für 87Rb-Atome ein abstoßendes Potential. Zusammen mit der bereits erwähnten Technik, die gekreuzte
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Dipolfalle in einen linearen Wellenleiter umzuwandeln, konnte durch die Kombination beider Dipolpoten-
tiale ein linearer Resonator für Bose-Einstein-Kondensate experimentell realisiert werden. Der Wellenleiter
besitzt die Charakteristik des jeweiligen Dipolfallenstrahls, so dass sich bei einem angenommenen Strahl-
radius von etwa 45 µm und einer Wellenlänge von 1070 nm gemäß Gleichung 2.23 ein Aspektverhältnis
(vgl. Abschnitt 3.2.3) von 1:187 ergibt, im Falle eines minimalen Strahlradius von 33 µm ergäbe sich noch
immer ein Wert von 1:137. Der Wellenleiter stellt damit eine sogenannte quasi-eindimensionale Struktur
dar mit einem sehr viel stärkeren Einschluss in der radialen als in der axialen Richtung, so dass die Atome
nur einen wirklichen Freiheitsgrad besitzen.
Die Bose-Einstein-Kondendensation in einer und zwei Dimensionen hat seit der ersten Vorhersage des Phä-
nomens [38, 39] ein starkes theoretisches Interesse hervorgerufen. Für ein Kastenpotential oder ein har-
monisches Potential erhält man im thermodynamischen Limes mit N → ∞ allerdings, dass es in diesen
Systemen keine Bose-Einstein-Kondensation geben kann [159]. Es konnte zwar theoretisch nachgewiesen
werden, dass in Potentialen, denen ein Potenzgesetz zugrunde liegt, ein Übergang auch in einer oder zwei
Dimensionen stattfinden kann [160], allerdings erfolgte die Berechnung auch hier wieder für den thermo-
dynamischen Limes. Die erfolgreiche experimentelle Demonstration im Jahre 1995 [22, 23, 77] hat dann
eine theoretische Betrachtung der Bose-Einstein-Kondensation in niedrig-dimensionalen Systemen unter
experimentell erreichbaren Parametern motiviert [161], so dass gezeigt werden konnte, dass auch für end-
liche Teilchenzahlen in Kastenpotentialen und harmonischen Potentialen eine Kondensation erreichbar ist.
Dies konnte in der Folge auch experimentell nachgewiesen werden [162]. Bei BECs in einer Dimension kön-
nen verschiedene Regime unterschieden werden [163, 164]. Bei besonders niedrigen Teilchendichten und
einer abstoßenden Wechselwirkung, die auf einem Stoß zwischen harten undurchdringlichen Kernen (engl.
impenetrable hard-core) beruht, so dass die Atome einander bei der Wechselwirkung nicht durchdringen
können, können sich auch bosonische Atome wie Fermionen verhalten, so dass die Bosonen an einer Kette
aufgereiht sind. Dieses Regime wird als Tonks-Girardeau-Gas bezeichnet [165, 166]. In optischen Gittern
konnte es 2003 erstmalig realisiert werden [167].
Wellenfunktionen, die sich auf Potentialbarrieren zubewegen, sind Standardprobleme der Quantenmecha-
nik, die in jedem Theoriebuch behandelt werden (siehe z.B. [168] oder [169]). Ein Bose-Einstein-Kondensat
lässt sich durch eine einzige Wellenfunktion beschreiben (siehe Gleichungen 3.19 und 3.20), z.B. als ein
gaußförmiges Wellenpaket wie in Abschnitt 5.1. Aus diesem Grund ist ein BEC in einem eindimensionalen
Resonator ein Modellsystem, was in der Theorie bereits vielfältig behandelt wurde [170, 171]. Es lässt sich
analog zum berühmten Fermi-Pasta-Ulam-Problem [172] mathematisch ähnlich behandeln wie eine Kette
gekoppelter harmonischer Oszillatoren [173] oder analog zu Flüssigkeiten, durch die sich Schockwellen
ausbreiten [174]. Eine eindimensionale Box für Bose-Einstein-Kondensate, wurde bereits experimentell
demonstriert [175] und das sich darin ergebende Dichteprofil wurde auch theoretisch berechnet [170].
Allerdings wurden keinerlei weiterführende Experimente in dieser Fallenkonfiguration präsentiert.
Im Rahmen dieser Arbeit wurden verschiedene Experimente mit teilweise kondensierten Ensembles in ei-
nem quasi-eindimensionalen Resonator durchgeführt. Dabei wurde sowohl eine freie Ausbreitung eines
BECs untersucht als auch eine gezielte Teilung des BECs durch einen Bragg-Puls, so dass zwei Teilwolken
von den abschließenden Wänden reflektiert wurden und in der Mitte des Resonators wieder aufeinander
trafen. In diesem Abschnitt wird zuerst der optische Aufbau zur Erzeugung des Resonators geschildert,
anschließend werden die durchgeführten Experimente präsentiert und diskutiert.

5.4.1 Optischer Aufbau des quasi-eindimensionalen Resonators

Der beschriebene eindimensionale Resonator besteht aus einem der beiden Dipolfallenstrahlen, der als Wel-
lenleiter zum Speichern und Führen der Atome fungiert und auf beiden Seiten der Ausbreitungszone der
Atome jeweils durch eine abstoßende Wand abgeschlossen wird. Mit der im letzten Abschnitt vorgestellten
Ringlinse, die durch gegenüber der atomaren Resonanz blauverstimmtes Licht beleuchtet wird (vgl. Abbil-
dung 5.5), werden diese abstoßenden Wände erzeugt und von oben in die Vakuumkammer eingestrahlt.
Abbildung 5.12 zeigt schematisch den optischen Aufbau. Dem Wellenleiter zum Speichern und Führen des
BECs ist dabei das eindimensionale optische Gitter überlagert und dient zum Teilen des BECs.
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Abbildung 5.12.: Schematische Darstellung des optischen Aufbaus des linearen Resonators: Das von oben
eingestrahlte blauverstimmte Ringpotential kreuzt auf beiden Seiten der Zone, in der sich
das BEC befindet und die außerdem mit dem optischen Gitter überlagert ist, den Wellen-
leiter.

5.4.2 Freie Expansion innerhalb eines eindimensionalen Wellenleiters

Um die Atome zu speichern und zu führen, wurden teilweise kondensierte Ensembles evaporativ erzeugt
und in eine normale Einzelstrahldipolfalle umgeladen, indem der eine Strahl der Kreuzung innerhalb von
zwei Sekunden heruntergefahren wurde und gleichzeitig der andere Strahl auf die doppelte Leistung
hochgefahren wurde. Diese experimentelle Sequenz gleicht der, die benutzt wurde, um eine Änderung
des Aspektverhältnis des Ensembles zu beobachten (vgl. Abschnitt 3.2.5).
Die Ausbreitung der Atome innerhalb des Wellenleiters wurde anschließend über einen Zeitraum von 200

Abbildung 5.13.: Ausbreiten eines atomaren Ensembles in linearen Wellenleitern: Für zwei unterschiedliche
Justierungen ist die Ausbreitung eines teilweise kondensierten Ensembles innerhalb eines
Wellenleiters dargestellt. Konfiguration I siehe oben, Konfiguration II siehe unten

bzw. 100 ms untersucht. Die dazugehörigen Absorptionsbilder sind in Abbildung 5.13 dargestellt. Jedes die-
ser Falschfarbenbilder ist durch das Mitteln über drei Einzelbilder entstanden. Die beiden Konfigurationen
werden fortan als Konfiguration I und II bezeichnet. Im oberen Fall I war der Wellenleiter stark geneigt, so
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dass ein Höhenunterschied von (9,6 ± 0,1) µm auf einer Strecke von einem Millimeter überwunden wurde,
im unteren Bild bei Fall II sind es nur (1,98 ± 0,17) µm. Die Atome werden so auf den Bildern aufgrund
der Gravitation nach links beschleunigt. Die Ausbreitungsgeschwindigkeit der atomaren Ensembles entlang
des Wellenleiters entspricht dabei Temperaturen von TI = (107,1 ± 1,5) nK bzw. TI I = (98 ± 2,2) nK.
Die Teilchenzahlen sind bei beiden Wellenleitern während der betrachteten Ausbreitung im Rahmen der
statistischen Genauigkeit konstant und betragen NI = (7950 ± 520) bzw. NI I = (4640 ± 533). Der
Kondensatanteil bei den Experimenten im Wellenleiter und in den Resonatoren betrug etwa 30%. Die Ab-
sorptionsbilder von den sich in den Wellenleitern ausbreitenden Ensembles gleichen in ihrer Form denen
aus Referenz [146].

5.4.3 Kondensate in einem quasi-eindimensionalen Resonator der Konfiguration I

Um den Resonator zu schließen, wurde das Ring-Potential so eingestrahlt, dass sich die Ladezone der Atome
innerhalb des Wellenleiters etwa in der Mitte zwischen den beiden Ringwänden befand. Mit der oben be-

Abbildung 5.14.: Freie Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfiguration I: Links sind die Absorpti-
onsbilder der sich im Resonator ausbreitenden Atome nach unterschiedlichen Expansions-
zeiten dargestellt. Rechts daneben befinden sich jeweils die dazugehörenden eindimen-
sionalen Dichteprofile. In den Dichteverteilungen sind durch blaue Linien charakteristische
Minima markiert.

zeichneten Konfiguration I wurde dann sowohl die freie Expansion des teilweise kondensierten Ensembles
innerhalb des Resonators betrachtet als auch das Ausbreiten zweier Teilensembles nach einem symmetri-
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schen Aufteilen durch einen Bragg-Puls eines unbewegten eindimensionalen Gitters, wie es in Abschnitt 4.3
beschrieben wurde. Bei diesen Experimenten wurde der die Ringlinse ausleuchtende Titan-Saphir-Laser auf
eine Wellenlänge von 794,889 nm eingestellt bei einer Leistung von 180 mW vor der Ringlinse. Die Leistung
des den Wellenleiter erzeugenden Strahls betrug 116 mW. Im Fall der freien Expansion wurde die gekreuzte
Dipolfalle wie bei den zuvor beschriebenen Experimenten innerhalb des Wellenleiters der Konfiguration I
(vgl. den vorigen Abschnitt 5.4.2) innerhalb von 2 s umgewandelt, so dass das Ensemble sich ausbreiten
konnte. Nach einer variablen Ausbreitungszeit innerhalb des Resonators wurden die Atome dann nach ei-
ner minimalen Fallzeit von 0,1 ms absorptiv detektiert. In Abbildung 5.14 sind auf der linken Seite die
Absorptionsbilder der sich ausdehnenden atomaren Verteilung dargestellt, auf der rechten Seite werden
die zugehörigen eindimensionalen Dichteverteilungen präsentiert. Diese Dichteverteilungen sind jeweils so
skaliert, dass das Maximum auf den Wert eins gesetzt wurde und das Minimum auf den Wert null. Dies gilt
ebenso bei allen weiteren präsentierten Dichteverteilungen.
Aufgrund der starken Neigung des Wellenleiters bewegen sich die Atome im wesentlichen nur in eine Rich-

Abbildung 5.15.: Vergrößerte Darstellung der Dichteverteilungen nach 90 bis 140 ms von sich frei ausbrei-
tenden Ensembles im Resonator bei Konfiguration I aus Abbildung 5.14. Die blauen Linien
zum Markieren der Minima befinden sich bei −160 µm, −210 µm und −260 µm.

tung (im Bild nach links), bis sich das Maximum der Verteilung nach etwa 60 ms am weitesten in Richtung
der linken Wand bewegt hat. Es befindet sich dann bei einer Position von etwa −160 µm. Die Dichte ist
auch bei weiteren Abständen von der Resonatormitte noch größer als Null, aber nicht alle Atome ereichen
den linken Rand des Resonators. Nach der Reflexion an der linken Wand bewegt sich das Maximum der
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Abbildung 5.16.: Ausbreitung eines durch einen Bragg-Puls geteilten Ensembles im Resonator bei Konfigu-
ration I: Links sind die Absorptionsbilder der sich im Resonator ausbreitenden Atome nach
verschiedenen Expansionszeiten dargestellt. Rechts daneben befinden sich jeweils die da-
zugehörenden eindimensionalen Dichteprofile. Die blau Linien markieren in den Dichte-
profilen die charakteristischen Minima.

Verteilung wieder nach rechts, bis es sich nach etwa 100 ms wieder ungefähr in der Mitte des Resonators
befindet. Danach erfolgt aufgrund der Neigung des Wellenleiters wieder die Bewegung nach links mit der
weitesten Entfernung vom Zentrum nach etwa 160 ms. Die Zeit für einen Umlauf des Ensembles im Reso-
nator beträgt also etwa 100 ms.
In die Dichteverteilungen in Abbildung 5.14 wurden durch die gesamte Serie hindurch blaue Linien ein-
gefügt, um charakteristische Minima, die in mehreren der Profile speziell in der Nähe des linken Randes
bei etwa −160 µm, −210 µm und −260 µm auftreten, zu markieren. In der gewählten Darstellung in
der Abbildung sind diese Strukturen jedoch nicht sehr gut zu erkennen, deshalb sind die Dichteprofile
nach Expansionszeiten von 90 bis 140 ms in Abbildung 5.15 vergrößert dargestellt. Die Diskussion dieser
Strukturen, die hier speziell bei der Reflexion an der linken Wand auftreten, erfolgt gemeinsam mit den
Dichteverteilungen von nach Bragg-Pulsen geteilten Ensembles im Resonator.
Die Teilchenzahl innerhalb des Resonators in Abhängigkeit von der Expansionszeit wurde ebenfalls be-
stimmt. Diese beträgt im Mittel N=8123 ± 398, schwankt aber nur leicht, Verluste und damit eine Lebens-
dauer lassen sich innerhalb der beobachteten 170 ms nicht feststellen.
Die Expansion der Atome wurde bei gleicher Konfiguration des Wellenleiters und gleichen Wandpotentia-
len zusätzlich nach einer Aufteilung in zwei Teilensembles mit einem entgegengesetzten Impuls von ±2ħhk
durchgeführt. Die Absorptionsbilder und die dazugehörenden eindimensionalen Dichteverteilungen sind in
Abbildung 5.16 dargestellt.
Die Neigung des Resonators beeinflusst auch hier die Ausbreitungsdynamik der Atome, es lässt sich aber

im Fall des geteilten Ensembles deutlich eine Ausbreitung in beide Richtungen beobachten. In der Bewe-
gung nach links hat das Teilensemble nach etwa 20 ms seine weiteste Entfernung vom Resonatorzentrum
erreicht, in der Bewegung nach rechts ist dies etwa nach 23 ms der Fall. Allerdings kommen die Atome auch
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Abbildung 5.17.: Vergrößerte Darstellung der Dichteverteilungen nach 29 bis 56 ms von geteilten Ensembles
im Resonator bei Konfiguration I aus Abbildung 5.16. Die blauen Linien zum Markieren der
markanten Minima der Dichteverteilungen befinden sich bei -250, -200, -150, 160, 200 und
250 µm.

hier nicht alle an den begrenzenden Wänden an, das Maximum der Dichteverteilungen bleibt ebenfalls je-
weils bei etwa±150 µm, während die Grenze der Expansion auf beiden Seiten bei ungefähr±250 µm liegt.
Auch hier gibt es verschiedene markante Minima, die in mehreren der Dichteprofile auftreten, so dass diese
wieder in Abbildung 5.16 durch blaue Linien hervorgehoben wurden. Um diese Strukturen, die zumeist an
den Wänden entstehen, besser erkennen zu können, sind die Dichteprofile nach Expansionszeiten von 29
bis 56 ms in Abbildung 5.17 vergrößert dargestellt. In blau sind wieder die markanten Minima bei etwa
±260 µm, ±210 µm und ±160 µm gekennzeichnet.
Besonders die drei Maxima am linken Rand des Resonators nach einer Expansionszeit von 47 ms fallen

auf, doch bei genauer Betrachtung finden sich das Maximum ganz links und die benachbarten Minima in
beinahe jeder der Dichteverteilungen in Abbildung 5.17. Weiterhin auffällig in den Absorptionsbildern in
Abbildung 5.16 nach Expansionszeiten von 20 bis 32 ms ist das deutlich erkennbare Minimum am rechten
Rand des Resonators, etwa 160 µm vom Resonatorzentrum entfernt. Um zu sehen, ob die Strukturen in
den Dichteverteilungen wirklich immer an den gleichen Stellen zu finden sind, wurden jeweils die Serien
aus den Abbildung 5.15 und 5.17 gemittelt. Beide gemittelten Serien sind in Abbildung 5.18 vergrößert
dargestellt. Die Minima am linken Rand sind v.a. in der gemittelten Verteilung der Bragg-Serie gut erkenn-
bar, die mittlere Verteilung des frei expandierenden Ensembles zeigt aber an diesen Orten auch schwach
erkennbare Strukturen. Die beiden Minima bei ±100 µm in der gemittelten Verteilung der durch einen
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Abbildung 5.18.: Gemittelte Dichteverteilungen ermittelt aus den in Abbildung 5.15 (blau) und 5.17 (rot)
dargestellten Dichteverteilungen.

Bragg-Puls geteilten Ensembles erklären sich dadurch, dass für diese Verteilung speziell die Bilder gemittelt
wurden, wo jeweils die beiden Teilensembles auf die Wände zulaufen, reflektiert werden und umkehren.
Die zugehörigen Maxima bei ±150 µm stellen also die Teilensembles dar.
Die Teilchenzahlen der geteilten Ensembles wurden ebenfalls in Abhängigkeit von der Expansionszeit be-

stimmt, die mittlere Teilchenzahl beträgt 10553 ± 1018. Auch hier schwanken die Teilchenzahlen leicht,
eine abnehmende Tendenz ist aber höchstens nach 42 ms festzustellen, es lässt sich daraus aber ebenfalls
keine Lebensdauer bestimmen.
Zur Klärung, ob die Strukturen an den Rändern der Dichteverteilungen auf Interferenzeffekte zurück-
zuführen sind, oder eher von den konzentrischen Beugungsringen stammen, die von der ringförmigen
Mikrolinse erzeugt werden (vgl. Abschnitt 5.2) und für die Atome ein ebenfalls abstoßendes Potential
erzeugen würden, wurden in Kooperation mit Thomas Lauber numerische Simulationen nach der Split-
Operator-Methode [176, 177] durchgeführt. Als Startzustand wurde ein reines Bose-Einstein-Kondensat
repräsentiert durch ein kohärentes parabelförmiges Wellenpaket (wegen der Thomas-Fermi-Näherung in
Gleichung 3.32) mit 3000 Teilchen unter Einbeziehung von Wechselwirkungen in dem Potential eines quasi-
eindimensionalen Wellenleiters mit den bekannten Parametern des Dipolfallenarms (vgl. Abschnitt 3.2.3)
angesetzt. Für die Wände wurden abstoßende gaußförmige Potentiale angenommen. Deren rechnerische
Potentialhöhe V ergibt sich gemäß der Gleichungen 5.14 und 2.15 unter der Annahme eines Ringradius
von 260 µm, entsprechend der weitesten Ausdehnung der Atome in den experimentellen Bildern, und
eines Beamwaists des Ringfokus von 8 µm zu V=650 Erec . Die unter diesen Annahmen durchgeführten
Simulationen haben ergeben, dass durchaus vor allem nahe der Wände Interferenzeffekte bei der Reflexion
entstehen, die Streifenabstände lägen aber in der Größenordnung von maximal 5 µm und wären des-
halb mit der verwendeten Detektionsoptik experimentell nicht auflösbar. Interferenzstreifen fallen also als
Erklärung für die Strukturen eher aus. Außerdem lässt sich mit einem Resonator dieser Größe in den Simu-
lationen niemals eine Umlaufzeit von 100 ms erhalten. Solche Werte haben sich in den Simulationen erst
unter der Annahme eines Resonator-Radius von 170 µm ergeben. Da sowohl bei den frei expandierenden
als auch bei den geteilten Ensembles 160 µm der weiteste Abstand war, bis zu dem sich die Hauptmaxima
der Dichteverteilungen in Richtung der Wände bewegt hatten, liegt der Schluss nahe, dass dort ein Teil der
Atome bereits reflektiert wird. Die Simulationen wurden deshalb nochmals unter der Annahme mehrerer
deutlich niedrigerer Wände durchgeführt. Da der Abstand der Minima in den Dichteverteilungen bei etwa
50 µm liegt und die konzentrischen Ringe in Abbildung 5.4 einen etwa doppelt so großen Abstand haben
wie ihre Breite, wurden für die Simulationen der freien Expansion drei Wände bei jeweils ±270, ±220 und
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Abbildung 5.19.: Angenommene Potentialverteilung für die Simulation der freien Expansion in einem Reso-
nator der Konfiguration I

Abbildung 5.20.: Simulation der Dichteverteilung der freien Expansion eines parabelförmigen Wellenpakets
im Resonator bei Konfiguration I in Graustufendarstellung.

±170 µm mit Breiten von 25 µm angenommen. Ein Reflexionsverhalten, was dem experimentellen Verhal-
ten ungefähr entspricht und bei dem die einzelnen Wände erkennbar sind, hat sich bei Potentialhöhen von
30, 1,3 und 1 Erec ergeben (vgl. Abbildung 5.19). Die Simulationsergebnisse sind in Abbildung 5.20 gra-
phisch dargestellt. Dabei entspricht bei diesen Bildern die x-Koordinate der x-Koordinate des Resonators,
auf der y-Achse findet sich die Expansionszeit innerhalb des Resonators und die jeweilige Grauschattierung
stellt die auf eins normierte Dichte dar, wobei schwarz einer Dichte von null entspricht.
Diese Simulation gibt sowohl die Ausbreitungsdynamik mit einer Umlaufzeit von etwa 100 ms recht gut

wieder, als sie auch prinzipiell zeigt, wie Strukturen am Resonatorrand mit einem Abstand von 50 µm ent-
stehen können. Aus diesem Grund ist es sehr wahrscheinlich, dass die unterschiedlichen Strukturen nicht
oder nicht allein auf Interferenzeffekte kohärenter Materiewellen zurückzuführen sind, sondern von der
teilweisen Reflexion der Atome an verschiedenen niedrigeren Wänden stammen.
Aus den Simulationsergebnissen lassen sich auch einzelne Dichteverteilungen nach bestimmten Expansi-
onszeiten extrahieren. Abbildung 5.21 zeigt diese Dichteverteilungen nach typischen Expansionszeiten aus
den Experimenten über jeweils ein Intervall von 5,3 µm gemittelt, was dem Auflösungsvermögen der De-
tektionsoptik entspricht.
Im Vergleich zu den experimentellen Dichteverteilungen in Abbildung 5.14 fällt auf, dass diese sich beson-
ders an den jeweiligen Wänden bei der Reflexion aufsteilen. Dies ist in dieser Form bei den experimentellen
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Abbildung 5.21.: Einzelne Dichteverteilungen der Simulation einer freien Expansion eines parabelförmigen
Wellenpakets im Resonator bei Konfiguration I (vgl. Abbildung 5.20). In blau sind die Orte
der Wände bei ±270, ±220 und ±170 µm gekennzeichnet.

Bildern nicht zu beobachten. Leider war eine Simulation des thermischen Anteils im Rahmen dieser Arbeit
nicht möglich. Es ist aber zu vermuten, dass die thermischen Atome auf den experimentellen Bildern einen
Untergrund bilden, so dass eventuelle Strukturen mit deutlich geringerem Kontrast entstehen. Weiterhin
sollten thermische Atome keine Kohärenzeffekte zeigen und von den Potentialwänden klassisch reflektiert
werden, je nachdem, ob ihre eigene Energie größer ist die Potentialhöhe oder nicht, so dass aufgrund der
endlichen Impulsbreite der Ensembles ebenfalls ein Teil der Atome von den Wänden reflektiert werden soll-
te.
Die Simulationen wurden ebenfalls für ein durch einen Bragg-Puls geteiltes Kondensat durchgeführt. Dort
laufen anfangs zwei parabelförmige Wellenpakete mit entgegengesetztem Impuls auf die Wände zu. Für
ein einziges Paar Wände haben sich auch hier Interferenzen gezeigt, deren Streifenabstände aber deutlich
geringer als die experimentell beobachteten 50 µm ausgefallen sind. Deshalb wurden in der Folge wie bei
der freien Expansion mehrere Wände abgestufter Höhe angenommen. Obwohl die experimentellen Bedin-
gungen bei beiden Serien bis auf den Bragg-Puls gleich waren, lassen sich bei den bei der freien Expansion
angenommenen Wandhöhen aus den zuvor beschriebenen Simulationen keine signifikanten Reflexionen an
den Wände feststellen. Unter der Annahme von erneut drei Wänden bei jeweils ±270, ±220 und ±170 µm
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Abbildung 5.22.: Angenommene Potentialverteilung für die Simulation der Expansion nach einem Bragg-
Puls in einem Resonator der Konfiguration I.

Abbildung 5.23.: Simulation der Dichteverteilung von zwei sich entgegengesetzt bewegenden parabelför-
migen Wellenpakete im Resonator bei Konfiguration I in Graustufendarstellung.

mit Breiten von 25 µm und Potentialhöhen von 130, 5,8 und 4,4 Erec (vgl. Abbildung 5.22) wurden die
in Abbildung 5.23 graphisch in Graustufen dargestellten Ergebnisse erzielt. Weiterhin sind in Abbildung
5.24 wieder einzelne über 5,3 µm gemittelte Dichteverteilungen aus diesen Simulationsrechnungen nach
Expansionszeiten, wie sie auch in den Experimenten betrachtet wurden, dargestellt.
Sowohl bei den experimentellen Bildern als auch bei den Simulationen kommen die Teilensembles nach Ex-
pansionszeiten von 23 bis 26 ms den Wänden am nächsten, so dass die Simulationen die Dynamik recht gut
beschreiben. Es ist auch erkennbar, dass trotz der Neigung zur linken Seite die Atome sowohl in den Simu-
lationen als auch im Experiment an den schwächeren ersten Wänden auf der linken Seite stärker reflektiert
werden als rechts. Allerdings waren die eingestrahlten Laserleistungen bei den zugehörigen Experimenten
bei der freien Expansion bzw. bei den aufgeteilten Ensembles identisch, so dass auch die Potentialhöhen
der reflektierenden Wände gleich sein sollten. Bei den Simulationen mussten jedoch für die aufgeteilten
Ensembles die Wände mehr als viermal höher gewählt werden, um ähnliche Effekte, wie in den Experimen-
ten beobachtet, zu erzielen, da an der bei der Simulation der freien Expansion angenommenen Abfolge von
Wänden geringerer Potentialhöhen kaum ein signifikanter Anteil von sich mit ±2ħhk bewegenden Atomen
reflektiert würde. Andererseits würde eine Abfolge höherer Wände, wie sie für die Simulation der Expan-
sion eines geteilten Ensembles angenommen wurde, schon an der niedrigsten Wand alle Atome eines frei
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Abbildung 5.24.: Einzelne Dichteverteilungen der Simulation der Expansion eines geteilten parabelförmigen
Wellenpakets im Resonator bei Konfiguration I (vgl. Abbildung 5.23). In blau sind die Orte
der Wände bei ±270, ±245, ±220, ±195, ±170 und ±145 µm gekennzeichnet.

expandierenden Ensembles reflektieren, so dass sich die Atome erkennbar weniger weit ausbreiten würden.
Eine weitere Diskussion erfolgt gemeinsam mit den Ergebnissen des nächsten Abschnitts.

5.4.4 Kondensate in einem quasi-eindimensionalen Resonator der Konfiguration II

Die Experimente zur Ausbreitung von teilweise kondensierten Ensembles innerhalb des eindimensionalen
Resonators wurden nach einer verbesserten Justierung mit einem Wellenleiter mit einer geringeren Nei-
gung von nur 2 µm/mm wiederholt (Konfiguration II, siehe Abschnitt 5.4.2). Außerdem wurde die Lage
der Fokalebene des Rings relativ zur Ebene der gekreuzten Dipolfalle neu justiert. Dabei wurde wie bei
den im Abschnitt zuvor beschriebenen Experimenten sowohl eine freie Expansion als auch die eines nach
einem Bragg-Puls geteilten Ensembles betrachtet. Die Ringlinse wurde wieder mit Licht eines Titan-Saphir-
Lasers beleuchtet, was eine Wellenlänge von 794,961 nm aufwies, was einer Blauverstimmung von nur
0,017 nm entspricht. Die freie Expansion wurde bei zwei unterschiedlichen Strahlleistungen hinter der
Faser von 120 mW bzw. 472 mW beobachtet. Diese beiden Messungen werden deswegen fortan als mit
niedrigen bzw. hohen Wänden bezeichnet. Das teilweise kondensierte Ensemble wurde auch hier wieder in
der Kreuzung erzeugt und die Dipolfalle anschließend innerhalb von 2 s in einen quasi-eindimensionalen
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Abbildung 5.25.: Freie Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfiguration II und niedrigen Wän-
den: Links sind die Absorptionsbilder der sich im Resonator ausbreitenden Atome nach
unterschiedlichen Expansionszeiten dargestellt. Rechts daneben befinden sich jeweils die
dazugehörenden eindimensionalen Dichteprofile. In den Dichteprofilen sind in blau cha-
rakteristische Minima markiert.

Wellenleiter umgewandelt.
Abbildung 5.25 zeigt die Absorptionsbilder und Dichteverteilungen der frei expandierenden Ensembles
nach Expansionszeiten von bis zu 310 ms. Auch hier sind in den relativ auf das jeweilige Maximum und
Minimum skalierten Dichteverteilungen blaue Linien eingetragen, die wieder Minima markieren, die in
mehreren Verteilungen auftreten.
Die Ausbreitung erfolgt wegen der geringeren Neigung diesmal in beide Richtungen. Auf den Verteilun-

gen sind speziell jenseits von 110 ms Ausbreitungszeit markante Strukturen erkennbar, die zeigen, dass an
den Wänden reflektierte Atome wieder in Richtung Resonatormitte laufen. Hierbei erschließt sich einem
die Analogie zu Wasserwellen, die gegen eine Mauer laufen (vgl. [174]). Die maximalen Ausdehnungen,
gekennzeichnet durch eine in vielen Bildern sichtbare scharfe Kante, liegen bei einem Radius von etwa
190 µm. Allerdings zeigen sich nach 190 ms und später in allen Bildern auch noch kleine Maxima jenseits
der 200µm-Barriere. Um diese Strukturen besser sichtbar zu machen, sind die Dichteverteilungen nach
Expansionszeiten zwischen 130 und 270 ms in Abbildung 5.26 vergrößert dargestellt. Sowohl jenseits von
200 µm als auch innerhalb dieser Grenzen befinden sich im Abstand von etwa 25 µm in fast allen Bildern
Minima. Abgesehen von den Minima scheint die Grenze der weitesten Ausdehnung der Atome am linke
Rand des Resonators bei etwa 260 µm zu liegen, was deshalb auch mindestens der Radius des eigentlichen
Hauptmaximums des Ringpotentials sein sollte. Wenn die gesamte Laserleistung von 120 mW bei der gege-
benen Verstimmung ein einziges Ringpotential mit einem Durchmesser von 520 µm erzeugte, dann wären
die Potentialwände nach den Gleichungen 5.14 und 2.15 etwa 2200 Erec hoch. Allerdings legen die peri-
odischen Strukturen den Schluss nahe, dass sich auch hier wieder mehrere Wände befinden, deren Abstand
im Gegensatz zu Abschnitt 5.4.3 nur 25 µm beträgt.
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Anders als bei den Messungen im Resonator mit einer Neigung entsprechend Konfiguration I ist die Teil-

Abbildung 5.26.: Vergrößerte Darstellung der freien Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfigu-
ration II und niedrigen Wänden nach Expansionszeiten zwischen 130 und 270 ms. Die
blauen Linien zum Markieren der auftretenden Minima befinden sich bei -270, -220, -170,
190, 240 und 290 µm.

chenzahl innerhalb des Resonators hier deutlich abnehmend. Von anfänglichen 9000 Teilchen sinkt die
Anzahl jenseits von 60 ms etwa linear und erreicht nach 310 ms nur noch weniger als ein Drittel des an-
fänglichen Wertes. Der Grund dafür ist vermutlich die hohe Streurate aufgrund der geringen Verstimmung
des Titan-Saphir-Lasers, weshalb die Verluste auch erst ansteigen, wenn die Atome nach etwa 100 ms die
Wände erreichen.
Die freie Expansion eines teilweise kondensierten Ensembles wurde nochmals bei einer höheren Laserlei-

stung von 472 mW vor der Ringlinse und entsprechend höheren abstoßenden Wänden für Expansionszeiten
von bis zu 200 ms wiederholt. Bei einem solchen Ring mit einem Durchmesser von 520 µm wären die Wän-
de mit etwa 8800 Erec einen Faktor vier höher als zuvor. Die Absorptionsbilder und die Dichteverteilungen
finden sich in Abbildung 5.28.
Die Strukturen speziell in der Resonatormitte ähneln stark denen aus den zuvor präsentierten Messun-

gen mit den niedrigeren Wänden. Das Ensembles läuft auseinander und einzelne Maxima laufen auf die
Wände zu. Allerdings wird auf vielen Bildern am linken Rand bereits ein großer Teil der Atome bei etwa
170 µm reflektiert, während auf anderen Bildern eine maximale Ausdehnung auf bis zu 200 µm von der
Resonatormitte zu verzeichnen ist. Am rechten Rand befindet sich auf allen Bildern eine deutliche Grenze
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Abbildung 5.27.: Teilchenzahl bei der freien Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfiguration
II und niedrigen Wänden: Jenseits von 100 ms sinkt die Teilchenzahl linear, bis sie nach
310 ms nicht einmal mehr ein Drittel des anfänglichen Wertes beträgt.

Abbildung 5.28.: Freie Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfiguration II und hohen Wänden:
Links sind die Absorptionsbilder der sich im Resonator ausbreitenden Atome nach unter-
schiedlichen Expansionszeiten dargestellt. Rechts daneben befinden sich jeweils die dazu-
gehörenden eindimensionalen Dichteprofile. In den Dichteverteilungen sind durch blaue
Linien charakteristische Minima markiert.
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Abbildung 5.29.: Vergrößerte Darstellung der freien Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfigu-
ration II und hohen Wänden nach Expansionszeiten zwischen 130 und 270 ms. Die blauen
Linien zur Markierung der Minima befinden sich bei -180, -150, -125, -95, 10 und 180 µm.

der Ausdehnung bei etwa 200 µm. Strukturen an den Rändern, die sich weiter als 200 µm von der Re-
sonatormitte befinden, sind im Gegensatz zu den Messungen mit niedrigeren Wänden nicht zu erkennen.
Weiterhin ist aufällig, dass sich genau in der Resonatormitte auf allen Absorptionsbildern und Dichtevertei-
lunge nach Expansionszeiten zwischen 50 ms und 180 ms ein deutlich erkennbares Minimum befindet. Die
Dichteverteilungen nach Expansionszeiten zwischen 70 ms und 160 ms sind zur Verdeutlichung nochmals
in Abbildung 5.29 vergrößert dargestellt.
Die Anzahl der Atome im Resonator wurde auch bei dieser Konfiguration bestimmt. Dies ist in Abbildung

5.30 dargestellt. Die Teilchenzahl macht zwischen 20 und 30 ms bzw. zwischen 60 und 70 ms deutliche
Sprünge nach unten. Grund hierfür dürften noch höhere Streuverluste aufgrund der größeren Laserleistung
im Vergleich zu den zuvor präsentierten Experimenten sein. Die Stufen lassen sich unter der Annahme ver-
stehen, dass mit zunehmender Ausbreitung der Atome innerhalb des Resonators aufgrund der geringen
Verstimmung des Ringpotentials immer stärkere Streuverluste an den Wänden auftreten.
Die Experimente innerhalb eines Resonators der Konfiguration II mit schwächeren Wänden wurden auch

noch für nach einem Bragg-Puls geteilte teilweise kondensierte Ensembles durchgeführt. In Abbildung 5.31
sind die Absorptionsbilder und die Dichteverteilungen dargestellt, wobei in den Dichteverteilungen markan-
te Minima mit blauen Strichen markiert wurden. Die Bilder ähneln sehr stark denen der freien Expansion
innerhalb des Resonators mit identischen Einstell-Parametern. Einziger Unterschied ist natürlich, dass auf-
grund des Bragg-Pulses die Ausbreitung deutlich schneller erfolgt. So zeigen sich hier Maxima, die auf die
Resonatormitte zulaufen zu scheinen, die vermutlich von an den Wänden reflektierten Atomen herrühren,
nach Expansionszeiten von 36 bzw. 40 ms. Bei der freien Expansion sieht man ähnliche Strukturen erst
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Abbildung 5.30.: Teilchenzahl bei der freien Ausbreitung des Ensembles im Resonator bei Konfiguration II
und hohen Wänden: Die Teilchenzahl sinkt nach 20 ms und 60 ms sprungartig.

nach 210 bzw. 250 ms (vgl. Abbildung 5.25). Die Beobachtungen bzgl. der Resonatorgröße und möglicher
zusätzlicher Wände lassen sich analog von der freien Expansion übertragen. In Abbildung 5.32 sind die
Dichteverteilungen, bei denen diese markanten Strukturen auftreten, vergrößert dargestellt.
Die Atomzahlen innerhalb des Resonators bei diesen Experimenten wurden ebenfalls bestimmt. Die Ergeb-

Abbildung 5.31.: Ausbreitung eines geteilten Ensembles im Resonator bei Konfiguration II und niedrigen
Wänden: Links sind die Absorptionsbilder der sich im Resonator ausbreitenden Atome
nach unterschiedlichen Expansionszeiten dargestellt. Rechts daneben befinden sich je-
weils die dazugehörenden eindimensionalen Dichteprofile. In den Dichteverteilungen sind
durch blaue Linien charakteristische Minima markiert.
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Abbildung 5.32.: Vergrößerte Darstellung der Ausbreitung geteilter Ensembles im Resonator bei Konfigura-
tion II und niedrigen Wänden nach Expansionszeiten zwischen 31 und 40 ms. Die blauen
Markierungen der markanten Minima befinden sich etwa bei -250, -220, -180, -150, -120,
190, 235 und 290 µm.

nisse sind in Abbildung 5.33 dargestellt. Die Ergebnisse sehen im Vergleich zur freien Expansion innerhalb
des Resonators gänzlich anders aus. Dabei schwanken die Atomzahlen zwar leicht, ein eindeutiger Abwärts-
trend ist aber nicht zu erkennen. Angesichts der Tatsache, dass die Bilder und Dichteverteilungen aus der
freien Expansion und der Ausbreitung geteilter Ensembles einander so stark ähneln, wäre zu erwarten ge-
wesen, dass dies mit den Teilchenzahlen ähnlich sein würde, bloß mit einem beschleunigten Ablauf. Es ist
im Nachhinein nicht auszuschließen, dass Schwankungen bei den Größen der umgeladenen Ensembles bei
den Messungen zu den freien Expansionen aufgetreten waren. Ansonsten ließe sich die konstante Teilchen-
zahl nach dem Bragg-Puls dadurch erklären, dass sich die Atome aufgrund der größeren Geschwindigkeit
nach dem Puls weniger lange im Bereich der abstoßenden Wände aufhalten, der Reflexionsvorgang also
schneller abläuft, so dass dann auch die Streuverluste geringer ausfallen.
Um vergleichen zu können, welche der Strukturen in den unterschiedlichen Dichteverteilungen der ein-

zelnen Experimente übereinstimmen, wurden die in den Bildern 5.26, 5.29 und 5.32 präsentierten Ver-
teilungen jeweils gemittelt. Die Ergebnisse sind in Abbildung 5.34 dargestellt. Der Vergleich der beiden
gemittelten Verteilungen bei niedrigen Wänden zeigt, dass sich die Positionen der Minima an den Rändern
in den Graphen gleichen. Am linken Rand lässt sich dies sogar bis zu einem Abstand von nur noch 100 µm
von der Mitte beobachten. Die übereinstimmenden Minima am rechten Rand befinden sich nur in mehr
als 200µm Abstand von der Mitte und sind untereinander etwa 30µm entfernt. Dies ließe sich unter der
Annahme verstehen, dass sich der Wellenleiter nicht innerhalb oder parallel zu der durch das Ringpotential
definierten Ebene befunden hat, so dass die Beugungsringe um den Hauptring an beiden Seiten des Resona-
tors unterschiedliche Entfernungen voneinander hatten. In der gemittelten Verteilung der freien Expansion
bei hohen Wänden sind nur die scharfen Wände bei etwa ±190 µm von der Resonatormitte zu erkennen.
Ansonsten findet sich dort kein Minimum, was in den beiden anderen gemittelten Verteilungen auftritt.
Einzig markant ist das Minimum genau in der Mitte des Resonators. Dies lässt sich dadurch erklären, dass
z.B. auf Bildern von direkt aus der MOT in ein rotverstimmtes Ringpotential umgeladenen Atomen auch
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Abbildung 5.33.: Teilchenzahl bei der Ausbreitung geteilter Ensembles im Resonator bei Konfiguration II
und niedrigen Wänden: Die Teilchenzahl schwankt während der gesamten Messung nur
leicht mit einem Mittelwert von 8724 ± 335.

immer einige Atome in der Ringmitte gefangen wurden. Diese Atome wurden nicht in der Fokalebene der
Ringlinse umgeladen, sondern in Nebenmaxima der diffraktiven Ringstruktur gefangen.
Zur Erklärung der Strukturen in den Dichteverteilungen der Experimente mit Resonatoren der Konfigu-

Abbildung 5.34.: Gemittelte Dichteverteilungen ermittelt aus den Abbildung 5.26 (rot), 5.29 (blau) und 5.32
(grün). Die blauen Markierungen der Minima befinden sich bei etwa -380, -340, -300, -250,
-220, -180, -150, -130, -105, -75, 10, 190,240 und 300 µm.

ration II wurden auch Simulationen nach der Split-Operator-Methode durchgeführt. Dabei wurde ein
parabelförmiges Wellenpaket innerhalb eines leicht geneigten Wellenleiters entsprechend Konfiguration
II angenommen. Analog zu den Simulationen aus Abschnitt 5.4.3 wurden wieder mehrere in der Höhe ab-
gestufte Wände angenommen, um ein qualitativ ähnliches Dichteprofil mit mehreren Minima im Abstand
von 25 µm an den Rändern des Resonators zu erhalten, wie dies bei den Experimenten mit den niedrige-
ren Wänden (vgl. Abbildung 5.25) zu beobachten war. Simulationen mit jeweils nur einer den Resonator
begrenzenden Wand haben aufgrund der geringeren Neigung Interferenzstrukturen mit wesentlich gerin-
geren Abständen als 5 µm an den Wänden erzeugt, so dass dadurch die beobachteten Minima und Maxima
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Abbildung 5.35.: Angenommene Potentialverteilung für die Simulation der freien Expansion in einem Reso-
nator der Konfiguration I mit niedrigen Wänden.

Abbildung 5.36.: Simulation der Dichteverteilung eines frei expandierenden parabelförmigen Wellenpakets
im Resonator bei Konfiguration II in Graustufendarstellung.

nicht erklärt werden können.
In Abbildung 5.36 sind die Ergebnisse der Simulation der Dichteverteilung innerhalb des Resonators mit

einer abgestuften Abfolge von sechs Wänden bei ±270µm, ±245µm, ±220µm, ±195µm, ±170µm und
±145µm dargestellt. Als Höhen der Wände wurden in der Reihenfolge der Abstufung 0,86 Erec , 0,43 Erec ,
0,43 Erec , 0,43 Erec , 0,15 Erec und 0,1 Erec gewählt (vgl. Abbildung 5.35). Wie bei den zuvor präsentierten
Simulationen findet sich auf der x-Achse die x-Achse des Resonators, entlang der y-Achse ist die Expansions-
zeit aufgetragen und die auf eins normierte Dichte wird in Graustufen dargestellt. Zum besseren Vergleich
wurden wieder einzelne Dichteverteilungen der Simulation nach in den Experimenten verwendeten Expan-
sionszeiten extrahiert und über die minimale von der Detektion aufgelöste Distanz von 5,3µm gemittelt.
Diese finden sich in Abbildung 5.37.
Die Wandstrukturen sind in den Simulationen deutlich erkennbar und ähneln teilweise auch den experi-

mentellen Bildern aus den Messungen innerhalb des Resonators mit den niedrigen Wänden, allerdings ist
auch hier ein Aufsteilen an den Wänden und ein sehr guter Kontrast der Maxima zu verzeichnen, der sich
in den gemessenen Dichteverteilungen so nicht beobachten lässt. Es ist auch hier davon auszugehen, dass
die thermischen Atome einen Untergrund bilden, der den Kontrast der Strukturen in den Absorptionsbil-
dern deutlich herabsetzt, aber in den Simulationen leider nicht implementiert werden konnte. Es ist nicht
geklärt, inwiefern diese Strukturen auch mit rein thermischen Ensembles beobachtet werden könnten.
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Abbildung 5.37.: Einzelne gemittelte Dichteverteilungen der Simulation eines frei expandierenden parabel-
förmigen Wellenpakets im Resonator bei Konfiguration II (vgl. Abbildung 5.36). In blau
sind die Positionen der Potentialwände markiert.

Mit diesen numerischen Simulationen ließen sich ebenfalls keine Atome zwischen Wänden, die weiter von
der Resonatormitte entfernt sind als die vermutlich stärksten Wände bei ±270 µm erklären. Zu diesem
Zweck wurden in den Simulationen weitere Potentialbarrieren weiter außen angenommen und die einzel-
nen Potentialhöhen immer weiter abgesenkt. Dabei sind aber immer zu viele Atome beim Wandkontakt
verloren gegangen, weshalb für die hier präsentierten Simulationen nur Wände mit einem Abstand von
270 µm von Mitte oder weniger angenommen wurden.
Eine Simulation der freien Expansion in einem Resonator der Konfiguration II mit höheren Wänden ist mit
einem Paar Barrieren mit einem Abstand vom Resonatorzentrum von±195 µm und einer Höhe von 0,8Erec ,
so dass alle Atome von diesen Wänden reflektiert werden, ebenfalls durchgeführt worden. Die beobachtete
Dynamik der Ausbreitung kann damit auch gut nachvollzogen werden. Durch eine zusätzliche Wand von
0,01Erec in der Resonatormitte lassen sich solche Minima, wie sie in vielen Dichteverteilungen in Abbildung
5.28 zu beobachten sind, erzeugen. Warum dazwischen keine weiteren Wände im Abstand von 25 µm be-
obachtet werden konnten, die durch die größere Laserleistung auch hätten zu sehen sein sollen, lässt sich
durch diese Simulationen nicht erklären. Die Wandhöhen in den Simulationen und in den Experimenten
lassen sich also auch hier nicht Einklang bringen.
Die Simulationen wurden zusätzlich noch für zwei parabelförmige Wellenpakete durchgeführt, die sich

in einem leicht geneigten Potential entsprechend Konfiguration II jeweils mit einem Impuls von 2ħhk auf
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Abbildung 5.38.: angenommene Potentialverteilung für die Simulation der Expansion nach einem Bragg-
Puls im Resonator der Konfiguration II mit niedrigen Wänden.

Abbildung 5.39.: Simulation der Dichteverteilung eines mit einem Bragg-Puls geteilten expandierenden pa-
rabelförmigen Wellenpakets im Resonator bei Konfiguration II in Graustufendarstellung

die Wände zu bewegen. Für diese wurde eine ähnliche Abstufung gewählt wie bei der freien Expansion.
Allerdings mussten die Wände analog zu 5.4.3 wieder als höher angenommen werden als bei der freien Ex-
pansion. Dies widerspricht eindeutig den experimentellen Beobachtungen. Die abstoßenden Wände wurden
bei ±270µm, ±245µm, ±220µm, ±195µm, ±170µm und ±145µm angenommen, wobei die zugehörigen
Höhen im Vergleich zu den vorigen Simulationen ohne Bragg-Puls um einen Faktor 16 höher angenommen
werden mussten, also in der Reihenfolge der vorigen Abstufung der Wände 13,76 Erec , 6,88 Erec , 6,88 Erec ,
6,88 Erec , 2,4 Erec und 1,6 Erec gewählt, damit die sich ergebenden Strukturen in den Simulationen und in
den experimentellen Verteilungen einander qualitativ ähneln (Potential siehe Abbildung 5.38). Abbildung
5.39 zeigt diese Simulation in Graustufen, in Abbildung 5.39 finden sich die über Distanzen von 5,3 µm
gemittelten Dichteverteilungen nach typischen Expansionszeiten der Experimente.
Die Diskrepanzen zwischen den experimentellen Dichteverteilungen und den aus den Simulationen er-

mittelten sind, wie schon zuvor diskutiert, offensichtlich. Weder ein Aufsteilen der Verteilung bei der
Reflexion an den Wänden noch ein nahezu 100% Kontrast zwischen den Maxima und Minima ließ sich
in den experimentellen Bildern beobachten. Die größte Diskrepanz bleibt wie schon bei den Experimen-
ten mit Konfiguration I die unterschiedliche Höhe der Wandpotentiale in den Simulationen mit und ohne
Bragg-Puls. Dennoch ähneln die Strukturen am linken Rand aus den Simulationen nach 29 bis 31 ms (vgl.
Abbildung 5.40) sehr den experimentellen Verteilungen nach 31 bzw. 36 ms (vgl. Abbildung 5.31), ebenso
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Abbildung 5.40.: Einzelne gemittelte Dichteverteilungen der Simulation der Expansion eines mit einem
Bragg-Puls geteilten parabelförmigen Wellenpakets im Resonator bei Konfiguration II. In
blau wurden die Positionen der angenommenen Wände markiert (vgl. Abbildung 5.39).

das Wandern der reflektierten Maxima sowohl auf den experimentellen als auch auf den simulierten Bildern
nach etwa 36 bis 40 ms. Auch zeigt sich sowohl auf den experimentellen Bildern als auch in den Simula-
tionen, wie schon im Abschnitt 5.4.3 beobachtet, dass bei der Reflexion an der linken Seite die Teilpakete
trotz der zusätzlichen Beschleunigung aufgrund der Neigung an den niedrigeren Wänden stärker reflektiert
werden als auf der rechten Seite.
Einige der beobachteten Strukturen lassen sich also qualitativ durch die Simulationen verstehen, ohne
dadurch die experimentell beobachteten Effekte vollständig erklären zu können. Eine weitere Diskussion
erfolgt im nächsten Abschnitt.

5.4.5 Diskussion der experimentellen Ergebnisse im quasi-eindimensionalen Resonator

Bose-Einstein-Kondensate in nieder-dimensionalen Systemen sind ein vitales Forschungsgebiet, dem heute
ein starkes Interesse entgegengebracht wird. Im Rahmen dieser Arbeit konnte wohl erstmals die Expan-
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sionsdynamik eines teilweise kondensierten Ensembles in einem quasi-eindimensionalen Resonator unter-
sucht werden. Dabei wurden sowohl frei expandierende als auch durch Bragg-Pulse getrennte Ensembles
in dem Resonator betrachtet und die entstehenden Muster in der Dichteverteilung konnten qualitativ durch
den Vergleich mit numerischen Simulationen als Reflexionen an zusätzlichen Potentialwänden, die vermut-
lich durch Beugungseffekte an der die Resonatorwände erzeugenden Ringlinse entstehen, erklärt werden.
Allerdings sind die Potentialhöhen der zusätzlichen Wände aus den beiden Einzelexperimenten nicht in
Einklang zu bringen. Dies bedeutet letztlich, dass entweder die Abfolge und Höhe der angenommenen Po-
tentialwände nicht stimmt oder, dass ein kohärentes parabelförmiges Wellenpaket das Verhalten der Atome
nur teilweise oder gar nicht korrekt simuliert. Die Möglichkeit, auch thermische Ensembles zu simulieren,
wäre hierfür sehr hilfreich. Dies gilt ebenso für vergleichende Messungen mit rein thermischen Ensembles,
so dass für die Messungen mit teilweise kondensierten Ensembles klar würde, was Effekte kohärenter Ma-
teriewellen sind und was nicht.
Für weitere Experimente im Resonator wäre auch ein höherer Kondensatanteil in den teilweise kondensier-
ten Ensembles förderlich, damit etwaige Interferenzeffekte mit größerem Kontrast auftreten. Außerdem
sollten vergleichende Messungen mit rein thermischen Ensembles durchgeführt werden, um zu sehen, wel-
che der beobachteten Strukturen auch ohne die Verwendung kohärenter Wellenpakete auftreten. Außerdem
ist der genaue Ablauf der Reflexionen nicht bekannt. Zu diesem Zweck wäre es auch interessant, statt zweier
Teilpakete nur ein Wellenpaket auf z.B. 2 oder 4ħhk zu beschleunigen, um dann z.B: auch Vielfachreflexionen
beobachten zu können. Dabei könnte auch gesehen werden, inwiefern diese Reflexionen elastisch ablau-
fen.
Die Ergebnisse der Experimente werfen die Frage auf, ob die Ringlinse wegen der beobachteten Neben-
maxima geeignet ist, um die Wandpotentiale eines Resonators zu erzeugen, da durch die Reflexionen an
zusätzlichen niedrigeren Wänden eventuelle Interferenzeffekte kaum von reflektierten Atomen unterschie-
den werden könnten. Deshalb sollten andere Möglichkeiten geprüft werden, um abstoßende Wandpoten-
tiale zu erzeugen, wie z.B. die Mikrolinsenregister. Allerdings wurden auch schon mit diesen unerwünschte
Beugungseffekte beboachtet (vgl. Referenz [178]). Andererseits wäre sogar eine Nutzung der beobachteten
periodischen Strukturen bei geeigneter Justierung denkbar, um das Reflexions- oder Transmissionsverhalten
von Bose-Einstein-Kondensaten an periodischen Potentialen zu studieren.

5.5 Kreisförmiger Resonator für Bose-Einstein-Kondensate

Im letzten Abschnitt wurde gezeigt, dass mit optischen Mikrostrukturen mit einfachen Mitteln ein linea-
rer Resonator realisiert werden konnte. In diesem Abschnitt folgt mit einem kreisförmigen Resonator ein
weiteres Beispiel dafür, welch flexible Anwendungsmöglichkeiten optische Mikrostrukturen bieten. Die mit
Licht eines gegenüber der Rubidium-D1-Linie blauverstimmten Titan-Saphir-Lasers beleuchtete Ringlinse
erzeugt auch in diesem Beispiel wieder ein abstoßendes Potential (für den optischen Aufbau siehe wieder
Abbildung 5.5). Damit die Atome unter dem Einfluss der Gravitation nicht herunterfallen, wurde ein zusätz-
liches ebenes abstoßendes Potential erzeugt, fortan als Lichtteppich bezeichnet, da die Atome darauf wie
auf einem Teppich ’schweben’. Dieses wird mit Licht eines weiteren Titan-Saphit-Lasers erzeugt, welches
ebenfalls gegenüber der D1-Linie blauverstimmt ist und eine Zylinderlinse ausleuchtet. Wenn z die Ausbrei-
tungsrichtung des Strahls ist, die x-Richtung parallel zum Erdboden verlaufe und die y-Richtung vertikal
dazu sei, dann fokussiert die Zylinderlinse den Strahl nur in der y-Richtung, während sie den Strahl in
der x-Richtung nicht verändert. Dadurch entsteht ein sehr stark elliptischer Strahl, der in y-Richtung eine
Strahltaille von nur etwa 50 µm Radius erzeugt, während der Strahl in x-Richtung einen Radius von etwa
3 mm aufweist. Abbildung 5.41 zeigt, wie die Optik zur Erzeugung des Lichtteppichs in den vorhandenen
Dipolfallenstrahlengang implementiert wurde. Das Laserlicht gelangt aus einer optischen Faser und wird
im Faserauskoppler mit Linsen geeignet geformt. Anschließend wird das Licht in einem Teleskop stark auf-
geweitet, um dann durch die Zylinderlinse in einer Dimension in die Vakuumkammer hineinfokussiert zu
werden. Der Lichtteppich wurde in Kooperation mit Martin Hasch aufgebaut und soll in der Zukunft dazu
dienen, im Aufbau des ringförmigen Interferometers die Atome gegen die Gravitation zu halten. Im Rah-
men seiner Arbeit werden Experimente mit einem ähnlichen optischen Aufbau präsentiert [156].
Mit der abstoßenden Röhre, die von der Ringlinse erzeugt wird, und dem abstoßenden Lichtteppich entsteht
ein kreisförmiger Resonator für Atome, in den man die Atome wie in eine Schale hineinfallen lassen kann.
Abbildung 5.42 zeigt schematisch, wie diese Schale im Zusammenspiel zwischen dem von oben eingestrahl-
ten Ringpotential und dem von der Seite eingestrahlten Lichtteppich entsteht. Das abstoßende Potential des
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Abbildung 5.41.: Schematische Darstellung wie der Lichtteppich in der Dipolfallenaufbau implementiert
wurde.

Rings lässt sich wieder mit 5.14 und 2.15 berechnen, die Stärke des Potentials des Lichtteppichs ergibt sich
ebenfalls mit 2.15 unter der Annahme, dass die maximale Intensität sich mit

I0 =
2P

πwx w0,y
(5.15)

ergibt. Dabei ist P die gesamte Strahlleistung in dem ebenen Lichtfeld, während w0,y der Radius der Strahl-
taille in y-Richtung ist und wx der Strahlradius in x-Richtung ist.
Um Atome in den Resonator hineinfallen lassen zu können, wurde die Kreuzung der Dipolfalle in die

Mitte des Rings verschoben und der Lichtteppich genau unterhalb des Kreuzungspunktes eingestrahlt. Für
den Lichtteppich wurde eine Wellenlänge von 794,43 nm bei einer zur Verfügung stehenden Leistung von
338 mW eingestellt. Dies ergibt mit den oben angegebenen Strahlradien am Ort der Atome eine maximale
Potentialstärke von 110 Erec . Für den Ring stand bei einer Wellenlänge von 794,889 nm eine maximale
Leistung von 180 mW zur Verfügung, was für die Wände des Resonators ein mehr als sechsfach höheres
abstoßendes Potential von 670 Erec ergibt.
Es wurden nun evaporativ gekühlte thermische Ensembles mit einer Teilchenzahl von 18372 ± 556 bei
einer Temperatur von (209 ± 15) nK erzeugt und diese in die Schale fallen gelassen. Abbildung 5.43
zeigt eine Serie solcher Absorptionsbilder nach unterschiedlichen Expansionszeiten des Ensembles im Re-
sonator. Die auftretenden Streifen haben nichts mit Interferenz von Materiewellen zu tun, sondern sind
die typischen Interferenzstreifen, die bei einer Absorptionsdetektion entstehen. Jedes der Bilder ist wieder
durch das Mitteln über drei Einzelbilder entstanden. Aufgrund der sehr niedrigen Dichte nach einigen Mil-
lisekunden Expansionszeit hätten noch mehr Bilder aufgenommen werden müssen, damit die Streifen im
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Abbildung 5.42.: Schematische Darstellung wie der kreisförmige Resonator in der Kammer entsteht: Der
Lichtteppich erzeugt einen abstoßenden Boden, während der Ring abstoßende Wände
erzeugt, so dass eine Schale für Atome entsteht.

statistischen Mittel abgeschwächt werden. So kann man nur sehen, dass sich die Atome ausbreiten. Dies
zeigen auch die Spalten- und Zeilensummen der Ensembles in Abbildung 5.44. Es fällt zum einen auf, dass
der Resonator nach etwa 20 ms gefüllt ist, zum anderen, dass der Durchmesser des Kreises in x-Richtung
etwa 500 µm und in y-Richtung nur etwa 400 µm beträgt. Dies lässt auf eine verzerrte Abbildung des
Ringes schließen.
Aus den Spalten- und Zeilensummen konnten auch die Teilchenzahlen nach den einzelnen Expansions-

zeiten bestimmt werden. In Abbildung 5.45 ist diese Teilchenzahl in Abhängigkeit von der Expansionszeit
aufgetragen. Es fällt auf, dass bis etwa 200 ms keine Verluste zu verzeichnen sind und sich nach 500 ms die
Anzahl der Atome in der Schale etwa halbiert hat.
Dieses Experiment wurde nochmal mit einem teilweise kondensierten Ensemble durchgeführt. Dazu wurde
das Ensemble weiter evaporativ gekühlt. Leider ließ sich die Temperatur nicht bestimmen, da so weit herun-
terevaporiert wurde, dass der thermische Untergrund nicht feststellbar war, was auf einen Kondensatanteil
oberhalb von 50% schließen lässt. Die Gesamtteilchenzahl betrug 9285 ± 770. In Abbildung 5.46 sind
die Absorptionsbilder in Falschfarben zu sehen, wobei auch hier wieder über drei Bilder gemittelt wurde.
Aufgrund der geringen Teilchenzahl fallen hier die Streifen noch mehr ins Gewicht, es müsste über mehr
als nur drei Bilder gemittelt werden, dies sollten mindestens fünf, besser zehn Bilder sein.
Die Spalten- und Zeilensummen in Abbildung 5.47 nach den einzelnen Expansionszeiten zeigen, dass

die Ausbreitung im Vergleich zu den thermischen Ensembles etwas langsamer erfolgt. Die Teilchenzahlen
wurden ebenfalls aus den Bildern bestimmt, diese sind in Abbildung 5.48 in Abhängigkeit von der Expan-
sionszeit dargestellt. Da es bei konstanter Teilchenzahl der in den Resonator fallen gelassenen Ensembles
nicht möglich ist, dass die Atomzahlen nach längeren Expansionszeiten anwachsen, schwanken entweder
die Teilchenzahlen der erzeugten Ensembles oder der Untergrund ist bei den Absorptionsbildern aufgrund
des schlechten Signal-zu-Rausch-Verhältnis schwerer von den Atomen zu unterscheiden, so dass der Wert
für die Teilchenzahlen nur scheinbar anwächst. Der Vergleich mit den Atomzahlen der thermischen En-
sembles, wo in den ersten 120 ms ebenfalls keine Verluste zu verzeichnen waren, zeigt, dass auch hier bei
konstanten Ausgangsbedingungen (gleiche anfängliche Teilchenzahl, gleiche Verstimmung und Leistung
der haltenden Potentiale) konstante Teilchenzahlen innerhalb des Resonators zu erwarten gewesen wären.

Diskussion der Experimente im kreisförmigen Resonator
Die präsentierten Experimente zeigen, dass mit optischen Dipolpotentialen im Allgemeinen und mit opti-

schen Mikrostrukturen im Speziellen sehr vielfältige verschiedene Fallengeometrien realisierbar sind. Dabei
konnte für zukünftige Anwendungen ein Lichtteppich als abstoßendes Potential, was die Atome gegen die
Gravitation hält, erprobt werden. Es hat sich gezeigt, dass die Lebensdauer der Ensembles in dieser Schale
mit mehr als 500 ms oberhalb der Lebensdauer der Atome in der Ringfalle liegt. D.h. ein zusätzlich einge-
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Abbildung 5.43.: Absorptionsbilderserie in Falschfarben von in die Schale fallen gelassenen thermischen En-
sembles nach unterschiedlichen Expansionszeiten.

strahlter Lichtteppich, um in der Ringfalle die Wirkung der Gravitation aufzuheben, wird diese Experimente
wohl nicht behindern. Ob solche Experimente dann besser auf einem blauverstimmten oder in einem rot-
verstimmten Lichtteppich stattfinden sollten, muss sich in der Praxis zeigen (vgl. auch [156]). Auch weitere
praktische Anwendungen solch eines kreisförmigen Resonators sind denkbar. So könnte man z.B. auch Ex-
perimente mit durch Bragg-Pulse geteilten Ensembles machen, deren Rekombination man während der
Expansion innerhalb der Schale beobachten könnte. Ebenfalls denkbar wäre die Untersuchung von viel-
fachen Reflexionen von durch Gitter-Pulse beschleunigten Ensembles, um zu sehen, ob diese Reflexionen
elastisch erfolgen und ob ein Aufsteilen der Dichteverteilung an den Wänden erfolgt. Dieses Wissen könnte
auch für die Interpretation der in Abschnitt 5.4 beschriebenen Experimente im eindimensionalen Resonator
hilfreich sein.
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Abbildung 5.44.: Spalten- und Zeilensummen der thermischen Ensembles im kreisförmigen Resonator, die-
ser ist nach etwa 20 ms gefüllt.

Der Lichtteppich könnte ebenfalls auf verschiedene Arten experimentell genutzt werden. Neben der schon
beschriebenen Möglichkeit, die Atome gegen die Gravitation zu halten, damit ein Ringpotential diese nur
noch in der Ebene führen müsste (vgl. [156]), ließen sich auch Vergleiche zwischen frei fallenden Ensem-
bles und vom Lichtteppich gegen die Gravitation gehaltenen Ensembles anstellen, um zu sehen, ob sich
eine solche Struktur bei sehr guter Justierung ggf. sogar dafür eignet, eine längere freie Expansion in der
Ebene zu untersuchen. Außerdem wäre es denkbar, einen solchen Lichtteppich zu verwenden, der mit Licht
des Faserlasers erzeugt wird, um so die Atome während der Evaporation gegen die Gravitation zu halten
und damit die geschilderten Probleme zu lösen (vgl. Abschnitt 3.2.6).
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Abbildung 5.45.: Teilchenzahl der thermischen Ensembles im kreisförmigen Resonator in Abhängigkeit von
der Expansionszeit: Bis 200 ms treten keine signifikanten Verluste auf.

Abbildung 5.46.: Absorptionsbilderserie in Falschfarben von in den kreisförmigen Resonator fallen gelasse-
nen teilweise kondensierten Ensembles nach unterschiedlichen Expansionszeiten.

5.6 Zusammenfassung und Diskussion der atomoptischen Experimente

In diesem Kapitel wurden verschiedene Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten präsentiert. Dabei
wurden die ultra-kalten Ensembles mit ringförmigen Dipolpotentialen, die von einer speziellen ringför-123



Abbildung 5.47.: Spalten- und Zeilensummen der teilweise kondensierten Ensembles nach unterschiedlichen
Expansionszeiten im kreisförmigen Resonator.

migen Mikrolinse erzeugt wurden, manipuliert.
Ein großes Ziel dieser Untersuchungen war die Erzeugung eines führenden ringförmigen Potentials, das als
Speicherring oder Interferometer vom Sagnac-Typ dienen kann. Für eine solche Fallenkonfiguration gibt es
auf der Basis numerischer Simulationen die theoretische Vorhersage, dass sowohl mit geführten Atomen
als auch nach einem Teilen durch einen Bragg-Puls Interferenzerscheinungen auftreten sollen, die auch
mit der verwendeten Detektionsoptik beobachtbar sein sollten [158]. Dazu wurden verschiedene Versuche
unternommen, thermische und teilweise kondensierte Ensembles in ein gegenüber der atomaren Resonanz
rotverschobenes Potential umzuladen und in dem Ringpotential zu führen. Das Umladen und das Halten
der Atome im Ringpotential wurde auch erreicht, ein Ausbreiten entlang des Rings konnte aber weder
bei thermischen noch bei kondensierten Atomen beobachtet werden. Selbst ein Bragg-Puls, durch den die
Ensembles symmetrisch in Impulskomponenten von ±2ħhk aufgeteilt wurden, hat keine Ausbreitung der
Atome entlang des Rings über die Ladezone hinaus hervorgerufen. Die Gründe hierfür sind nicht geklärt.
Es ist davon auszugehen, dass das Potential Unebenheiten aufweist, so dass bei einer hohen Laserleistung
diese zu Barrieren für die Atome werden. Gründe hierfür könnten Unebenheiten in den diffraktiven Struk-
turen, eine nicht gleichmäßige Ausleuchtung der Ringlinse oder auch Fehler bei den drei Abbildungen des
Rings sein. Diese Annahmen werden durch die Ergebnisse der weiterführenden Experimente in Referenz
[156] bestätigt, wo mit Hilfe eines Lichtteppichs das Ringpotential so weit abgeschwächt werden konnte,
dass eine Ausbreitung der Atome über die Ladezone hinaus beobachtet werden konnte.
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Abbildung 5.48.: Teilchenzahl der teilweise kondensierten Ensembles im kreisförmigen Resonator in Abhän-
gigkeit von der Expansionszeit: Der Anstieg ist entweder auf schwankende Teilchenzahlen
der Ensembles oder auf das schlechte Signal-zu-Rausch-Verhältnis zurückzuführen.

Aufgrund der theoretischen Vorhersagen sollten in der Zukunft weitere Anstrengungen in Richtung eines
ringförmigen Interferometers unternommen werden. Dabei sollte vor allem die verwendete Ringlinse wei-
ter untersucht werden, um die Ursache für die ’Barrieren’ innerhalb des ringförmigen Potentials zu finden
und diese zukünftig zu vermeiden. Ansonsten sollten Alternativen wie z.B. ein Axikon oder ein konischer
Refraktor geprüft werden, um ein solches Potential zu erzeugen, da bei der fortschreitenden Miniaturi-
sierung interferometrischer Apparaturen die Realisierung eines solch kompakten Aufbaus sicherlich neue
Perspektiven eröffnen würde.
Weiterhin wurden verschiedene Experimente zur Ausbreitung von Bose-Einstein-Kondensaten in einem
quasi-eindimensionalen Resonator präsentiert. Dieser Resonator wurde durch die Kombination eines Di-
polfallenstrahls, der als linearer Wellenleiter fungiert, mit dem abstoßenden Ringpotential, das an beiden
Enden den Resonator abschließt, gebildet. In dieser Arbeit wurde erstmalig die Ausbreitungsdynamik von
teilweise kondensierten Ensembles in einer solchen Fallengeometrie präsentiert. Dabei wurden sowohl frei
expandierende als auch nach einem Bragg-Puls geteilte Ensembles betrachtet. Die sich ergebenden Struk-
turen konnten durch numerische Simulationen qualitativ als Reflexionen an Nebenmaxima des Ringpo-
tentials, die ebenfalls als abstoßende Barrieren wirkten, erklärt werden. Inwiefern diese Strukturen sich
auch unter Verwendung von rein thermischen Ensembles ergeben würden, muss durch zukünftige ver-
gleichende Experimente herausgefunden werden. Ansonsten bietet der präsentierte Wellenleiter mit einem
Aspektverhältnis von 1:100 oder größer auch die Möglichkeit andere Phänomene, die in eindimensiona-
len Geometrien auftreten, wie z.B. Solitonen zu beobachten. Weiterhin wäre es denkbar, dass statt eines
Dipolfallenarms ein Dipolfallenregister, bestehend aus einer zweidimensionalen Anordnung vieler eindi-
mensionaler Wellenleiter, genutzt wird, um z.B. analog zum in Referenz [179] geschilderten Verfahren ein
Tonks-Girardeau-Gas zu erzeugen und nachzuweisen.
Als letzte Anwendung des Ringpotentials wurde durch die Kombination eines ebenen abstoßenden Poten-
tials mit einem abstoßenden Ringpotential ein kreisförmiger Resonator erzeugt, in den die Atome fallen
gelassen wurden. Es konnte darin sowohl die Ausbreitung von thermischen als teilweise kondensierten En-
sembles beobachtet werden. Mit einem solchen Aufbau lassen sich in der Zukunft z.B. Vielfachreflexionen
an den Wänden des Resonators untersuchen.
Bei den beschriebenen Experimenten traten deutlich die besonderen Stärken aber auch Schwächen mi-
krooptischer Systeme hervor: Einerseits erlauben Mikrolinsen den Aufbau sehr komplexer und dennoch
kompakter experimenteller Anordnungen. Diese Aufbauten sind flexibel und je nach den verwendeten Mi-
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krostrukturen sind den möglichen Potentialformen kaum Grenzen gesetzt. Andererseits treten vor allem
bei diffraktiven Linsen oftmals Nebenmaxima auf, die die Experimente z.T. stark beeinträchtigen können.
Zusätzlich sollten angepasst an die kurzen Brennweiten der Mikrolinsen die Strahlwege auch kurz ge-
halten werden, weil sonst die Abbildungen der Strukturen wieder sehr kompliziert werden und damit
die Vorteile der Mikrolinsen verloren gehen. Einhergehend mit jeder weiteren Abbildung entstehen Abbil-
dungsfehler, die die Qualität der erzeugten Potentiale mindern. Für zukünftige Anwendungen sollte deshalb
ernsthaft erwogen werden, einen komplett neuen experimentellen Aufbau mit einer deutlich kleineren Va-
kuumkammer zu realisieren, der speziell darauf ausgelegt wird, verschiedenste Dipolpotentiale über kurze
Strecken in die Vakuumapparatur abzubilden. Weiterhin sollten die vorhandenen Ringlinsen einer einge-
henden Prüfung im Hinblick auf ihre Tauglichkeit für atominterferometrische Anwendungen unterzogen
werden. Abgesehen von den schon oben erwähnten Alternativen könnte auch erwogen werden, neue ring-
förmige Mikrolinsen fertigen zu lassen, die speziell dafür ausgelegt werden, möglichst nur wenige oder
keine Nebenmaxima zu erzeugen.
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6 Diskussion und Ausblick

In dieser Arbeit wurden Experimente mit Bose-Einstein-Kondensaten aus 87Rb in verschiedenen Dipolfal-
lenkonfigurationen präsentiert. Die Bose-Einstein-Kondensate werden in einer gekreuzten Dipolfalle mit
Licht eines Faserlasers bei 1070 nm evaporativ durch langsames Absenken der Strahlleistungen erzeugt.
Am Ende der Evaporation verbleibt ein ultra-kaltes Ensemble von etwa 10000 Atomen bei unter 20 nK,
wovon etwa die Hälfte der Atome kondensiert sind. Der Nachweis der Kondensation konnte sowohl über
eine Änderung des Aspektverhältnis während der freien Expansion als auch über das Beobachten einer bi-
modalen Verteilung eines fallenden teilweise kondensierten Ensembles erbracht werden.
Das erzeugte BEC bildet als Quelle kohärenter Materiewellen die Grundlage für weiterführende atomopti-
sche Experimente. Voraussetzung dafür ist ein Mechanismus zum kohärenten Teilen und Rekombinieren
der atomaren Ensembles. Zu diesem Zweck wurde ein eindimensionales optisches Gitter aus zwei ge-
genläufigen Laserstrahlen aufgebaut. Mit diesem konnten grundlegende atomoptische Experimente mit
Bose-Einstein-Kondensaten durchgeführt werden. So wurde z.B. ein BEC symmetrisch in entgegengerichte-
te Impulskomponenten aufgeteilt. Das Gitter erlaubte aber auch die Erzeugung kohärenter Superpositionen
zwischen 0 ħhk und 2 ħhk oder ein adiabatisches Beschleunigen des gesamten Ensembles.
Auf der Basis einer ringförmigen Mikrolinse wurde eine ringförmige Dipolfalle aufgebaut. In unterschied-
lichen experimentellen Konfigurationen konnten weiterführende atomoptische Experimente durchgeführt
werden. So wurden teilweise kondensierte Ensembles erstmalig in eine rotverstimmte Ringfalle umgeladen.
Allerdings konnte eine Ausbreitung der Atome über die Ladezone hinaus entlang des Rings nicht beobach-
tet werden, so dass ein ringförmiges Atominterferometer noch nicht realisiert werden konnte.
Durch die Kombination eines blauverstimmten Ringpotentials mit einem stark elongierten Wellenleiter
konnte erstmalig ein quasi-eindimensionaler Resonator für Bose-Einstein-Kondensate demonstriert wer-
den. In diesem wurde die Ausbreitungsdynamik sowohl von frei expandierenden als auch von durch
Bragg-Pulsen geteilten teilweise kondensierten Ensembles studiert. Als letzte Anwendung der ringförmi-
gen Mikrolinse wurde ein ringförmiger Resonator für Bose-Einstein Kondensate präsentiert, der durch
die Kombination eines blauverstimmten Ringpotentials mit einem abstoßenden ebenen Lichtfeld erzeugt
wurde. In diesem Resonator wurde sowohl die Ausbreitung eines thermischen als auch eines teilweise kon-
densierten Ensembles untersucht.
Die präsentierten Experimente haben erwiesen, dass die Erzeugung teilweise kondensierter Ensembles mit
dem vorgestellten Aufbau zuverlässig und reproduzierbar erfolgt, so dass weiterführende Experimente
durchgeführt werden konnten. Die Fragestellung, warum der Kondensatanteil im Ensemble nicht weiter
ansteigt, lässt sich vermutlich darauf zurückführen, dass die gekreuzte Dipolfalle aufgrund der Gravi-
tation flacher wird, wodurch die Effizienz der Evaporation geringer wird. In der Zukunft sollte deshalb
versucht werden, durch ein levitierendes Magnetfeld oder durch ein ebenes Dipolpotential die Gravitation
zu kompensieren, wodurch die Effizienz der Evaporation erhöht werden könnte. Auch weitere atomopti-
sche Experimente würden von einem höheren Kondensatanteil der Ensembles sicherlich profitieren.
Das eindimensionale optische Gitter hat seine Tauglichkeit für weiterführende Experimente ebenfalls un-
ter Beweis gestellt. Mögliche Verbesserungen liegen hier vor allem im technischen Bereich. So sollte die
Ansteuerung der Synthesizer verbessert werden, damit längere Gitterpulse und variablere Gittersequenzen
durchgeführt werden können. Außerdem sollten in der Zukunft statt rechteckförmiger Pulse Gaußpulse zur
Anwendung kommen, da Rechteckpulse immer auch Anteile höherer Frequenzen enthalten, wodurch sich
die Effizienz der einzelnen Teilungsprozesse sicherlich noch erhöhen ließe.
Für weitere Experimente mit der ringförmigen Mikrolinse sollte die Abbildung des Ringfokus in die Kammer
genauer untersucht werden, um zu ergründen, warum eine Ausbreitung von Atomen entlang des Rings zu-
mindest behindert wird und auf welche Art diese Abbildung mit weniger Abbildungsfehlern erfolgen kann.
Ein limitierender Faktor bleibt sicherlich die große Strecke, über die der Ringfokus abgebildet wird. Die
Kombination des Ringpotentials mit einem Lichtteppich, der die Gravitation soweit kompensiert, dass
der Ring die Atome nur noch auf einer Kreisbahn führen muss, hat zwar im Rahmen anderer Messun-
gen eine Ausbreitung entlang des Rings ermöglicht. Hier gilt es aber zu prüfen, inwieweit sich mit dem
verwendeten Aufbau wirklich ein ringförmiges Interferometer vom Sagnac-Typ realisieren lässt. In diesem
Zusammenhang sollte auch geprüft werden, ob nicht auch andere Möglichkeiten bestehen, um ein ringför-
miges optisches Dipolpotential zu erzeugen, z.B mit einem Axikon oder einem konischen Refraktor.
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Die Fragestellungen bzgl. der Qualität des Ringpotentials spielen auch im Hinblick auf die Experimente
im eindimensionalen Resonator eine wichtige Rolle. Dieser stellt ein Modellsystem dar, mit dem sich viele
quantenmechanische Effekte makroskopisch beobachten lassen sollten, weshalb hier in der Zukunft weitere
Anstrengungen unternommen werden sollten. Das Auftreten der Nebenmaxima des Rings und damit wei-
terer abstoßender Wände macht es aber schwierig zu entscheiden, ob die beobachteten Strukturen in den
Dichteverteilungen wirklich auf Effekte kohärenter Materiewellen zurückzuführen sind. Zu diesem Zweck
sollten andere Strahlen als abstoßende Wände zum Einsatz kommen. Zukünftige Experimente in einem
eindimensionalen Resonator würden außerdem sehr von einem höheren Kondensatanteil profitieren, so
dass der Untergrund der thermischen Atome unterdrückt würde. Zum Vergleich sollten zusätzlich alle Ex-
perimente auch immer mit rein thermischen Ensembles durchgeführt werden, um zu sehen, welche der
Strukturen in den Dichteverteilungen wirklich auf Kohärenzeffekte zurückzuführen sind.
Im Rahmen dieser Arbeit wurden also verschiedene elementare atomoptische Experimente durchgeführt
und es konnten wichtige Schritte auf dem Weg zur Realisierung von kompakten Interferometerstrukturen
auf der Basis von optischen Mikrostrukturen vollzogen werden.
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A Anhang

A.1 Rubidiumdaten

In diesem Anhang werden die wichtigsten Daten von 87Rb, die in dieser Arbeit verwendet wurden, präsen-
tiert. Wo nicht anders angegeben, wurden die Daten Referenz [30] entnommen.

Allgemeine Daten von 87Rb
Anzahl Protonen Z 37
Anzahl Nukleonen Z + N 87

86,909180520(15) amu
Atomare Masse m

1.44160648(72) · 10−25 kg
rel. natürliches Vorkommen 27,83(2)%
Halbwertszeit tH 4,88 ·1010 Jahre
Kernspin I 3/2
s-Wellenstreulänge F=1 a0 (110± 4) aB [180]

Rb-D2-Linie
Wellenlänge des D2-Übergangs (Vakuum) λ 780,241209686(13)nm
Lebensdauer D2-Linie τ 26,2348(77) ns
Natürliche D2-Linienbreite Γ 2π · 6,0666(18) MHz
Rückstoßenergie ωrec 2π · 3,7710 kHz
Dopplertemperatur TD 146 µK
Sättigungsintensität ISat 3,57713(74) mW/cm2

(F=2→F’=3)
Sättigungsintensität ISat 1,66933(35) mW/cm2

(F=2, mF =±2→F’=3, mF =±3)
Rb-D1-Linie

Wellenlänge des D1-Übergangs (Vakuum) λ 794,978851156(23)nm
Lebensdauer D1-Linie τ 27,679(27) ns
Natürliche D1-Linienbreite Γ 2π · 5,7500(56) MHz
Rückstoßenergie ωrec 2π · 3,6325 kHz
Dopplertemperatur TD 138 µK
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A.2 Logarithmischer Verstärker

Der im Rahmen dieser Arbeit realisierte logarithmische Verstärker nutzt aus, dass ein Operationsverstärker,
der in seiner Rückkopplung eine Diode enthält, eine lineare Spannungscharakteristik in eine logarithmi-
sche übersetzt. Problem dabei ist, dass der genaue Verlauf sehr stark temperaturabhängig ist. Die Lösung
besteht darin, dass man zwei Spannungen logarithmisiert - die interessierende und eine Referenzspannung.
Als Dioden fungieren zwei thermisch gekoppelte Transistoren - das sogenannte super-matched-pair LM394.
Dadurch, dass sowohl die Referenz als auch die Messgröße beim Logarithmieren den gleichen in guter
Näherung linearen Temperaturdrifts unterliegen, treten wegen ln(a)− ln(b) = ln(a/b) kaum mehr ther-
mische Schwankungen auf. Wenn man am Eingang BNC1 eine lineare Spannung anlegt, so erhält man am
Ausgang BNC2 eine logarithmische Ausgangspannung (vgl. Abb. A.1). Eine an die Ausgangscharakteristik
angepasste logarithmische Funktion ergibt: Uout = 0,26163 · ln(Uin) + 5,0112 V (vgl. Abb. A.2).

Abbildung A.1.: Schaltung des logarithmischen Verstärkers.

Abbildung A.2.: Ausgangsspannung Uout des logarithmischen Verstärkers als Funktion der angelegten linea-
ren Spannung Uin.

130



A.3 Intensitätsregler

Der für die Intensitätsregelung und -steuerung der gekreuzten Dipolfalle verwendete elektronische Regler
ist im Rahmen der Diplomarbeit des Autors dieser Zeilen entstanden. Eine ausführliche Beschreibung der
speziellen Eigenschaften findet sich deshalb in dieser Arbeit [80]
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Abbildung A.3.: Schaltung des Intensitätsreglers.
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