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Zusammenfassung

Der Ratscheneffekt erlaubt es, eine gerichtete Teilchenbewegung mittels einer im zeit-
lichen Mittel ungerichteten Kraft zu erzeugen. Da die Transporteffizienz und die
Transportrichtung eines klassischen Ratschensystems oft von Eigenschaften der Teil-
chen wie beispielsweise Durchmesser oder Temperatur abhédngt, bietet der Ratschen-
effekt einen vielversprechenden Ansatz zur Modellierung molekularer Motoren oder
zur Teilchenseparation. Durch den Ubergang zu quantenmechanischen Systemen
werden auch Eigenschaften wie die Spinorientierung der Teilchen zur Separation
zugéanglich.

Die vorliegende Arbeit behandelt die Realisierung einer Quantenkippratsche fiir
ultrakalte Rubidiumatome in einem zeitlich periodisch modulierten optischen Gitter-
potential. Die verwendete biharmonische Modulation ermoglicht es, die raumliche
und zeitliche Symmetrie des Systems zu brechen und so eine gerichtete Bewegung
der Atome zu erzeugen. Fiir den Quantentransport der Kippratsche werden zugrunde
liegende Transportsymmetrien und Abhédngigkeiten wie zum Beispiel die Abhdngig-
keit vom Startzeitpunkt der Modulation vorhergesagt, welche im Rahmen der Ar-
beit experimentell untersucht und bestétigt werden. Unter Variation eines Kontroll-
parameters der Modulation wird eine resonante Verstarkung des atomaren Transports
beobachtet, welche auf die Kopplung zwischen Floquet-Zustianden zurtickzufiihren
ist und daher mit einer vermiedenen Kreuzung im Floquet-Spektrum zusammen-
fallt. Dieser Transportmechanismus fithrt unter Variation eines zweiten Kontroll-
parameters der Modulation zu einer Bifurkation der Transportresonanz aufgrund der
Entkopplung der Floquet-Zustdande. Die Bifurkation einer Transportresonanz wurde
im Rahmen der vorliegenden Arbeit erstmals experimentell beobachtet. Die Mess-
ergebnisse und ergdnzende numerische Simulationen demonstrieren die Kontrollier-
barkeit des kohdrenten Quantentransports ultrakalter Atome in diesem System. Da
zur Realisierung der Quantenkippratsche eine einfache optische Stehwelle gentigt, ist
es in zukiinftigen Arbeiten moglich, fernverstimmte optische Gitterpotentiale zu ver-
wenden, so dass entsprechend lange Kohédrenzzeiten erreicht werden konnen. Dies
sollte die Verwirklichung von Quantenratschen im stark korrelierten Bereich ermdogli-
chen.
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KAPITEL 1

Einleitung

Die vorliegende Arbeit befasst sich mit der Beobachtung und Manipulation von ato-
maren Transportresonanzen in zeitlich biharmonisch getriebenen optischen Gittern.
Grundlage ist der Ratscheneffekt, bei dem ein gerichteter Transport durch Symmetrie-
brechung mittels einer externen periodisch treibenden Kraft moglich wird, obwohl die
Kraft im zeitlichen Mittel verschwindet [1]. Eine gerichtete Teilchenbewegung bildet
die Grundlage verschiedenster Effekte und Anwendungen in mehreren naturwissen-
schaftlichen Bereichen. Ublicherweise resultiert die Bewegung der Teilchen aus einer
gerichteten dufieren Kraft. Ein Motor wandelt je nach Typ chemische, elektrische oder
eine andere Energieform in kinetische Energie um. Auf mikroskopischer Ebene ent-
steht aber die Schwierigkeit, dass der Motor einer stark fluktuierenden Umgebung
aufgrund der Brownschen Molekularbewegung ausgesetzt ist. Ein Ansatz zur Reali-
sierung eines Brownschen Motors besteht darin, durch eine raumliche Asymmetrie
die Teilchenfluktuationen in eine gerichtete Bewegung umzuwandeln [2]. Aus einem
Gedankenexperiment von M. Smoluchowski [3], welches spdter durch R. Feynman
bekannter wurde [4], geht hervor, dass eine gerichtete Bewegung in diesem Falle nur
moglich wird, wenn das System nicht im thermischen Gleichgewicht ist, da sonst der
zweite Hauptsatz der Thermodynamik verletzt wird. Der nach diesem Gedanken-
experiment benannte Ratscheneffekt erlaubt die Gleichrichtung einer ungeordneten
Bewegung in einem Nichtgleichgewichtssystem ohne eine gerichtete dufSere Kraft.

Inzwischen gibt es eine Reihe an unterschiedlichsten Systemen und Modellen, welche
auf dem Ratscheneffekt basieren. Beispiele sind die Modellierung biologischer Prozes-
se wie der Muskelkontraktion oder die Entwicklung molekularer Motoren [5, 6]. Auf
nanoskopischer Ebene konnen quantenmechanische Effekte irgendwann nicht mehr
vernachldssigt werden. In ersten Experimenten zur Physik der Quantenratsche wird
der Strom durch einen dreieckférmigen Quantenpunkt beim Anlegen einer Wechsel-
spannung auf den Ratscheneffekt zurtickgefiihrt [7]. In der Spintronik kann eine peri-



1 Einleitung

odische Modulation eines asymmetrischen Potentials dazu genutzt werden, Teilchen
entsprechend der Spinorientierung zu separieren [8]. Auf dem Gebiet der kalten ato-
maren Gase wurde zu Beginn der Transport kalter Casiumatome in einem zeitlich
modulierten optischen Gitterpotential untersucht [9] und spiter gezeigt, dass in ei-
nem periodisch symmetrisch modulierten Potential Dissipation zum Transport der
Atome fiihrt [10].

Dissipative Effekte sind aber keine notwendige Voraussetzung fiir die Beobachtung
einer gerichteten Bewegung in einem periodisch getriebenen System. Mittels einer
Symmetrieanalyse ldsst sich der Ratscheneffekt auch so verstehen, dass eine periodi-
sche Modulation, deren zeitliches Mittel verschwindet, nur dann zu einer gerichteten
Bewegung fithren kann, wenn gleichzeitig die zeitliche und die raumliche Symmetrie
gebrochen werden [11]. Bei der Hamiltonischen Ratsche wird die zeitliche Symmetrie
nicht tiber Dissipation, sondern explizit iiber eine zeitlich asymmetrische Modulation
gebrochen [1]. In dissipationsarmen bzw. dissipationsfreien Systemen ist es moglich,
grundlegende Eigenschaften des Ratscheneffekts zu untersuchen.

Ultrakalte Atome in optischen Gitterpotentialen bieten ein ideales System, kontrol-
liert und mit langen Kohérenzzeiten Effekte aus der Festkorperphysik zu simulieren.
Die Idee basiert auf R. Feynmans Vorschlag, zur Quantensimulation eines komplizier-
ten oder schwer zugédnglichen Systems ein einfacher zugangliches und kontrollierba-
res quantenmechanisches System zur Nachahmung zu verwenden [12]. Seit der ers-
ten experimentellen Realisierungen eines Bose-Einstein Kondensats [13, 14] sind eine
Reihe von Quanteneffekten erstmalig in einem Experiment mit ultrakalten Atomen
beobachtet worden. Die gezeigten Effekte reichen von Bloch-Oszillationen in opti-
schen Gitterpotentialen [15] und quantenmechanischen Phasentibergidngen wie der
zum Mott-Isolator [16] zu exotischen Effekten wie negative Temperaturen [17] oder
relativistische Effekte wie die des Klein-Tunnelns [18]. Entartete Quantengase sind
heutzutage fiir viele bosonische und fermionische Spezies experimentell zuganglich
und erlauben so die Modellierung unterschiedlichster Systeme. Neben atomaren Ga-
sen ist auch fiir andere bosonische Ensembles, beispielsweise fiir Polaritonen [19] oder
Photonen [20], die Bose-Einstein-Kondensation experimentell gezeigt und so das Tor
zur Konstruktion neuer Quantensimulatoren gedffnet worden.

Fiir ultrakalte Atome in zeitlich periodisch getriebenen optischen Gitterpotentialen
wurden verschiedene Effekte vorhergesagt und untersucht [21]. So wurde beispiels-
weise experimentell gezeigt, dass der Ubergang vom Suprafluid zum Mott-Isolator in
einem periodisch getriebenen dreidimensionalen optischen Gitterpotential tiber die
Anderung der Modulationsamplitude induziert werden kann, wobei das optische
Gitterpotential hier {iber retroreflektierende Spiegel realisiert und die Modulation
durch eine periodische Positionsdanderung des retroreflektierenden Spiegels erzeugt
wurde [22]. In optischen Dreiecksgittern wurde eine zeitliche Symmetriebrechung



durch eine periodische Frequenzmodulation des Lichts einer der optischen Gitter-
strahlen erreicht und dieses System zur Realisierung kiinstlicher Eichfelder verwen-
det [23-25].

Um die rdumliche Symmetrie in optischen Gitterpotentialen zu brechen, kann ein
bichromatisches Gitter verwendet werden. Dieses wird zum Beispiel durch die Uber-
lagerung des Lichts zweier Laser mit unterschiedlichen Wellenldngen erzeugt [26].
Statt einer zweiten Laserlichtquelle konnen aber auch durch Mehrphotonenprozesse
hohere raumliche Gitterperiodizititen erreicht werden [27]. Durch die Uberlagerung
des einfachen Stehwellenpotentials mit den Gitterpotentialen hoherer Ordnung kann
so ein rdumlich asymmetrisches Gitterpotential erzeugt werden [28]. Dieses Verfah-
ren wurde in den Laboren unserer Arbeitsgruppe im Rahmen der Dissertation von
T. Salger ausgenutzt, um 2009 erstmalig eine Hamiltonische Quantenratsche zu rea-
lisieren [29, 30]. Dabei wurde ein Fourier-synthetisiertes, raumlich asymmetrisches
optisches Gitterpotential zeitlich asymmetrisch amplitudenmoduliert und so Trans-
port von ultrakalten Atomen beobachtet. Der gemessene mittlere Impuls der Atome
nach der Wechselwirkung mit dem Ratschenpotential hingt dabei vom Startzeitpunkt
der Modulation ab, eine Eigenschaft, die sich aus der Linearitdt der Schrodinger-
Gleichung ergibt und im Kontrast zu einer auf den Gesetzen der klassischen Physik
basierenden Ratsche steht, bei der keine Abhéngigkeit vom Startzeitpunkt der Mo-
dulation erwartet wird. Der Quantentransport wurde auf die Desymmetrisierung der
Floquet-Zustdnde zurtickgefiihrt.

In der vorliegenden Arbeit geht es um die Untersuchung des atomaren Transports
einer Quantenkippratsche, d.h. eines optischen Gitterpotentials mit einer additiven
biharmonischen Kraft, deren zeitliches Mittel verschwindet. Die biharmonische Mo-
dulation geniigt, alle relevanten Symmetrien zu brechen [11], so dass die Experimente
mit einem sinusformigen Gitterpotential durchgefiihrt werden kénnen. Unter Varia-
tion eines Kontrollparameters der Modulation wird eine resonante Verstirkung des
atomaren Transports erwartet, welche sich tiber das Auftreten vermiedener Kreu-
zungen im Eigenenergiespektrum erklaren ldsst [31]. Die Kopplung zwischen den
Floquet-Zustdnden kann iiber die Anpassung eines weiteren Kontrollparameters be-
einflusst werden, so dass die Transportresonanz verstarkt wird oder es durch die
Entkopplung der Floquet-Zustinde zu einer Bifurkation der Transportresonanz kom-
men kann. Im Vergleich zum amplitudenmodulierten Fourier-synthetisierten opti-
schen Gitterpotential hat die Quantenkippratsche den Vorteil, auf einem einfachen
Stehwellenpotential zu basieren, so dass ein Ubergang zu fernverstimmten optischen
Gitterpotentialen und damit zu langeren Kohdrenzzeiten moglich wird.

Die in dieser Arbeit prasentierten experimentellen Ergebnisse zeigen die Abhdngig-
keit des atomaren Transports vom Startzeitpunkt der biharmonischen Modulation
und die erwarteten Transportsymmetrien. Ein atomarer Transport wird nur im Fal-
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le einer zeitlich asymmetrischen Modulation beobachtet. In Abhdngigkeit von der
Modulationsfrequenz zeigt sich, dass entsprechend eines storungstheoretischen An-
satzes fiir eine zu schnelle Modulation der atomaren Transport verschwindet, wih-
rend im adiabatischen Grenzfall die Abhangigkeit chaotisch wirkt. Weiterhin werden
Transportresonanzen beobachtet, die nicht nur auf einer Resonanz der Modulations-
frequenz zurtickzufiihren sind, sondern im Rahmen der Floquet-Theorie als Folge
einer vermiedenen Kreuzung interpretiert werden. Die Transportresonanzen wer-
den auch in Abhdngigkeit anderer Kontrollparameter wie der Phasenverschiebung
zwischen den beiden zeitlichen Harmonischen beobachtet. Mit einer kombinierten
Variation mehrerer Kontrollparameter kann die Kopplung zwischen den Floquet-
Zustdnden beeinflusst werden. Die erstmalige Beobachtung der Bifurkation einer
Transportresonanz unterstiitzt die Interpretation des atomaren Transports als Folge
vermiedener Kreuzungen im Floquet-Bandspektrum.

Struktur der Arbeit

In Kapitel 2 werden die theoretischen Grundlagen zur Bose-Einstein-Kondensation
und die im Experiment verwendeten Methoden zur Kiihlung des atomaren Gases
kurz angerissen. Die Erzeugung eines optischen Gitterpotentials und die Dynamik
eines atomaren Bose-Einstein-Kondensats in stationdren oder linear beschleunigten
Gitterpotentialen werden in den Grundziigen besprochen.

Die Dynamik periodisch getriebener optischer Gitterpotentiale wird in Kapitel 3 be-
handelt. Mit der Floquet-Theorie lassen sich aus dem Quasienergiespektrum wichtige
Eigenschaften des atomaren Transports ableiten. Insbesondere werden das Auftreten
und die Bifurkation von Transportresonanzen in biharmonisch getriebenen optischen
Gitterpotentialen behandelt. Das Kapitel schliefit mit einer Differenzierung zum im
Experiment beobachtbaren atomaren Transport und den wesentlichen Merkmalen,
die bei einer numerischen Simulation der experimentellen Ergebnisse berticksichtigt
werden miissen.

In Kapitel 4 wird der experimentelle Aufbau zur Untersuchung der atomaren
Transportresonanzen behandelt. Der experimentelle Ablauf und der Aufbau zur Er-
zeugung des Bose-Einstein-Kondensats und des optischen Gitterpotentials wird be-
schrieben, auf die Zeeman-zustandssensitive Abbildung und die biharmonische Mo-
dulation genauer eingegangen. Das Kapitel schlieft mit einer Beschreibung des im
Experiment verwendeten geschwindigkeitsselektiven Lichtpulses zur Reduktion der
Impulsbreite der Atome aus dem Kondensat.

Die experimentellen Ergebnisse zum atomaren Transport des biharmonisch modulier-
ten optischen Gitterpotentials werden in Kapitel 5 vorgestellt. Das Kapitel beginnt mit
einer Beschreibung, wie der mittlere Impuls im Experiment bestimmt wird und stellt
dann verschiedene Ergebnisse zur Abhédngigkeit des atomaren Transports von den



verschiedenen Kontrollparametern der Modulation und die beobachteten Transport-
symmetrien vor. Schliefilich wird tiber die erste experimentelle Beobachtung der
Bifurkation einer Transportresonanz berichtet, die sich als charakteristisches Merk-
mal der Beobachtung von Quantentransport im Falle eines biharmonisch modulier-
ten optischen Gitterpotentials ergibt und die Kontrollierbarkeit atomarer Transport-
resonanzen demonstriert.

Die Arbeit schlieffit mit einem Ausblick zur moglichen Anwendung und Weiter-
fiihrung der in dieser Arbeit vorgestellten Ergebnisse.






KAPITEL 2

Ultrakalte atomare Bose-Gase in
optischen Gitterpotentialen

Der erste Abschnitt dieses Kapitels beinhaltet eine Einfiihrung in die theoretischen
Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation. Diese wird zunédchst fiir den Fall ei-
nes nichtwechselwirkenden atomaren Gases in drei Dimensionen behandelt, wel-
cher auch in vielen Textbiichern zur statistischen Mechanik in allgemeinerer Form zu
finden ist [32]. Danach wird die interatomare Wechselwirkung fiir ein diinnes ato-
mare bosonisches Gas berticksichtigt. Es folgt eine knappe Darstellung der Gross-
Pitaevskii-Gleichung und der Thomas-Fermi-Nadherung. Die gewdhlte Darstellung
orientiert sich weitestgehend an [33]. Im n&dchsten Abschnitt werden dann die im
Experiment verwendeten Kithlmethoden der magneto-optischen Falle und der eva-
porativen Kiihlung in der Dipolfalle vorgestellt. Das Kapitel schliefst mit einem Ab-
schnitt tiber die Entwicklung einer Energiebandstruktur ultrakalter Atome in opti-
schen Gitterpotentialen und einer Einfiihrung in die Dynamik der Atome innerhalb
dieser Energiedispersion.

2.1 Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation

In der Natur sind zwei mogliche Arten von Teilchen in Hinblick auf die Vertauschung
zweier Teilchen in einem System aus vielen identischen Teilchen realisiert. Partikel,
deren Vielteilchenzustand symmetrisch unter Permutation zweier Teilchen ist, wer-
den Bosonen genannt. Im Gegensatz zu Fermionen, deren Vielteilchenzustand anti-
symmetrisch hinsichtlich der Zweiteilchenpermutation ist, konnen Bosonen densel-
ben Einteilchenzustand, insbesondere den Grundzustand, besetzen. Die makroskopi-
sche Besetzung des Grundzustands ab einer kritischen Phasenraumdichte wird Bose-
Einstein-Kondensation genannt [34, 35]. Im Falle atomarer Gase wird diesem Phasen-
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tibergang eine kritische Temperatur zugeordnet, unterhalb derer die Kondensation
eintritt.

Kritische Temperatur und Kondensatanteil

Die mittlere Besetzungszahl (n.) des Einteilchenzustands eines Bosons mit der Energie
€ ist tiber die Bose-Einstein-Statistik

L
Z_leﬁf -1 - e(f_li)/kBT -1

<ne> =

@2.1)

gegeben, wobei die Energienormierung 8 = 1/ (kgT) mit der Boltzmann-Konstante k5
gewadhlt wird und die Fugizitit z tiber z = exp (u/ (k5T)) mit dem chemischen Potential
u verkniipft ist [34, 35]. Fiir hohe Temperaturen geht diese in den klassischen Fall der
Boltzmann-Verteilung

(ne) ~ e~ e /ksT (2.2)

tiber. Die Gesamtzahl N der Bosonen innerhalb der Verteilung ist

N = Z (nJ) = Z m 2.3)

Im Falle grofSen Volumens V kann die Summe in (2.3) wegen des nahezu kontinuierli-
chen Energiespektrums e (p) durch ein Integral ersetzt werden.

Die Anzahl an Zustianden A (e) mit einer kleineren Energie als € ist gegeben als das
Kugelvolumen im Impulsraum 47/3 [p (€)]’ = 47/3(2me)*’* geteilt durch das Einheits-
volumen (277i)°, welches ein Quantenzustand im Phasenraum einnimmt [33]. Defi-
niert man die Zustandsdichte a (¢) fiir ein freies Teilchen der Masse m damit tiber

32
d( 4 (2me) ): V' |, 24

d
al@de=da(e) = al0=2A4O =0 \V3 amy |~ Vaem©
JT

€ de
so stellt man fest, dass der Grundzustand € = 0 mit 0 gewichtet wird. Die Anzahl
angeregter Teilchen N, ergibt sich dann zu

2.3)

00 00 1
Nex :f(; dea(e){n.) = f(; dea (e)m (2.5)

und wird fiir 4 = 0 maximal. Solange N > N konnen alle Teilchen des Ensembles
in angeregten Zustanden untergebracht werden. Unterhalb einer kritischen Tempera-
tur T, gilt Nox < N und der Grundzustand mit der Teilchenzahl Ny = N — N, > 0 wird
makroskopisch besetzt. Es kommt zur Bose-Einstein-Kondensation. Die kritische Tem-



2.1 Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation

A B C D
R A
NS YT Y %
T=T,>T. T, >T > 1T, T <T. T=0

Abbildung 2.1: Illustration zur Bose-Einstein-Kondensation. A: Temperatur 7' = T, deutlich
oberhalb der kritischen Temperatur (klassischer Fall). B: Bei sinkender Temperatur T < T,
verldngert sich die thermische De-Broglie Wellenldnge A4z. C: Temperatur im Bereich der kri-
tischen Temperatur (Uberlapp der Wellenpakete, Ubergang zum Bose-Einstein-Kondensat).
D: Bei verschwindender Temperatur kondensiert das Gas vollstiandig (reines Bose-Einstein-
Kondensat). Entnommen und bearbeitet aus Referenz [36].

peratur T, entspricht derjenigen Temperatur, bei der die Gesamtzahl der Bosonen N
noch in angeregten Zustdnden untergebracht werden kann,

- 1
N =N (To,pu=0) = f dea(€) ———r (2.6)
0 ec/ksle — ]
Mit der Beziehung
00 a—1
f dx—— =T(a)¢ () 2.7)
0 e —1

und dem Wert I" (3/2) = +/n/2 fiir die Gammafunktion ergibt sich schliesslich fiir freie
Teilchen (2.4) in einem Boxvolumen V die kritische Temperatur
2n R*n?P

T. = LG/TR mks (2.8)

mit dem Wert £ (3/2) ~ 2,612 fiir die Riemannsche Zetafunktion [33].

Ein alternativer Ansatz vergleicht die mittlere freie Weglidnge des Teilchens d, welche

von der Groenordnung ~ n~'7? ist, mit der thermischen De-Broglie-Wellenldnge

27h2 |
A = (mk T) . 2.9)
B

Der Ubergang zum Bose-Einstein-Kondensat ist vereinfacht in Abbildung 2.1 darge-
stellt. Fiir hohe Temperaturen 7 (Abb. 2.1A) ist die thermische De-Broglie-Wellenldnge
Ar kurz und das Gas kann klassisch beschrieben werden. Bei sinkender Temperatur
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steigt die Wellenldange A, (Abb. 2.1B), bis sie ab der kritischen Temperatur 7. vergleich-
bar mit der mittleren freien Weglidnge ist (Abb. 2.1C),

(T =T)=Ar. ~n"P 5T, =C,- (2.10)
mit der Konstanten C,, die sich beim Vergleich mit (2.8) zu C, = [{(3/ )] ergibt.
Weiterhin ldsst sich eine kritische Phasenraumdichte

D. = n(A7)* B 7(3/2) ~ 2,612 2.11)

tiber die De-Broglie-Wellenldnge angeben. Der Anteil an kondensierten Atomen

2.5),2.6 T 312
Ny/N *740 (1 _ (?)) 2.12)

nimmt mit sinkender Temperatur zu, bis schliefllich fiir 7 = 0 das atomare Gas voll-
standig kondensiert ist (Abb. 2.1D).

Fiir ein atomares Gas innerhalb einer paraboloiden Falle
1
Vext (X, 4, 2) = >m (wixz + wjyz + w?zz) (2.13)

andert sich die Zustandsdichte a (e) und es gilt fiir die kritische Temperatur

hoN'3

T ~ 0,045N'" (f/Hz) nK (2.14)
B

charm =

. . . = 1/3
mit dem geometrischen Mittel @ = 2nf = 27 ( iy fz) der Fallenfrequenzen f; der
harmonischen Falle und der Apéry-Konstanten £ (3) ~ 1,202 [37]. Nimmt man eine
mittlere Fallenfrequenz von 50 Hz und eine Atomzahl von 5 - 10* am Ende der evapo-
rativen Kiithlung in der optischen Dipolfalle an, so ergibt sich mit (2.14) eine kritische
Temperatur von etwa 83 nK.

Streulange und effektive Wechselwirkung im atomaren Bose-Gas

In den bisherigen Uberlegungen zur Bose-Einstein-Kondensation wurde ein
wechselwirkungsfreies Gas angenommen. Im Falle der Bose-Einstein-Kondensation
von Alkaliatomen werden oft diinne Gase verwendet, bei denen der mittlere Abstand
zwischen zwei Atomen grofs gegeniiber den relevanten Langenskalen der Atom-
Atom-Wechselwirkung ist. In diesem Falle wird die interatomare Wechselwirkung
auf die Streuung zweier Atome im Rahmen der s-Wellenstreuung reduziert und Drei-
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2.1 Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation

Korper-Stofie und Prozesse hoherer Ordnung vernachldssigt. Die Losung der zeit-
unabhdngigen Schrodinger-Gleichung lautet dann

W(r) = constw, (2.15)

mit dem Abstand r zwischen den Stofipartnern [38]. Die Streuldnge a; leitet sich tiber
das Streupotential ab, welches sich tiber die StofSpartner ergibt. Im Falle attraktiver
Wechselwirkung ist a; < 0, bei Repulsion a, > 0. Im Rahmen der Born-Naherung
kann das Wechselwirkungspotential des Zweikorperstofies in einem diinnen atoma-
ren Gas durch eine Deltafunktion der Amplitude 2rh*a,/m, mit der reduzierten Masse
m, beschrieben werden [39]. Sind die Stof3partner identisch und der Abstand r = |r|
zwischen zwei Atomen grofd gegeniiber a, (aber klein gegeniiber allen anderen cha-
rakteristischen Langen wie thermische De-Broglie-Wellenldnge, mittlerer Abstand der
Atome im Gas etc.), so ergibt sich die effektive Wechselwirkungspotential zu

4nhla

m

U (ri, rj) = 6(r,~ - rj) = Uyd (ri - rj) (2.16)
mit der Masse m des Atoms und dem Ort r; ; des Teilchens i,j (es wurde verwendet,
dass m, = m/2). Die Grofse U, wird effektive Wechselwirkung genannt [33].

Fiir Alkaliatome ldsst sich das Problem allgemein nicht auf das Problem identischer
Stofipartner reduzieren, da es im elektronischen Grundzustand mehrere Hyperfein-
zustdnde gibt [40]. Da die Hyperfeinenergieniveaus iiber externe Magnetfelder durch
den Zeeman-Effekt verschoben werden, kann die effektive Streuldnge mittels soge-
nannter Feshbach-Resonanzen angepasst werden, bei denen ein gebundener Zustand
niedriger Energie die Streuung entscheidend beeinflusst [41].

Gross-Pitaevskii-Gleichung

Die Gross-Pitaevskii-Gleichung [42, 43] beschreibt ein Bose-Gas bei Temperatur 7' = 0,
bei der die Streuldnge a, aus (2.15) deutlich kleiner als der mittlere interatomare Ab-
stand ist. Sie kann aus dem Hartree-Fock-Ansatz hergeleitet werden [33, 44]. Hierbei
wird die Vielteilchenwellenfunktion ¥y als symmetrisiertes Produkt der Einteilchen-
wellenfunktionen gendhert, welche im Falle eines vollstindig kondensierten Bose-
Gases (T = 0) gerade dem Grundzustand ¢, (r) entspricht,

N
Wy (1o, orw) = | | o (). (2.17)
i=1

11



2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

Dieser Ansatz beinhaltet noch nicht die Wechselwirkung zweier Bosonen, die sich
nahe kommen. Diese wird nun mit der effektiven Wechselwirkung U, aus (2.16) be-
riicksichtigt, so dass sich fiir den Hamilton-Operator des Systems

N

2
p;
Z [% + Vexe (1)

i=1

H

+UOZ6(ri—rj) (2.18)

i<j

mit dem externen Potential Vi (r) ergibt. Die Energie des Zustands (2.17), welche ge-
rade dem Erwartungswert des Hamilton-Operators (2.18) entspricht, lautet

N-1

2
E=(H)y= Nfdl'[zh—m Vo (O + Ve (1) I (1) + Uy |¢o (l‘)l4]. (2.19)
Sie setzt sich zusammen aus dem kinetischen Term, dem Term fiir das externe Po-
tential und den Wechselwirkungsterm, bei dem N (N — 1) /2 gerade die Anzahl an
Bosonenpaaren und f drUy |y (r)* die Wechselwirkungsenergie fiir zwei Bosonen im
Zustand ¢, (r) ist [33]. Um das Kondensat als Ganzes zu beschreiben, fiihrt man im
ndchsten Schritt eine Kondensatwellenfunktion tiber

Yo (r) = VNg, (1) (2.20)

ein (N ist die Anzahl an Bosonen im Kondensat), welche auch Ordnungsparameter
genannt wird. Aus ihr ergibt sich fiir die Dichteverteilung im Kondensat

n(r) = o (). (2.21)

Mit der Naherung N — 1 = N ist die Energie (2.19) tiber

n? 1
E ) = fdr [% [Viho (0) + Vew (1) o (0 + 7 Voo Gl (2.22)

gegeben. Die optimale Form von ¢ (r) ergibt sich nun iiber die Lagrange-Funktion
0E — u6N = 0 mit dem chemischen Potential x4 als Lagrange-Multiplikator, damit die
Gesamtteilchenzahl N = f dr |y|* erhalten bleibt [33]. Dies ist gleichbedeutend mit
E — uN = 0 und das Ergebnis lautet

h2
- %Vzlﬁo (1) + Vet (1) 0 (1) + Ug o ()1 Yo (r) = i (1) . (2.23)

Diese Gleichung ist die zeitunabhédngige Gross-Pitaevskii-Gleichung. Sie entspricht
der Schrodinger-Gleichung mit einem externen Potential Ve (r) und einem nicht-
linearen Term U, |, (r)]>, welcher als mittleres Feld der anderen Bosonen interpre-
tiert werden kann (mean field theory). Aufgrund der Wechselwirkung ergibt sich bei

12



2.1 Grundlagen der Bose-Einstein-Kondensation

der Gross-Pitaevskii-Gleichung als Eigenwert das chemische Potential u und nicht die
mittlere Energie pro Boson (wie es bei der Einteilchen-Schrodinger-Gleichung der Fall
ist). Die Gross-Pitaevskii-Gleichung kann oft nur numerisch gelost werden.

Thomas-Fermi-Naherung

In einem harmonischen Fallenpotential (2.13) mit den Fallenfrequenzen w; erwartet
man ohne Beriicksichtigung der Wechselwirkung, dass das Bose-Gas die Radien

1/2
Vosc,i = (l) (224)

mawy;
einnimmt. Im Experiment wird hingegen {iblicherweise eine grofiere Ausdehnung
des Kondensats beobachtet. Um diese Diskrepanz zu verstehen liefert die Gaufische
Variationsmethode eine einfache Abschitzung des Energieanteils, welcher aus der re-
pulsiven Wechselwirkung im harmonischen Oszillator resultiert [33]. Sie lautet in ei-

2/5

Ein N K

N‘ ~ hw( a ) (2.25)
rOSC

mit der Streuldnge a, aus (2.15). Mit zunehmender Wechselwirkungsstarke Na,/ros. ge-
winnt also die Wechselwirkungsenergie an Bedeutung, wéahrend die kinetische Ener-
gie zunehmend vernachldssigt werden kann. Die Gross-Pitaevskii-Gleichung (2.23)
vereinfacht sich dann zu

ner Dimension

[V (¥) + Uy lyro (0| o (1) = o () (2.26)

und liefert einen relativ einfachen Ausdruck fiir die Dichteverteilung (2.21),

- V@®) /Uy fir (u=V ()20

2.27
0 sonst ( )

n(r) = lgo () = {
Das Kondensat wird als ein gleichférmiges Gas der lokalen Dichte n (r) gendhert. Die
Naherung (2.26) ist als Thomas-Fermi-N&dherung bekannt, in Analogie zum Thomas-
Fermi-Atommodell [45, 46]. Fiir das harmonische Potential (2.13) nimmt das Bose-Gas
mit repulsiver Wechselwirkung in Thomas-Fermi-Ndherung eine parabolische Form
an. Die Ausdehnung des Kondensats ist iiber u = V. festgelegt und der Thomas-
Fermi-Radius R ergibt sich zu

N ) 1/5
Fows 1,719-( “) Fore (2.28)
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2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

und ist damit typischerweise grofier als der Radius r,, den das Kondensat oh-
ne Wechselwirkung im harmonischen Oszillator einnimmt [33]. Die Thomas-Fermi-
Néaherung liefert jedoch keine guten Ergebnisse fiir Dichteverteilung am Rand des
Kondensats, wo die kinetische Energie eine zunehmende Rolle spielt.

2.2 Optisches Kuhlen und Fangen atomarer Gase

Um kollektive Effekte wie die Bose-Einstein-Kondensation experimentell beobachten
zu konnen, muss das atomare Bose-Gas unter die kritische Temperatur gekiihlt wer-
den, die typischerweise im Mikro- bzw. Nanokelvinbereich liegt (siehe Abschnitt 2.1).
Dies gelingt in der Regel nur mit einer Kombination aus optischen Kithimethoden und
verschiedenen Atomfallen. Wahrend die Verdiinnungskiihlung in Mischkryostaten
Temperaturen im Millikelvinbereich erreicht [47] , werden mit Verfahren der Laser-
und evaporativen Kiihlung Gase neutraler Atome mit Temperaturen von einigen 10-
100 Nanokelvin oder unter hohem Aufwand bis in den Pikokelvinbereich erzeugt (sie-
he z.B. [48, 49]).

Oft werden im ersten Schritt Atome in eine magneto-optische Falle geladen, deren
Prinzip auf der Idee der Laserkiihlung basiert [50]. Wahrend der bei der Absorption
tibertragene Impuls auf ein Atom in Richtung des Photonimpulses zeigt, erfolgt die
spontane Reemission eines Photons isotrop, so dass im statistischen Mittel {iber viele
Absorptions- und Reemissionsprozesse nur der Impulsiibertrag der Absorption tibrig
bleibt. Bei zwei gegenldufigen Laserstrahlen, deren Licht rotverstimmt zur Absorpti-
onslinie des Atoms ist, erscheint der der Bewegungsrichtung des Atoms gegenldufige
Laserstrahl aufgrund der Doppler-Verschiebung resonanter und das Atom wird abge-
bremst. Dieses Konzept der Doppler-Kiihlung wurde von Ashkin 1978 zum Fangen
von Atomen vorgeschlagen [51] und in seiner dreidimensionalen Erweiterung, die
auch als optische Molasse bekannt ist, 1985 von Chu et al. experimentell demonstriert
[52]. In der Betrachtung des Atoms als Zweiniveausystem ergibt sich als erwartete
untere Grenze der Doppler-Kiihlung die Doppler-Temperatur, welche sich tiber die
natiirliche Lebensdauer des angeregten Zustands herleitet und dem Punkt entspricht,
an dem die Aufheizung durch die spontane Emission gerade die Doppler-Kiihlung
kompensiert [53]. Die im Experiment gemessene Temperatur unterschritt die Doppler-
Temperatur um eine Groéfienordnung [52]. Das Messergebnis wird erst bei der Betrach-
tung des Atoms als Mehrniveausystem verstandlich. Wird das Mehrniveausystem be-
riicksichtigt, wie z.B. bei der Sisyphus- oder Polarisationsgradientenkiihlung, welche
von Dalibard und Cohen-Tannoudji [54] formuliert wurde, so sind Temperaturen bis
herab zur Riickstofitemperatur, die {iber die Energie eines Riickstofses bei der Photon-
emission gegeben ist, erreichbar.
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Abbildung 2.2: Skizze zum Prinzip der magneto-optischen Falle. o* polarisiertes Laserlicht
der Frequenz wg, welches rotverstimmt (gekennzeichnet durch rote gepunktete Linie) zum
Ubergang des Atoms von J = O nach J = 1 ist (durchgezogene Linien), wird aus +x- Richtung
eingestrahlt. Durch den Zeeman-Effekt verschieben sich die Energieniveaus mit J = 1. Fiir
my = +1 (blau) verschiebt der Zeeman-Effekt die Energie nach unten fiir x < 0 und nach oben
fiir x > 0. Fiir my = —1 (griin) ist das Vorzeichen der Energieverschiebung genau umgekehrt.
Durch diese Konfiguration wird bevorzugt o* polarisiertes Licht von links/rechts absorbiert.

Im vorliegenden Experiment wird ein Bose-Einstein-Kondensat aus Rubidiumatomen
(*’Rb) erzeugt. Fiir den im Experiment verwendeten Kiihllaseriibergang der Rubi-
dium D2-Linie ergibt sich die Doppler-Temperatur zu etwa 7p = 146K und die
Riickstofitemperatur zu etwa 7, = 362nK (Vakuumwellenldnge der D2-Linie und
Lebensdauer des angeregten Zustands |5P3/2) aus [55], Rubidiummasse (*’Rb) aus
[56], zur Berechnung siehe z.B. [57]). Um noch tiefere Temperaturen zu erreichen,
sind andere Methoden wie die der Verdampfungskiihlung oder der Raman-Kiihlung
notwendig. Die im Experiment verwendeten Methoden, die Laserkiihlung in der
magneto-optische Falle und die Verdampfungskiihlung in der optischen Dipolfalle,
werden in diesem Abschnitt vorgestellt. Einen guten Uberblick iiber die verschiede-
nen optischen Kiihlverfahren und die Grundlage der gewihlten Darstellung liefert
[57].

Magneto-optische Falle

Die magneto-optische Falle (MOT) stellt eine Erweiterung der optischen Molasse dar.
Wie von Ashkin und Gordon gezeigt, ist eine aus einer fixen Anordnung von Laser-
strahlen gebildete optische Falle, welche nur auf Absorption und spontaner Emission
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2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

beruht, fundamental instabil (optisches Earnshaw-Theorem) [58]. Bei der optischen
Molasse existiert zwar eine dissipative Kraft in alle Raumrichtungen, jedoch keine
Riickstellkraft zum Fallenzentrum, so dass die optische Molasse keine Atomfalle im
eigentlichen Sinne bildet. Atome konnen weiterhin aus den Laserstrahlen diffundie-
ren und so die optische Molasse verlassen. Bei der magneto-optischen Falle wird die
optische Molasse um einen linearen Magnetfeldgradienten erweitert und o*- polari-
siertes Licht verwendet. Das Prinzip ist in einer Dimension fiir einen Ubergang von
J = 0zuJ’ = 1in Abbildung 2.2 skizziert. Fiir nicht zu hohe Magnetfelder ist die
Zeeman-Verschiebung in guter Naherung proportional zum Magnetfeld, so dass die
Energieniveaus |J = 1.m/ = il> linear vom Ort abhédngen. Es wird nun o*- polari-

siertes Licht der Frequenz wy in +x-Richtung eingestrahlt und damit die Ubergénge
Am; = *1 getrieben. Fiir ein Atom mit positiver x-Koordinate ist das o~-polarisierte
Licht resonanter als das o*-polarisierte Licht, so dass es eine Riickstellkraft in Rich-
tung Fallenzentrum erfihrt. Analoges gilt fiir die entgegengesetzte Raumrichtung.
Atome in der magneto-optischen Falle erfahren also sowohl eine geschwindigkeits-
abhédngige Kraft (durch die Doppler-Kiihlung) als auch eine zum Fallenzentrum ge-
richtete Riickstellkraft (durch die Kombination aus Magnetfeldgradient und der zir-
kularen Polarisation des Lichts).

Fiir die Realisierung dieser Idee in drei Raumrichtungen gentigt die Kombination
aus drei gegenldufigen orthogonalen Laserstrahlen mit entgegengesetzter zirkula-
rer Polarisation und einem Spulenpaar in Anti-Helmholtz-Konfiguration, welches
den Magnetfeldgradienten in allen Raumrichtungen erzeugt. Die Symmetrieachse
der Spulen wird oft mit einer der drei Achsen der Laserstrahlen zusammengelegt
und heifst dann Hauptachse. Das Fallenzentrum entspricht dem Magnetfeldnullpunkt
der Spulen. Durch zusétzliche Magnetfeldspulenpaare in Helmholtz-Konfiguration
(Offsetspulen) kann der Magnetfeldnullpunkt in allen drei Raumrichtungen verscho-
ben werden. Die erste experimentelle Realisierung einer magneto-optischen Falle ge-
lang 1987 durch Chu, Pritchard et al. [59].

Optisches Dipolfallenpotential

Die Doppler-Kiihlung beruht auf einer abwechselnden Folge von Absorption und
spontaner Emission und lésst sich als dissipative Kraft auf die Atome beschreiben
[57]. Im Gegensatz dazu beruht das Prinzip der optischen Dipolfalle auf der Wechsel-
wirkung zwischen dem Laserlichtfeld und dem induzierten Dipolmoment des Atoms
[60, 61]. Diese Wechselwirkung hat eine Verschiebung der potentiellen Energie des
Atoms zur Folge, welche auch als dynamische Stark-Verschiebung bekannt ist [62].
Fiihrt diese Verschiebung rdumlich zu einem Potentialminimum, so ergibt sich das
Fallenpotential der optischen Dipolfalle. Im Gegensatz zur magneto-optischen Falle
ist die optische Dipolfalle eine konservative Falle. Die typische Fallentiefe betrdagt we-
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2.2 Optisches Kiihlen und Fangen atomarer Gase

nige mK und ist damit vergleichsweise gering, so dass meistens eine Praparation der
Atome (z.B. durch Kiihlung in der magneto-optischen Falle) vorab notwendig ist, um
Atome effizient in die Dipolfalle zu laden. Bei den ersten Experimenten zur Dipolfalle
1986 wurden Atome aus einer optischen Molasse in die Dipolfalle umgeladen [63].
Der Abschnitt beginnt mit einer klassischen Betrachtung des Dipolfallenpotentials
und geht dann zur quantenmechanischen Sichtweise iiber. Die Argumentation folgt
weitestgehend [64]. Es folgt eine Erlduterung der Verdampfungskiihlung.

Klassisches Modell

Ein klassisches Laserlichtfeld, beschrieben durch das elektrische Feld
E(r, /) =eéE([@®) e ™ +c.c., (2.29)

welches in Richtung des Einheitsvektor € schwingt, induziert ein entsprechendes
Dipolmoment

pr,H)=ep)e ™ +c.c. (2.30)

auf das Atom, welches mit der treibenden Frequenz w; schwingt. Die beiden Grofsen
sind tiber die komplexe Polarisierbarkeit o miteinander verkniipft,

p(r) =caE(r), (2.31)

wobei a allgemein tensorieller Natur ist. Fiir ein isotropes Medium kann a als kom-
plexer Skalar beschrieben werden. Wie spéter bei Betrachtung der dynamischen Stark-
Verschiebung fiir die D-Liniendoubletts der Alkaliatome klar wird, trifft dieser Punkt
fiir Rubidiumatome (*’Rb) zu [65]. Das Wechselwirkungspotential des induzierten
Dipolmoments p im Lichtfeld E ist dann

Vi () = =5 (PE), = —5 —Re (@) 1), 232)
wobei der Faktor —3 berticksichtigt, dass das Dipolmoment induziert und nicht
permanent ist, (), die zeitliche Mittelung meint und 7 (r) = 2¢c|E (r)I* die Intensitit
des Laserlichts (2.29) angibt. Klassisch kann das Wechselwirkungspotential als der
Anteil der Dipolschwingung interpretiert werden, welcher in Phase zum Laser-
lichtfeld (e« Re(a)) schwingt. Das Wechselwirkungspotential ist proportional zur
Intensitdt /(r) und hat fiir Re(e) > 0 die Form eines Fallenpotentials, wobei das
Fallenzentrum gerade mit dem im Intensitdatsmaximum zusammenfallt. Der Gradient
des Wechselwirkungspotentials wird als Dipolkraft bezeichnet.
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Die Leistung P, welche vom oszillierenden Dipolmoment absorbiert wird, er-
gibt sich zu
wy

Pays (r) = (PE), = 5—Im () [ (r). (2.33)

260
Klassisch entspricht dies dem Anteil der Dipolschwingung, der gegen die Phase des
Laserlichtfelds (e« Im (@)) schwingt. Die absorbierte Leistung kann als Streuung, d.h.
zyklische Abfolge von Absorption und spontaner Emission von Photonen der Energie
hw; interpretiert werden. Fiir die Streurate I';. (r) bedeutet das

P (r) 1

hor = e (@) I(r). (2.34)

[ (r) =

Wie auch das Dipolfallenpotential (2.32) hangt die Streurate vom Intensitéatsprofil 7 (r)
und von der atomaren Polarisierbarkeit « ab, fiir die im Folgenden ein Ausdruck ge-
funden werden soll. Als klassischen Ansatz wéahlt man dazu das Oszillatormodell
nach H. Lorentz [64]. In diesem Modell ist das Elektron der Ladung e mit der Mas-
se m, elastisch mit der Eigenfrequenz w,, welche der optischen Ubergangsfrequenz
entspricht, an den Atomkern gebunden. Uber die Larmorsche Formel [66] ergibt sich
tiber die abgestrahlte Dipolstrahlung des Lorentz-Oszillators fiir die Dampfung

ew?
r,=——— 2.35
6meym,c? ( )
mit der Frequenz w des Oszillators. Uber die Bewegungsgleichung

¥+ T yx + wix = —eE (1) (2.36)

lasst sich mit (2.31) ein Ausdruck fiir die atomare Polarisierbarkeit angeben,

2 1 T 2

a = ¢ = 67 C° [ (2.37)

m_6w(2)—w2—iwfw wé—wz—i(aﬁ/wé)r
mit der Dampfungsrate I' = (w,/ w)*T,, am Ort der Resonanz. Setzt man dieses Ergeb-
nis in die Gleichungen fiir das Dipolfallenpotential (2.32) und die Streurate (2.34) ein
(und vernachldssigt den Term o (I'/ wp)?), so ist

32 [ T r
Vi (1) = -2 ( + )I(r), (2.38)
2wy \W—w Wt w
) 3 2
r r
r. = > (ﬂ) ( + ) 1(r). (2.39)
2nwd \wo) \wo—w  wy+w

Neben der tiblichen Resonanz bei w = wy gibt es einen weiteren resonanten Fall bei
w = —w,, der gegenrotierend genannt wird. In der Drehwellenndherung wird dieser
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2.2 Optisches Kiihlen und Fangen atomarer Gase

gegenrotierende Term unter der Annahme, dass die Verstimmung |A| = |w — wy| < wy
nicht zu grofs im Vergleich zur treibenden Frequenz w ist, vernachlassigt [67]. Wei-
terhin ndhert man (w/wy) ~ 1 und findet damit einfache Ausdriicke fiir Dipolfallen-
potential und Streurate,

3nc* T
Viip (r) = ngxl (r), (2.40)
3¢ (T
| S = —| I(r). 2.41
sc () 2 (A) (r) (2.41)

Wihrend also sowohl die Potentialtiefe als auch die Streurate linear mit der Intensi-
tat ansteigen, ist die Potentialtiefe antiproportional zur Verstimmung A, wéahrend die
Streurate antiproportional zu A? ist. Ublicherweise werden daher experimentell ho-
he Verstimmungen bei hoher Intensitét fiir das Laserlicht der Dipolfalle gewihlt, um
die Streurate bei vergleichbarer Dipolfallentiefe zu minimieren. Weiterhin zeigt (2.40),
dass fur rotverstimmtes Laserlicht (A > 0) die Atome zum Intensititsmaximum (bei
einem Gauf$schen Strahlprofil zur Strahlmitte), fiir blauverstimmtes Laserlicht (A > 0)
zum Intensitdtsminimum gezogen werden.

Quantenmechanisches Modell

Um eine Losung fiir das Dipolfallenpotential bei quantenmechanischer Betrachtung
zu erhalten, kann die Energieniveauverschiebung AE; des iten Energieniveaus eines
Atoms, welches einem fernverstimmten Laserfeld ausgesetzt ist, im Rahmen der zeit-
unabhéngigen Storungstheorie zweiter Ordnung bestimmt werden,

|71 Hine 1)
AE; = B 242
25—, @.42)
1#] E
wobei Hi, = —fIE den Wechselwirkungsoperator mit dem elektrischen Dipoloperator

ft = —er und &; ; die Energien des ungestorten Atoms bezeichnet (siehe z.B. [68]). Das
Problem wird im Rahmen des Jaynes-Cummings-Modells gelost [69]. Die Idee des
Modells ist es, das Atom und das Lichtfeld als kombiniertes System (dressed states)
zu betrachten [70]. Im Grundzustand verschwindet die innere Energie des Atoms,
wihrend die des Lichtfelds N7iw tiber die Anzahl der Photonen N gegeben ist. Fiir den
ungestorten Zustand ergibt dies die Gesamtenergie & = Nfiiw. Wird ein Atom iiber die
Absorption eines Photons auf die Energie 7w, angeregt, so ergibt sich fiir die Energie
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Abbildung 2.3: Skizze zur dynamischen Stark-Verschiebung. Die Licht-
Dipolwechselwirkung verschiebt die Energieniveaus proportional zur Intensitit mit
umgekehrten Vorzeichen. Fiir den Grundzustand ergibt sich daher eine Potentialmulde am
Intensitdtsmaximum (rechte Seite). Abbildung entnommen und bearbeitet aus [64].

nach der Absorption &; = iwy+(N — 1) iw = —hA;j+ Nhw. Die Energiedifferenz ist dann
& — &; = hA;;. Beim Zweiniveauatom ergibt sich die Energieverschiebung

Kel e lg) 5, 3nc*T
AE =+——|E =+—F—1 2.43
" |E()]" =+ 203 A (r), (2.43)

wobei I(r) = 26c|E@)) und T = [wg/ (371607‘103)] el it |g)* verwendet wurde [64]. Sie
hat ein umgekehrtes Vorzeichen fiir den angeregten und den Grundzustand. Beim
Vergleich mit (2.40) fillt auf, dass die Energieverschiebung des Grundzustands ge-
nau dem (klassischen) Dipolfallenpotential entspricht. Dieser Sachverhalt ist in Ab-
bildung 2.3 skizziert. Diese optisch induzierte Verschiebung wird auch dynamische
Stark-Verschiebung oder AC-Stark-Verschiebung genannt.

Bei der analogen, aber komplizierteren Rechnung fiir das Mehrniveauatom ergibt sich
die dynamische Stark-Verschiebung und damit die Dipolfallenpotentialtiefe als Sum-
me der jeweiligen Beitrdge AE; der verschiedenen anregbaren Energieniveaus &; zur
Verschiebung des Grundniveaus unter Bertiicksichtigung der jeweiligen Gewichtungs-
koeffizienten des Dipoliibergangs und der jeweiligen Verstimmung A;; [64]. Fiir das
Termschema eines S—P Ubergangs bei einem Kernspin / = 3/2 (wie es z.B. fiir ¥’Rb
der Fall ist) ergibt sich das bekannte D-Liniendoublett ( 2S1p = 2Pip, 2P /2) mit der
Feinstrukturaufspaltung 7Ags [40]. Bei einer hohen Verstimmung des Laserlichts der
Dipolfalle im Vergleich zur Feinstrukturaufspaltung (A > Ags) kann die noch kleinere
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2.2 Optisches Kiihlen und Fangen atomarer Gase

Hyperfeinaufspaltung komplett vernachladssigt werden und die Stark-Verschiebung
bzw. die Dipolfallenpotentialtiefe vereinfacht sich zu [71]

Viip (r) =

3T 1
3 A

Ars
—— |1+ =P — | I(r 2.44
ng A grmpg ) (r) ( )

mit der Polarisation # des Laserlichts der Dipolfalle ( = 0, + 1 fiir m,0*-Polarisation)
und dem Landéfaktor gr sowie der magnetischen Quantenzahl mp.

Im vorliegenden Experiment wird zur Erzeugung des Dipolfallenpotentials fiir die
Rubidiumatome (*’Rb) Laserlicht der Wellenldnge A4, = 10,6 um verwendet, so dass
Aps/A = 0,02 und die Korrektur zum Ergebnis fiir das Zweiniveauatom (2.43) klein
werden. Durch die lineare Polarisation des Laserlichts £ = 0 verschwindet der Un-
terschied zwischen den Ergebnissen fiir die Dipolfallenpotentialtiefe (2.44),(2.43) und
(2.40).

Evaporatives Kiihlen

Die Verdampfungskiihlung (auch evaporative Kiithlung) eines atomaren Gases basiert
auf dem Zusammenspiel aus dem Entfernen der heiflesten Atome aus dem Ensem-
ble und der Rethermalisierung des verbleibenden Gases. Das Prinzip wurde 1987 das
erste Mal mit Wasserstoffatomen in einer Magnetfalle [72] und 1997 mit Natrium-
atomen in einer gekreuzten Dipolfalle demonstriert [73]. Heutzutage ist die evapo-
rative Kiihlung die technische Grundlage vieler Experimente zur Erzeugung eines
quantenentarteten atomaren Gases.

Um kontrolliert die heifSesten Atome aus der Falle zu entfernen, werden bei Ma-
gnetfallen Anregungen des Atoms zu Zeeman-Niveaus genutzt, die von der Magnet-
falle nicht gehalten werden. Die Anregungsfrequenzen liegen dabei gewohnlich im
Radiofrequenzbereich. Bei der Dipolfalle fiihrt eine gezielte Absenkung der Potential-
tiefe, die technisch durch Intensitdtsverringerung erreicht wird, zur induzierten Eva-
poration der Atome. Die evaporative Kiithlung ist in beiden Fallen mit hohem Atom-
verlust verbunden, weshalb eine hohe Atomzahl vor Beginn der Evaporation er-
wiinscht ist.

Fiir eine ausreichend hohe Rethermalisierungsrate ist eine moglichst hohe Dichte des
gefangenen Gases notig. Damit die evaporative Kiihlung effizient ablaufen kann, soll-
te das Verhiltnis von inelastischen Stofsen zwischen den Atomen, die zum Austritt
der Atome aus der Falle fiihren konnen, zu elastischen Stofden, die zur Rethermalisie-
rung fiihren, gering sein. Dieses Verhiltnis wird durch das Laden eines atomaren En-
sembles im energetischen Grundzustand in die Falle stark begtinstigt. Aus analogen
Griinden sollte die Stofirate mit dem Hintergrundgas so gering wie moglich gehalten
werden, was ein ultrahohes Vakuum voraussetzt.
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2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

Aufgrund der vergleichsweise geringen typischen Potentialtiefe der optischen Dipol-
falle findet in den meisten Experimenten eine Vorkiihlung des atomaren Gases, z.B.
wie im vorliegenden Experiment in einer magneto-optischen Falle, statt. Bei starker
Fokussierung des Dipolfallenlaserstrahls ist die erreichte Potentialtiefe und die ato-
mare Dichte in der Falle maximal, das Volumen der Falle hingegen gering, so dass
schon allein aus geometrischen Griinden nur ein geringer Anteil der Atome aus der
magneto-optischen Falle in die Dipolfalle geladen werden kénnen. Erh6ht man das
Volumen der Falle durch weniger starke Fokussierung des Laserstrahls, so erhoht
sich die Anzahl der Atome in der Falle, aber die atomare Dichte und die elasti-
sche Stofsrate nehmen ab. Im Experiment wird ein Kompromiss gefunden, indem der
Dipolfallenstrahl tiber eine rdumliche Modulation aufgeweitet und der zeitliche Ver-
lauf der Modulationsamplitude an den Intensitdtsverlauf der Evaporation angepasst
wird (vgl. Abschnitt 4.2).

2.3 Optisches Gitter

Bisher wurde das Dipolfallenpotential fiir einen oder zwei sich kreuzende Laser-
strahlen behandelt, welches im Falle von Gaufs-Strahlen eine harmonische Form
annimmt. Betrachtet man zwei gegenldufige Laserstrahlen der gleichen Frequenz
und fester relativer Phase zueinander, so bildet sich eine optische Stehwelle aus,
d.h. eine periodische Abfolge von Intensitdtsminima und Intensitdtsmaxima. Bei rot-
verstimmten Laserlicht bildet jedes Intensititsmaximum ein Potentialminimum fiir
die Atome. Dieses System wird als optisches Gitterpotential bezeichnet. Die Idee l4sst
sich auf zwei bzw. drei sich kreuzende Laserlichtstrahlen erweitern und fiithrt dann zu
einer zwei- bzw. dreidimensionalen periodischen Anordnung von Potentialminima,
welche manchmal auch wegen der Analogie zur Festkorperphysik als Lichtkristall
bezeichnet wird. In diesem Abschnitt werden die Grundlagen des im Experiment
realisierten eindimensionalen optischen Gitterpotentials beschrieben. Zunachst wird
genauer auf die Dispersionsrelation der Atome in optischen Gitterpotentialen einge-
gangen, welche sich aus der rdumlichen Periodizitit des Potentials mit dem Bloch-
Theorem [74] ableiten ldsst und ein Bandermodell beschreibt, welches die Analogie
zur Festkorperphysik deutlich macht [75]. Danach folgt eine Ausfiihrung zur Dyna-
mik der Atome in optischen Gitterpotentialen.

Optisches Gitterpotential

Bei Vernachladssigung des radialen Strahlprofils werden zwei gegenldufige, linear po-
larisierte Laserlichtstrahlen in +z-Richtung mit gleicher Frequenz w und der Wellen-
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2.3 Optisches Gitter

zahl k = 2m/A; mit der Wellenldnge A, des Laserlichts klassisch durch die ebenen
Wellengleichungen

E| (z.1) = & E; [ 4 g7lorkd] (2.45)
E) (2, 1) = &, [ 4 ¢k (2.46)

beschrieben. Die Polarisationsrichtung der Laserstrahlen ist tiber die Einheitsvektoren
€, berticksichtigt. Die Intensitét ist tiber I = ce, <E2>¢ gegeben, wobei (), die zeitliche
Mittelung meint, so dass sich die Gesamtintensitét zu

1) = ce ([E (2. 0) + By (2. DF) = cep[(E2) +(E3) +2(E\Ey)|
=1 + 1L +&& -2+ I, cos’ (kz) < cos® (kz) (2.47)

ergibt. Das longitudinale Intensitdtsprofil ist die Summe aus einem konstanten
Intensitdtsanteil und einem Interferenzanteil mit der raumlichen Periode A;/2. Das
Potential fiir die Atome ist analog zu (2.40) proportional zur Intensitdt, wobei fiir das
effektive Potential nur der Interferenzterm mit raumlicher Abhédngigkeit relevant ist,
so dass
Vo
Vz) = > cos (2kz) (2.48)

mit der Potentialtiefe V, « VI,1,, welche maximal fiir € || €, wird.

Die Wechselwirkung des Atoms mit den Laserlichtstrahlen kann auch als zyklische
Abfolge von Absorption eines Photons des einen Laserstrahls und der stimulierten
Emission eines Photons in den anderen Laserstrahl verstanden werden. Der Prozess
ist in Abbildung 2.4A skizziert. Es findet je nach Prozessrichtung ein Impulsiibertrag
von =27k auf das Atom statt. Da der Ubertrag symmetrisch in beiden Laserstrahlen
stattfindet, werden die Atome im Impulsraum periodisch im Abstand 27k angeordnet,
was der Beugung an einem Gitter mit der raumlichen Periode A,/2 entspricht. Deshalb
wird das effektive Potential fiir die Atome auch optisches Gitterpotential oder kurz
optisches Gitter genannt. Analog zu (2.43) kann das optische Gitterpotential auch in
Dipolnédherung fiir das Zweiniveauatom bestimmt werden. Eine solche Ndherung ist
in [30] ausfiihrlicher dargestellt.

Bloch-Theorie und Bandermodell

Um die Dynamik ultrakalter Atome (bzw. eines Bose-Einstein-Kondensats) im opti-
schen Gitterpotential zu untersuchen soll im Folgenden die Dispersionsrelation be-
stimmt werden. Dazu wird die Losung der Gross-Pitaevskii-Gleichung (2.23) in ei-
ner Dimension mit dem externen Potential (2.48) unter Vernachldssigung der inter-
atomaren Wechselwirkung U, bestimmt. Dieser Ansatz ist im vorliegenden Experi-
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2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

Energie E, (q) [E,]

Quasiimpuls ¢ [hk]

Abbildung 2.4: A: Skizze zum Zweiphotonenprozess beim optischen Gitter. Photonen der
Frequenz w;, welche rotverstimmt zum Ubergang lg) — |e) sind werden absorbiert und wieder
stimuliert emittiert. Eine zyklische Abfolge fithrt zum optischen Gitterpotential fiir die Ato-
me. B: Erweiterte Energiedispersionsrelation des optischen Gitterpotentials. Ohne das Gitter-
potential folgen die Atome Parabeln mit Ursprung N27ik, N € Z (schwarz gepunktete Linie).
Durch die Wechselwirkung mit dem optischen Gittern kommt es zu einer Kopplung nahe der
dargestellten Kreuzungspunkte und es ergibt sich eine Energiebandstruktur, die hier fiir den
Fall Vy = 1E, aufgetragen ist (rot durchgezogene Linie).

ment in guter Ndherung gerechtfertigt, da eine freie Expansionsphase vor dem Ein-
schalten des optischen Gitterpotentials zur Umwandlung der inneren Energie in ki-
netische Energie fiihrt. Die zu l6sende Gleichung vereinfacht sich zur stationdren
Schrédinger-Gleichung der Form

~2

E¢@)=(§Z+xm@)w@) (2.49)

mit dem Impulsoperator p = ifd,, der Masse m der Atome und dem externen pe-
riodischen Potential (2.48). Nach dem Bloch-Theorem [74] haben die Losungen ¢ (z)
notwendigerweise die Form eines Produkts aus einer ebenen Welle in z- Richtung
und einer Funktion u, (z) derselben Periodizitit wie das externe Potential V (z). Das
Bloch-Theorem ist ein Spezialfall des Floquet-Theorems [76, 77], welches bei der Ana-
lyse zeitlich periodisch getriebener Systeme in Kapitel 3.1 verwendet wird. Der Bloch-
Ansatz lautet

¥ (2) = e“Mu, (2). (2.50)
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2.3 Optisches Gitter

Die ebene Welle exp (igz/h) bringt die Analogie zur Bewegung eines freien Teilchens
mit Quasiimpuls g zum Ausdruck, dessen Wellenfunktion mit der Periodizitit des ex-
ternen Potentials iiber die Bloch-Funktion u, (z) moduliert wird. Mit diesem Losungs-
ansatz folgt

1
E(q)uq(2) = [% (p+q)’+ V(Z)] Uq (2). (2.51)

Da die raumliche Periodizitit des externen Potentials durch die Wellenzahl k bestimmt
wird, ist nach Fourier-Entwicklung die Bloch-Funktion tiber

N
(@)= ) be™™ (2.52)
I=—-N

mit der beliebig hohen Zahl N € N und den Entwicklungskoeffizienten b, gegeben
(typischerweise geniigt fiir die in diesem Kapitel betrachtete Dynamik N < 5). Mit

V . .
V) 248) ZO (e’ZkZ + e—szz) (2.53)

liefert die Fourier-Summe schlie8Slich nach Einsetzen in (2.51)

N N
‘ 1 v, .
E(q) § b2 = E‘ [— Qlik + q)* + —2 (51, | + 61) | bre™™™. (2.54)
I=-N I=-N 2m 4

Daraus kann eine Eigenwertgleichung abgeleitet werden, die oft in Matrixform dar-
gestellt wird,

E(@b=H(gb (2.55)
mit
[20+q/ (WO E, firl="
H(g) = [Hy])yy = Vo/4 fiar -] =1 ,
0 sonst

wobei die RiickstofSenergie
E. =1’K[ 2m) (2.56)

eingefiihrt wurde, welche derjenigen Energie entspricht, die das Atom bei der Absorp-
tion eines Photons der Wellenldnge A; des Laserlichts der optischen Gitterstrahlen auf-
nimmt (bzw. bei der Emission abgibt). Fiir numerische Berechnungen bietet sich eine
Division der Gleichung durch E, an, so dass E (¢) und V, in Einheiten der Riickstofs-
energie und ¢ analog dazu in Einheiten des RiickstofSimpulses 7k angegeben wer-
den. Die Matrix H(g) entspricht dem Hamilton-Operator des Systems in der Basis

.....
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2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

Die Dispersionsrelation ist in Abbildung 2.4B ohne externes Potential (gestrichelte
Linie) und mit optischen Gitterpotential (durchgezogene Linie) dargestellt. In dieser
erweiterten Darstellung zeigen sich bei verschwindender Gitterpotentialtiefe die Pa-
rabeln E (q) = (21 + q/(7ik))* E, der Losungen freier Teilchen mit Quasiimpuls g (ge-
strichelte Linie), welche gerade den Eintrdgen der Hauptdiagonalen der Matrix H (¢)
entsprechen. An den Punkten g = (/; + ) /2 kreuzen sich die Parabeln mit / = /;,/,. Die
Energieentartung wird durch die Wechselwirkung mit dem optischen Gitterpotential
aufgehoben (durchgezogene Linie). An die Stelle echter Kreuzungen treten vermie-
dene Kreuzungen und es kommt zur Ausbildung einer Bandstruktur analog zur
Dispersionsrelation eines Elektrons im Festkorperkristall [75]. Die Energien E (¢) wer-
den daher auch dem Betrag nach in die Energiebdander E, (¢) eingeteilt. Das Energie-
band niedrigster Energie E, (¢) wird als Grundband, ein Energieband E, (¢) hoherer
Energie mit n > 0 entsprechend als n-tes angeregtes Band bezeichnet. Oft wird die
Darstellung der Dispersionsrelation aufgrund der Periodizitdt der Bandstruktur auf
die Region g € [-7ik,7k] beschrdnkt, welche auch erste Brillouin-Zone heifst. Die Gren-
zen der Brillouin-Zone werden auch Bandkanten genannt.

Dynamik in optischen Gitterpotentialen

Bisher wurde die stationdre Schrodinger-Gleichung (2.49) mit dem optischen Gitter-
potential (2.48) betrachtet. Zur Beschreibung der Dynamik der Atome wird analog die
zeitabhdngige Schrodinger-Gleichung

~2

Vi
inow (2,0 = | 2= — L cos ko) +2- FO|w (2 1) (2.57)
2m 2
mit der externen Kraft F () gelost. Der Bloch-Ansatz (2.50) fiihrt zur Eigenwert-
gleichung
ihdb (1) = H (g )b (1), (2.58)

bei der die Koeffizienten b, (f) und der Quasiimpuls g (f) zeitabhdngig sind. Eine ana-
loge Situation wurde von E. Bloch zur Dynamik von Elektronen in Kristallgittern un-
tersucht und es wurde gezeigt, dass sich der Quasiimpuls unter der Wirkung einer
schwachen dufieren konstanten Kraft F' gemafs

g)=qo+F-t (2.59)

mit dem Anfangsquasiimpuls g, dndert [74]. Die lineare Anderung des Quasi-
impulses fithrt zu einer Bewegung der Atome in den Energiebdndern. Die Gruppen-
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2.3 Optisches Gitter

geschwindigkeit der Atome im n-ten Energieband E, (¢) ist iiber die Ableitung nach

dem Quasiimpuls g gegeben,

JE,
0, (q) = aq@' (2.60)

Die vermiedenen Kreuzungen in der Bandstruktur stellen fiir die Atome eine Band-
liicke dar, durch die sie quantenmechanisch tunneln oder reflektiert werden kon-
nen [78, 79]. Wenn der Ubergang in hohere Bander vernachlassigt werden kann, re-
sultiert die Beschleunigung durch die externe Kraft in einer oszillatorischen Bewe-
gung der Atome aufgrund der periodischen Anderung des Quasiimpulses innerhalb
eines Energiebands. Die als Bloch-Oszillation bekannte Bewegung eines atomaren
Gases wurde in vorangegangenen Arbeiten am vorliegenden Experiment in Multi-
photonengittern [30] sowie innerhalb einer Minibandstruktur, die durch ein Fourier-
synthetisiertes optisches Gitterpotential erzeugt wurde [80], genauer untersucht.

Ist die Energieliicke AE zwischen den Bandern klein gegeniiber dem Abstand zu ho-
heren Bandern, so kann das System als getriebenes Zweiniveausystem gendhert wer-
den. Fiir das Minibandsystem ist diese Beschreibung in [80] ausfiihrlich behandelt.
Die Nédherung kann auch an der ersten Bandkante (d.h. ¢ = k) motiviert werden.
Dazu wird die Eigenwertgleichung des stationdren Systems (2.55)

9E, Vy/4 O 0

V/4 E. Vo/4 0
0 W4 E V4
0 0 W/4 9E,

b=Eb (2.61)

mit den Figenenergien E = E ;3 des Grundbands und der ersten beiden angeregten
Energiebander mit

Yo Vo Yo o sE +4E (1¢

Vo
+ +
16E, " 1024E2 8

32E,

1%
Eo123=5E, +4E, \/ 1= ) + §° (2.62)

gelost, wobei im zweiten Schritt die Taylorentwicklung fiir den Fall AE = E|-E, < Ej,
giiltig ist. Die Losungen
EO,I =FE + V0/4 — AE = V()/2 (263)

entsprechen exakt der Losung des Zweiniveausystems

2
(—2+%) E. Vy/4 ]bq::hk( E. Vy/4

b = Eb 2.64
Vord (&) E Vo/4 E) (69

nk
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2 Ultrakalte atomare Bose-Gase in optischen Gitterpotentialen

und der Abstand zum ndchsthéheren Energieband E,5 — Ey = 8E, + Vy/4 > AE, so
dass fiir nicht zu hohe Potentialtiefen V, hohere Energiebander vernachldssigt werden
konnen.

Rabi-Oszillation

Ohne duflere Kraft (F (r) = 0) lautet die zeitabhdngige Schrodinger-Gleichung (2.58)
mit dem Hamilton-Operator (2.64) an der ersten Bandkante (g = k)

E.  Vy/4

ihob (1) = ( Vold E

)b(t) (2.65)
mit den Koeffizienten b(r) = (b, (¢).b, (1)), deren Betragsquadrat die Besetzungs-
wahrscheinlichkeit der beiden Basiszustinde |-27k) und [07k) angeben. Fiir
ein analoges Zweiniveausystem wird in LI Rabis Arbeit zur Spinumklapp-
wahrscheinlichkeit in einem rotierenden Magnetfeld eine sinusformige Oszillation
zwischen den Besetzungswahrscheinlichkeiten vorhergesagt [81]. Die charakteristi-
sche Rabi-Frequenz der Oszillation ist {iber die Energiedifferenz AE der beiden Nive-
aus gegeben,

HQRai = AE. (2.66)

Der Effekt kann zur experimentellen Bestimmung der Potentialtiefe genutzt werden.
Fiir das vorliegende Experiment ldsst sich die Potentialtiefe in Einheiten der Riickstofs-
energie £, mit

Vo/E, = 2AE[E, = 47m/h - T4}, = 540 us - Tpb,. (2.67)

angeben, wobei die Wellenldnge 4, = 783,45 nm des optischen Gitterlasers, die Masse
m der Rubidiumatome (*’Rb) und das Planckschen Wirkungsquantum # verwendet
werden und 1, die beobachtete Periode der Rabi-Oszillation bezeichnet.

28



KAPITEL 3

Periodisch getriebene optische Gitter
und atomare Transportresonanzen

In diesem Kapitel geht es um die Grundlagen des atomaren Transports eines Bose-
Einstein-Kondensats in einem zeitlich biharmonisch modulierten optischen Gitter-
potential. Das Kapitel beginnt mit einer Einleitung, in welcher der Wechsel zur
Floquet-Basis im Falle eines getriebenen optischen Gitterpotentials nachvollzogen
wird. Danach wird der zugrunde liegende Transportmechanismus der dissipations-
freien Quantenratsche und die Grundlagen fiir das Auftreten und die Manipulati-
on von Transportresonanzen erldutert. Die Darstellung der theoretischen Grundlagen
orientiert sich an [31, 82]. Im letzten Abschnitt wird der in den Grundlagen behandelte
Transport dem im Experiment beobachtbaren atomaren Transport gegeniibergestellt
und auf die experimentellen Rahmenbedingungen eingegangen, die in der Simulation
berticksichtigt werden miissen, um den atomaren Transport korrekt zu beschreiben.

3.1 Floquet-Theorie eines getriebenen optischen
Gitterpotentials

Ausgangspunkt zur Analyse der Dynamik im periodisch getriebenen Gitterpotential
ist wie im vorangegangenen Kapitel (siehe 2.57) die zeitabhidngige Schrodinger-
Gleichung

~2

oy (z,0) = H(z, Dy (2, 1) = §—m - % cos (2kz) +z- F () |y (2, 1) 3.1
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3 Periodisch getriebene optische Gitter und atomare Transportresonanzen

mit einer periodischen Kraft (Modulation) F (1 + T) = F (t), deren zeitliches Mittel ver-
schwindet,

1 (7T
T‘fo dtF (t) = 0. (3.2)

Der Zeitentwicklungsoperator U (1, 1) beschreibt die zeitliche Entwicklung des Zu-
stands ¥ (z, ty) zum Startzeitpunkt #, hin zum Zustand ¢ (z, fy + f) zum Zeitpunkt ¢, +1,

U, to)) ¥ (2. t0) = (2t +1). (3.3)

Um die zeitliche Periodizitit H (z,t + T) = H (z, 1) des Hamilton-Operators zu nutzen,
wird eine Basis gesucht, deren Zustdnde ¢, (z, 1) bis auf einen komplexen Phasenfaktor
exp (is j) dieselbe zeitliche Periodizitdt zeigen,

¢i(z,t+T)=e%¢;(z,1). (3.4)

Die Funktionen ¢;(z, ) werden Floquet-Zustidnde des Systems genannt und erge-
ben sich als Losung des Eigenwertproblems des Zeitentwicklungsoperators (3.3) zum
Startzeitpunkt 7y nach einer Periode T,

U, t0)¢; (@ 1)) =¢;(z to+T) =€ (2, 1). (3.5)

Aufgrund der Analogie zu den Energieeigenwerten der stationdren Schrodinger-
Gleichung wird die Phase ¢; auch als Quasienergie bezeichnet [83]. Die Quasienergie
héngt tiber

g;=(E;T/h mod 2r) (3.6)

mit der Energie E; zusammen. Es geniigt, die Quasienergie auf das Intervall [-7,7] zu
beschrianken, da diese nur bis auf ein additives Vielfaches von 2z bestimmt ist.

Der Losungsansatz (3.4) basiert auf dem Floquet-Theorem [76, 77]. Wie beim Bloch-
Ansatz werden die Eigenzustdande des Systems als Produkt einer Funktion derselben
Periodizitdt und einem komplexen Phasenfaktor geschrieben. Die Quasienergie &; bil-
det das Analog zum Quasiimpuls beim Bloch-Theorem (2.50). Der Zeitentwicklungs-
operator wird in diesem Zusammenhang auch Floquet-Operator genannt.

Eine erneute Anwendung des Floquet-Operators auf einen Floquet-Zustand hat die
Multiplikation der Phase exp (isj) zur Folge, so dass auch nach N Perioden der
Floquet-Zustand bis auf einen Phasenfaktor erhalten bleibt,

U(NT, t0) ¢, (z, to) = €™¢p; (z, to) . 3.7
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3.2 Transportmechanismus und Symmetrien

Die Floquet-Zustande bilden eine vollstandige, orthonormale Basis [83]. Jede Losung
der zeitabhédngigen Schrodinger-Gleichung (2.57) fiir den Zeitpunkt ¢, + NT ldsst sich
daher als Summe

Uz to+ NT) = ) cj(t0) e™9; (z, 1) (3.8)

J

schreiben. Die Koeffizienten c; (#)) hangen dabei explizit vom Startzeitpunkt £y ab. Mit-
tels einer Eichtransformation kann der Hamilton-Operator in (2.57) in einen rdum-
lich periodischen Hamilton-Operator transformiert werden [31]. Dann lassen sich die
Floquet-Zustdnde mittels des Bloch-Theorems in der Bloch-Basis (2.52) entwickeln,

N
¢; = bne?r (3.9)
I=—N

Im Anhang A wird die Eichtransformation fiir den Hamilton-Operator in (3.1) nach-
vollzogen.

3.2 Transportmechanismus und Symmetrien

Eine Symmetrieanalyse des Systems hilft zu verstehen, wann es zu einem Trans-
port der Atome kommen kann. Die Idee basiert auf der klassischen Analyse eines
dissipationsfreien rdaumlich periodischen Systems mit einer externen periodisch trei-
benden Kraft, welches durch die Langevin-Gleichung

X+f)+F@®)=0 (3.10)

mit der rdumlich periodischen Funktion f(x+2r) = f(x) und der zeitlich peri-
odischen Funktion F (t+ T) = F (¢) beschrieben wird, deren raumlicher bzw. zeitli-
cher Mittelwert verschwindet. Gibt es eine Symmetrietransformation, unter der die
Langevin-Gleichung invariant bleibt und das Vorzeichen des Impulses wechselt, so
kann fiir jede Trajektorie des chaotischen Phasenraumbereichs iiber diese Symmetrie-
transformation eine Trajektorie mit umgekehrten Impuls gefunden werden. Daher
verschwindet die mittlere Geschwindigkeit ve, des chaotischen Phasenraumbereichs
und es findet kein Transport statt. Im klassischen Fall fiihrt ein Vorzeichenwechsel
des Orts x oder der Zeit t zu einem umgekehrten Impuls p = dx/dt, so dass die raumli-
che und die zeitliche Punktsymmetrie gebrochen werden miissen, damit es zu einem
Transport kommen kann [11].

Quantenmechanisch ist der Gesamtimpuls der Atome iiber den Erwartungswert des
Impulsoperators

a‘“i’ D 4 3.11)

P(t)=<w(t)|ﬁllﬁ(t)>=—ihf ) 3
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gegeben. Die Zustinde v (z, 1), ¥* (z, t) konnen nach (3.8) in der Floquet-Basis entwi-
ckelt werden, so dass fiir den Impuls nach N Perioden

plto+NT) = " ¢;(to)c; (t0) e ™) (¢, (10)| p|@; (10)) = Pasym (t0) + Poear (N> 10)  (3.12)

J9

mit
Pasym (10) = Y Je; ()] (87 0)| p |6 (@) = > |e; )] p; (20) (3.13)
J J
Poear (N 1) = Z ¢; (t0) €, (t0) e ™20) (g, (10)] p |8; (10)) (3.14)
J#g

und der Abkiirzung p;(¢) fiir Impuls des Floquet-Zustands ¢; nach (3.11) gilt. Der
erste Term p,sym (fp) bildet einen konstanten Beitrag, der nur noch vom Startzeitpunkt
tp abhdngt und daher auch im asymptotischen Grenzfall 1 — oo erhalten bleibt. Der
zweite Term puey (N, tp) beschreibt den Beitrag der Wechselwirkung zwischen ver-
schiedenen Floquet-Zustianden. Die Kopplung zweier Floquet-Zustdnde ¢, # ¢; fiihrt
zu einer Oszillation zwischen den beiden Floquet-Zustdnden, deren Frequenz iiber
die Energiedifferenz ¢; — g, gegeben ist. Die Summe {iber alle Beitrdge verschiedener
Floquet-Zustandspaare zum Wechselwirkungsterm verschwindet im Allgemeinen fiir
N — oo aufgrund von Dephasierung, da im Laufe der Zeit immer groflere Phasen
N (a,- - eg) angesammelt werden und verschiedene Quasienergien inkommensurabel
sind [84].

Ein gerichteter Transport der Atome findet statt, wenn das zeitlichen Mittel des
Impulses
1 fo+t
=y [ drp) (315
[}

nicht verschwindet. Der Grenzwert

J(t0) = Tim (p), () = " |e; ()] (P}, = (Pasym), (1) (3.16)

J

wird auch Transport oder asymptotischer Strom genannt und beinhaltet nur noch das
zeitliche Mittel des asymptotischen Impulsbeitrags iiber eine Periode T, sofern das
Quasienergiespektrum nicht entartet ist, d.h. es gibt kein Paar ¢; = ¢, fiir j # g [82].

Fiir den Quantentransport sind diejenigen Symmetrietransformationen relevant,
welche das Vorzeichen des Impulsoperators p = —ifid, umkehren. Analog zum klassi-
schen Fall ergeben sich zwei Symmetrietransformationen S, namlich eine raumliche

S.:  @hy) > (—z+xt+1,Y) (3.17)
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und eine zeitliche Transformation

S,: (. t, ) = Z+y, —t+1,07), (3.18)

wobei y und 7 eine optionale rdumliche bzw. zeitliche Verschiebung und ¢y — y*
die komplexe Konjugation meint [82]. Bei der rdumlichen Symmetrie dreht die Orts-
umkehr, bei der zeitlichen Symmetrie die komplexe Konjugation das Vorzeichen von p
um. Ist die Schrodinger-Gleichung (3.1) invariant unter S, 1dsen die Floquet-Zustinde
¢; (x, 1) und ¢; (—x, t + 7) dieselbe Gleichung, weshalb fiir den Impuls

. 3.11)
S.: $i(x,)=%¢;(-x,t+7) = p;j(t)=-p;(t+7) (3.19)
folgt. Analog gilt fiir die zeitliche Symmetrie

S, : ¢;(x, ) =%¢(x, —t+7) > p;(t) = —p; (T - 1). (3.20)

In beiden Féllen verschwindet das zeitliche Mittel < p.,->T des Impulses (3.15) iiber eine
Periode T fiir alle Floquet-Zustidnde und damit auch der Transport (3.16). Ohne die
zeitliche Mittelung kann jedoch der asymptotische Anteil p,m (fo) des Impulses (3.12)
erhalten bleiben.

Fir das rdumlich symmetrische Potential V(z) = Vy/2cos(2kz) ist die zeit-
abhédngige Schrodinger-Gleichung (3.1) genau dann invariant unter den Symmetrie-
transformationen (3.17) und (3.18), wenn fiir die zeitliche Modulation des Gitter-
potentials

S F(t+T/2) =-F () (3.21)
S : F(t+71)=F(-1) (3.22)

gilt [11]. Eine einfache Funktion, welche beide Symmetrien bricht, ist die bi-
harmonische Funktion

F (1) = Fycos(wp,t) + Frcos Qw,,t + 0) (3.23)

mit der Phasenverschiebung 6 und der Modulationsfrequenz w,,. Ist Fy, F, # 0, so ist
die Verschiebungssymmetrie (3.21) und daher die rdumliche Symmetrie gebrochen.
Fiir 0 # mn,m € Z ist (3.22) nicht erfiillt, weshalb die zeitliche Symmetrie gebrochen
wird. Die additive asymmetrische Modulation eines raumlich periodischen Potentials
wird auch als Kippratsche (rocking ratchet) bezeichnet.

Im Experiment wird die Kippratsche erzeugt, indem die Frequenz des Laserlichts
an einem der beiden Laserstrahlen biharmonisch moduliert wird. Eine Frequenz-
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Abbildung 3.1: A: Erwarteter zeitlicher Verlauf des mittleren Impulses (griin) in einer atoma-
ren Kippratsche. Es findet eine Oszillation um einen nicht verschwindenden Mittelwert, den
Transport J (rot) statt. B: Entwicklung des zeitlichen Mittelwerts des mittleren Impulses (vio-
lett). Durch die zeitliche Mittelung konvergiert das zeitliche Mittel zum Grenzwert J (schwarz
gestrichelt). Die Parameter der biharmonischen Modulation lauten Q) = 93,4kHz, 8 = 0.5,
wy = 12,8 w, =~ 47,82kHz, 6 = 2,0, tp = O und V;, = 16E,.

modulation Q (¢) entspricht einer Kraft F (¢) = 5; f Q (') dt’ im Ruhesystem der Atome
[9]. Im Experiment wird eine Frequenzmodulation der Form

Q (1) = Q [sin (w,, (t — 1p)) + Bsin Quw,, (t — ty))] (3.24)

verwendet und so eine biharmonische Kraft (3.23) mit den Amplituden F; = 7 Qyw,,
und F, = 7Qpw, erzeugt. Hierbei meint Q) die Amplitude der Frequenzmodulation,
w,, die Modulationsfrequenz, k = 2n/4; die Wellenzahl des Laserlichts der optischen
Gitterstrahlen mit der Wellenldnge A, und m die Masse der Atome. Der Startzeitpunkt
to € [0,T] gibt die Anfangsphase der Modulation mit der Periode T an. Um einen
direkten Bezug zum Experiment herzustellen, werden bei den gezeigten Ergebnissen
der numerischen Simulation die Parameter der entsprechenden Frequenzmodulation
(3.24) in der Bildunterschrift angegeben. Die Details zum Zusammenhang mit den in
einigen theoretischen Arbeiten [31, 82] verwendeten dimensionslosen Gréfien konnen
im Anhang A nachgeschlagen werden.

In Abbildung 3.1 ist die zeitliche Entwicklung des mittleren Momentanimpulses (3.12)
und des Stroms (3.16) im Falle einer biharmonischen Modulation aufgetragen. Fiir den
mittleren Impuls (griin) ergibt sich eine Oszillation um den Wert p,ym # 0, der dem
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3.3 Desymmetrisierung der Floquet-Zustinde

Transport J entspricht (durch rote Linie gekennzeichnet). Fiir das zeitlichen Mittel (p),
(violett) ergibt sich der Transport J als asymptotischer Grenzwert (gestrichelte Linie).
Der Transport der Atome hédngt trotz der zeitlichen Mittelung nicht nur von der Form
der Wellenfunktion |y (#)), sondern wegen der expliziten Abhdngigkeit der Koeffizi-
enten c; (t) auch vom Startzeitpunkt 7, der Modulation ab. Manchmal wird zur Ver-
anschaulichung des Transportmechanismus das Bild einer Atomwolke (das Wellen-
paket |y (%)) auf einem Satz von Transportbandern mit unterschiedlichen Geschwin-
digkeiten in beide Richtungen (Floquet-Zustdnde) benutzt [29, 82]. Die anfdngliche
Besetzungswahrscheinlichkeit |c | (to)|2 gibt den jeweiligen Beitrag der verschiedenen
Transportbdnder vor. Der Gesamtstrom (3.16) ist gegeben durch den Uberlapp der
Floquet-Zustdnde mit der atomaren Anfangsverteilung zum Startzeitpunkt #y. Der
Transportmechanismus unterscheidet sich stark vom klassischen Transport im Falle
periodisch getriebener Systeme, bei dem sich der gemischte Phasenraum sowohl aus
reguldren Strukturen als auch chaotischen Gebieten zusammensetzt und dem chao-
tischen Bereich eine mittlere Geschwindigkeit v, zugeordnet werden kann, die dann
den klassischen Transport bestimmt [1]. Hier wird zwar die mittlere Geschwindigkeit
der Atome {iber v, vorgegeben, es gibt aber keine determinierte Abhdngigkeit dieser
Geschwindigkeit von den Anfangsbedingungen. Statt Transportbdndern kann hier die
Analogie zu einer Atomwolke in einer turbulenten Stromung gezogen werden [82].

3.3 Desymmetrisierung der Floquet-Zustande

Allgemein hdngt der atomare Transport von allen Kontrollparametern der treibenden
Funktion F (¢) ab. Fiir die treibende Frequenz w,, der Modulation ldsst sich der Be-
reich eingrenzen, in dem es zum Transport der Atome kommen kann. Das Potential in
(3.1) setzt sich aus dem stationdren optischen Gitterpotential Vy (z) und einem zeitlich
periodisch modulierten Potential Viy.4 (z, f) zusammen,

Viz,t) = Vy/2cos (2kz) = F (1) 2= V4 (D) + Vipou (2, 1) . (3.25)

Fiir hohe Modulationsfrequenzen w,, sollten die Atome nur ein zeitlich gemitteltes,
stationdres Potential V (z) wahrnehmen. Mittels einer Eichtransformation, die den
Ubergang zu diesem mittleren stationidren Potential beschreibt, kann gezeigt werden,
dass fiir hohe Modulationsfrequenzen der Einfluss der Modulation auf das effekti-
ve Potential verschwindet [85]. Vereinfacht formuliert ldsst sich das Ergebnis auch
so verstehen, dass bei einer hohen Modulationsfrequenz die Atome der Modulation
nicht mehr folgen kénnen.

Der Einfluss der Modulation kann im Bloch-Bandspektrum veranschaulicht werden,
wie Abbildung 3.2 fiir die zwei Modulationsfrequenzen w,, = 8w, und w,, = 32w, mit
der Riickstofsfrequenz w, = E,/h ~ 2r - 3,74kHz darstellt. Das Spektrum ist im Falle
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Abbildung 3.2: Vergleich des Bloch-Spektrums ohne Modulation (schwarz) und mit sym-
metrischer bzw. asymmetrischer biharmonischer Modulation fiir verschiedene Modulations-
frequenzen (farbig). Zur besseren Ubersicht sind nur die Bander |j| < 2 aufgetragen. A: Sym-
metrische Modulation mit der Phasenverschiebung 6 = 0 (rot) fiir die Modulationsfrequenz
wy, = 8w, mit der Riickstofifrequenz w, = E,/h = 2r-3,74kHz. B: Asymmetrischer Fall § = —r/2
(blau) fiir die Modulationsfrequenz w,, = 8w,. C: Fiir w,, = 32w, gibt es keinen Unterschied
zwischen dem unmodulierten und dem asymmetrisch bzw. symmetrisch modulierten Fall
(rot). Die weiteren Parameter der Modulation lauten Q) = 119,56kHz, 8 = 0,5 und V, = 12E,.

einer symmetrischen (rot) bzw. asymmetrischen (blau) biharmonischen Modulations-
funktion (3.23) sowie ohne Modulation (schwarz) gezeigt. Jedem Quasienergieband
kann nach dem erweiterten Hellman-Feynman-Theorem eine Geschwindigkeit

_ 38]' (q)

o (3.26)

Uj (@)

zum Quasiimpuls g zugeordnet werden [1, 86]. Im Bloch-Bandspektrum ¢; (¢) sind im
Falle einer symmetrischen Modulation alle Floquet-Bander symmetrisch um ¢ = 0,
d.h. g;(—q) = ¢;(g) (siehe Abbildung 3.2A). Aufgrund dieser Symmetrie verschwin-
det der atomare Transport. Fiir die asymmetrische Modulation kommt es zur De-
symmetrisierung der Floquet-Zustinde und damit zu nicht verschwindenden Ge-
schwindigkeiten v; (¢ = 0) (Abbildung 3.2B). Wahrend der Unterschied in der Néhe
der Resonanzfrequenz w,, = 8w, deutlich erkennbar ist, verschwindet fiir eine hohe
treibende Frequenz w,, = 32w, die Differenz zwischen dem Bloch-Bandspektrum der
symmetrischen bzw. der asymmetrischen Modulation (Abbildung 3.2C). Insbesonde-
re unterscheiden sich beide Situationen nicht erkennbar vom Energiespektrum ohne
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3.4 Auftreten und Bifurkation von Transportresonanzen

Modulation. In der Abbildung sind alle Linien iiberlagert, so dass nur die rote Linie
erkennbar ist.

Die asymmetrische Geschwindigkeitsverteilung kann weiterhin tiber eine Husimi-
Darstellung des Phasenraums genauer interpretiert und der klassischen Poincaré-
Darstellung gegentiber gestellt werden. Fiir die biharmonische Funktion (3.23) findet
sich eine detaillierte Analyse der Wechselwirkung zwischen den Floquet-Zustdnden
und der daraus resultierenden Desymmetrisierung in [31]. In dieser wird {iber eine
Storungsrechnung erster Ordnung in der Ndhe eines Symmetriepunkts der Modula-
tion (z.B. # = 0) eine sinusoidale Abhéngigkeit des Wechselwirkungsterms zwischen
den Floquet-Zustdnden und damit des Transports J ~ sin () vorhergesagt. Wahrend
am Symmetriepunkt der zeitliche Mittelwert des mittleren Impulses (3.15) fiir alle
Floquet-Zustdnde verschwindet, kommt es zu einer Desymmetrisierung der Floquet-
Zustande auflerhalb der Symmetriepunkte und die Floquet-Zustdnde werden trans-
portierend. Dieses Ergebnis dhnelt dem klassischen Ergebnis, bei dem die mittlere Ge-
schwindigkeit des chaotischen Phasenraumbereichs ebenfalls eine sinusformige Ab-
héangigkeit von der Phasenverschiebung zeigt [11].

3.4 Auftreten und Bifurkation von Transportresonanzen

Neben der bisher beschriebenen Desymmetrisierung der Floquet-Zustidnde in der
Néhe der Symmetriepunkte kommt es auch von den Symmetriepunkten entfernt
zur Wechselwirkung zwischen den Floquet-Zustdnden. Die dabei auftretende Ver-
mischung der Floquet-Zustidnde kann zu einer resonanten Erhéhung des Quanten-
transports fithren, wie im Folgenden genauer erldutert werden soll. Dazu wird das
Floquet-Spektrum gegen den Kontrollparameter 6, der Phasenverschiebung zwi-
schen den beiden Harmonischen der Modulationsfunktion (3.23) aufgetragen. Abbil-
dung 3.3A zeigt den Ausschnitt eines solchen Floquet-Spektrums. Damit die Abbil-
dung tibersichtlich bleibt, beschréankt sich die folgende Betrachtung auf die Energie-
bander ¢; mit |j| < 10. Aufgrund der biharmonischen Modulationsfunktion folgen die
Floquet-Bander den Symmetrien

gj@)=¢;j@+nm) =¢g;(-0). (3.27)

Es gibt einige Floquet-Biander, die nur eine geringe Abhédngigkeit von der Phasen-
verschiebung 6 zeigen, wahrend andere eine starke Dispersion fiir diesen Kontroll-
parameter mit maximaler Dispersion an den Punkten # = +7/2 aufweisen. Jedem
Floquet-Band kann eine mittlere Energie des zugehorigen Floquet-Zustands zugeord-
net werden. Flache Floquet-Bander entsprechen dann entweder einer niedrigen mitt-
leren Energie und damit einer rdumlichen Lokalisation innerhalb der Potentialtopfe
des rdumlich periodischen Potentials V (z), oder einer hohen Energie weit tiber dem
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Abbildung 3.3: A: Floquet-Spektrum gegen die Phasenverschiebung 6 fiir den Quasiimpuls
g = 0. Zur tibersichtlicheren Ansicht ist nur ein Ausschnitt aus dem Spektrum fiir die Quasi-
energien &; (rot) mit |j| < 10 aufgetragen. Mit dem hellblauen Kasten ist eine vermiedene
Kreuzung markiert. B: Vergrofierte Darstellung der mit dem Kasten markierten vermiedenen
Kreuzung im Floquet-Spektrum. C: Gemittelter Transport gegen die Phasenverschiebung 6.
Der Kasten markiert die Transportresonanz, die mit der vermiedenen Kreuzung im Floquet-
Spektrum einhergeht. Die Parameter der biharmonischen Modulation fiir diese Abbildungen
sind Qy = 124,6, 8 = 0,45, w, = 1,2 w, = 35,87kHz und V) = 16E,.

Potential V (z) [82]. Im zweiten Fall bezeichnet man das Floquet-Band auch als bal-
listisch. Floquet-Béander, die eine starke Abhédngigkeit vom Kontrollparameter zeigen,
liegen demnach energetisch in der Grofienordnung der Potentialtiefe des raumlich
periodischen Potentials. An manchen Stellen des Floquet-Spektrums kommt es zur
vermiedenen Kreuzung zwischen den beiden Floquet-Bandtypen, wie beispielsweise
in der Abbildung durch das hellblaue Rechteck markiert und in Abbildung 3.3B ver-
grofiert dargestellt. Analog zu den vermiedenen Kreuzungen im Bloch-Bandspektrum
resultiert die vermiedene Kreuzung aus der Wechselwirkung zwischen zwei Floquet-
Zustanden.

Das zeitliche Mittel des Impulses (3.15) kann nicht verschwindende Beitrdge der
Oszillation zwischen den Floquet-Zustianden enthalten, welche erst im asymptoti-
schen Grenzfall + — oo verschwinden. Zur Beschreibung des atomaren Transports
wird deshalb der asymptotischen Strom (3.16) verwendet. Dieser hangt im Allgemei-
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nen auch vom Startzeitpunkt 7, ab. Im Folgenden wird diese Abhdngigkeit durch eine
Mittelung tiber den Startzeitpunkt 7,

T
(Jy = f J () d;, (3.28)
0

aufgehoben und der so gemittelte asymptotische Strom als gemittelter Transport be-
zeichnet. Der gemittelte Transport ist in Abbildung (3.3C) aufgetragen und die Stel-
le der vermiedenen Kreuzung mit einem hellblauen Rechteck gekennzeichnet. Als
Anfangszustand zur Berechnung des Transports wurde fiir der Bloch-Zustand [07k)
gewdhlt (sieche Anhang A). Die Symmetrien

(N ==N(=0) ==() @ +n) (3.29)

sind als Folge der entsprechenden Symmetrien (3.27) der Floquet-Bander erkennbar.
AufSerhalb der vermiedenen Kreuzung tiberlappt der Anfangszustand der sich in Ru-
he befindlichen Atome hauptsachlich mit dem Floquet-Zustand niedrigster kineti-
scher Energie. Der gemittelte Transport zeigt eine nahezu sinusoidale Abhdngigkeit
mit Abweichungen, die bei ndherer Betrachtung mit anderen vermiedenen Kreuzun-
gen in Verbindung gebracht werden konnen. An der Stelle der vermiedenen Kreu-
zung aus Abbildung 3.3B kommt es zu einer Vermischung mit dem transportieren-
den Floquet-Zustand und dadurch zu einer resonanten Erhohung des Transports.
Die Abweichungen von der sinusoidalen Abhdngigkeit lassen sich nur in quanten-
mechanischer Betrachtung verstehen. Die Beobachtung einer Transportresonanz ist
neben der Abhédngigkeit vom Startzeitpunkt der Modulation ein zweites Indiz fiir die
Beobachtung von Quantentransport.

Bisher wurde der Transport lediglich in Abhédngigkeit der Phasenverschiebung 6
beschrieben und Transportresonanzen auf das Auftreten einer vermiedenen Kreu-
zung im Floquet-Spektrum zurtickgefiihrt. Die Kopplung zwischen zwei Floquet-
Zustanden lasst sich iiber die Variation der weiteren Kontrollparameter beeinflussen.
In Abbildung 3.4A ist der gemittelte Transport (/) in Abhdngigkeit von der Phasen-
verschiebung 6 fiir verschiedene Modulationsamplituden Q, aufgetragen. Gezeigt ist
der Abschnitt um 6 = —n/2. Fiir den Fall Q, = 156,33 kHz (blau, gepunktet) ist ei-
ne niedrige Resonanz bei § = -n/2 erkennbar. Durch Erhohen der Modulations-
amplitude auf Q) = 156,52kHz (griin, durchgezogen) erhoht sich die Transport-
resonanz und wird deutlich erkennbar. Bei weiterer Erhohung Q, = 156,87 kHz (gelb,
gestrichelt) kommt es schliefilich zur Aufspaltung der Resonanz in zwei Resonanzen,
welche sich mit steigender Modulationsamplitude vom Punkt 6 = +7/2 in entgegen-
gesetzter Richtung entfernen. Fiir Q; = 158,00 kHz (violett, gestrichpunktet) sind bei-
de Resonanzen deutlich getrennt voneinander. Dieses Bifurkationsszenario kann im
Floquet-Spektrum nachvollzogen werden, wie in Abbildung 3.4B schematisch darge-
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Abbildung 3.4: Bifurkation einer Transportresonanz gegen den Kontrollparameter 6 der
biharmonischen Modulation. A: Gemittelter Transport gegen die Phasenverschiebung 6 fiir
verschiedene Werte der Modulationsamplitude Q, der Frequenzmodulation (3.24). B: Sche-
matische Darstellung des Bifurkationsszenarios im Floquet-Spektrum. Von oben nach unten
erhoht sich die Modulationsamplitude Q). Die gewéhlten Linienfarben korrespondieren mit
den jeweiligen Linienfarben des gemittelten Transports aus A. Die weiteren Parameter der
biharmonischen Modulation lauten 8 = 0,5, w,, = 9,6 w, ~ 35,87 kHz und V,, = 8E,.

stellt. Skizziert sind zwei Floquet-Bander in Abhingigkeit vom Kontrollparameter 6,
von denen ein Band als ballistisch und daher flach, das andere Band mit maxima-
ler Dispersion bei § = —n/2 angenommen wird. Von oben nach unten erhoht sich
die Modulationsamplitude F,. Zu Anfang sind die Floquet-Bander weiter voneinan-
der entfernt (oberstes Bild). Mit hoherer Modulationsamplitude kommt es zur Kopp-
lung der Floquet-Zustinde und zu einer vermiedenen Kreuzung am Punkt 6 = —7/2
(zweites Bild). Beim weiteren Erhohen fiihrt die Entkopplung der Floquet-Zustdnde
zu einer Aufspaltung in zwei vermiedene Kreuzungen, welche sich wegen (3.27) sym-
metrisch um den Punkt 6§ = —7/2 anordnen (drittes Bild). Im untersten Bild sind die
beiden vermiedenen Kreuzungen schliefillich deutlich voneinander getrennt. Da die
Symmetrie (3.27) aus der Wahl der biharmonischen Modulationsfunktion (3.23) folgt,
ist dieses Bifurkationsszenario typisch fiir den Quantentransport der Kippratsche.

40



3.5 Einfluss der experimentellen Rahmenbedingungen

resonant
6 - /‘\nicht resonant
p
) \/
=,
ES) 4' [
=
w0
a
£ 2]
0 / ‘ ‘
0 20000 40000

Zeit t [T

Abbildung 3.5: Entwicklung des zeitlichen Mittels des mittleren Impulses (p), an der Stel-
le einer Transportresonanz (blau, durchgezogen) und neben einer Transportresonanz (griin,
gepunktet). Die Parameter der biharmonischen Modulation lauten Q, = 156,67kHz, 8 = 0,5,
wm = 9,6 w, ~ 35,868kHz, V) = 8E, und 6 = —x/2 fiir den resonanten Fall bzw § = —1.5 fiir den
nicht resonanten Fall.

3.5 Einfluss der experimentellen Rahmenbedingungen

Damit eine numerische Simulation den im Experiment beobachtbaren atomaren
Transport korrekt beschreibt, miissen die experimentellen Rahmenbedingungen in
der Simulation beriicksichtigt werden. Die wichtigsten Punkte sollen hier kurz an-
gesprochen werden.

Bis zu diesem Punkt wurde der asymptotische Strom (3.16) zur Beschreibung der
Transportresonanzen verwendet. In dieser Ndherung verschwindet der Interferenz-
term des Impulses (3.12) durch die zeitliche Mittelung im Grenzfall  — co. Im Experi-
ment wird der instantane, mittlere Impuls der Atome bestimmt. Da die Kohédrenzzeit
des optischen Gitters aufgrund der endlichen Verstimmung der Lichtfelds von den
atomaren Resonanzen und damit die Anzahl der moglichen Modulationsperioden be-
grenzt ist, kann nicht davon ausgegangen werden, dass der asymptotische Grenzfall
erreicht werden kann. Dies stimmt insbesondere am Ort einer Transportresonanz, wo
die geringe Energieaufspaltung der vermiedenen Kreuzung zu einer niedrigen Rabi-
Frequenz (2.66) und damit zu einer Oszillation langer Periodendauer des mittleren
Impulses fiihrt, fiir die das zeitliche Mittel sich erst nach langer Zeit dem asympto-
tischen Strom ndhert. Ein Beispiel einer solchen Oszillation ist in Abbildung 3.5 fiir
den resonanten (blau, durchgezogen) und den nicht-resonanten Fall (griin, gepunk-
tet) gezeigt. Im nicht-resonanten Fall ndhert sich das zeitliche Mittel deutlich schnel-
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3 Periodisch getriebene optische Gitter und atomare Transportresonanzen

ler dem asymptotischen Grenzwert, aber in beiden Situationen sind dazu einige 10000
Modulationsperioden notig.

Ohne das zeitliche Mittel des mittleren Impulses zu bilden sollte der
Wechselwirkungsterm in (3.12) aufgrund von Dephasierung verschwinden. Dies
gilt aber streng genommen aber nur fiir eine unendliche Anzahl an Basiszustdnden in
der Entwicklung (3.9), eine Forderung, die weder in den numerischen Simulationen
noch im Experiment erfiillt ist. Durch die anfangliche Impulsbreite des Kondensats
ergibt sich aber ein anderer selbstmittelnder Effekt aufgrund der Dephasierung
verschiedener Impulsbeitrage zum Gesamttransport der Atome.

Der im Experiment beobachtete mittlere atomare Impuls setzt sich aus den Impuls-
beitrdagen der verschiedenen Beugungsordnungen zusammen, die sich nach der
Wechselwirkung mit dem optischen Gitterpotential {iber eine freie Expansionsphase
trennen (siehe Abschnitt 5.1). Die Anzahl der Beugungsordnungen, die zur Bestim-
mung des Impulses im Experiment verwendet wird, muss in der Simulation bertick-
sichtigt werden, da sonst Impulsbeitrage hoherer Beugungsordnung zu einer anderen
Signatur und im Experiment nicht auflosbaren Transportresonanzen fithren konnen.

Das zur Detektion der Transportresonanzen im Experiment verwendete Bose-
Einstein-Kondensat hat im Gegensatz zur bisherigen Betrachtung immer eine endli-
che Impulsbreite Ap. Diese Tatsache hat zur Folge, dass zur Bestimmung des Impulses
auch Beitrdge mit Quasiimpuls ¢ # 0 berticksichtigt werden miissen. Im Bloch-
Bandspektrum g;(g) sind im Falle einer symmetrischen Modulation alle Floquet-
Bander symmetrisch um ¢ = 0, d.h. ¢;(-g) = ¢€;(q), weshalb der atomare Trans-
port an dieser Stelle verschwindet. Dasselbe gilt aber im Allgemeinen nicht fiir die
Entwicklungskoeffizienten c¢; (), — q) # c; (t, q) der Floquet-Zustdnde, selbst im Falle
einer symmetrischen Modulation. Ebenso wenig verschwindet im Allgemeinen der
Impuls p; (ty, g # 0), so dass bei einer symmetrischen Modulation der asymptotische
Anteil des Impulses (3.12) endlich sein kann, wenn die Impulsbreite Ap > 0 ist. Dieser
Effekt wird erst tiber die zeitliche Mittelung des Startzeitpunkts #, aufgehoben [82].

Nicht zuletzt sind Transportresonanzen und das beschriebene Bifurkationsszenario
zwar generisch fiir den Quantentransport der Kippratsche, die Detektion im Ex-
periment aber mit einigem Aufwand verbunden. Zu scharfe Transportresonanzen
werden im Experiment aufgrund der endlichen Impulsbreite des Bose-Einstein-
Kondensats nicht aufgelost. Wie die Parameterwahl in Abbildung (3.4) zeigt, hat
eine kleine Anderung eines Kontrollparameters wie der Modulationsamplitude be-
reits einen groflen Einfluss auf die Amplitude der Transportresonanz. Im Experi-
ment muss also ein Parametersatz gefunden werden, der eine breite und damit auf-
16sbare Transportresonanz zeigt. In der numerischen Simulation muss die endliche
Impulsbreite des Kondensats und die im Experiment realisierbaren Potentialtiefen
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und Kontrollparameter beriicksichtigt werden. Im Anhang A finden sich Details zur
Implementierung der endlichen Impulsbreite in die numerische Simulation.
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KAPITEL 4

Experimenteller Aufbau

In diesem Kapitel wird der experimentelle Aufbau zur Untersuchung des atomaren
Transports eines Rubidium Bose-Einstein-Kondensats in einem zeitlich biharmonisch
modulierten optischen Gitterpotential behandelt. In der Einleitung wird eine Uber-
sicht {iber den typischen Ablauf eines Experiments gegeben. In den folgenden Ab-
schnitten wird dann auf die verschiedenen Schritte des Experimentzyklus genauer
eingegangen. Die Vakuumapparatur, die verschiedenen Lasersysteme und die ver-
wendeten Kiihltechniken zur Erzeugung des Bose-Einstein-Kondensats sind in frii-
heren Arbeiten an dem im Rahmen der vorliegenden Arbeit verwendeten experi-
mentellen Aufbau ausfiihrlich behandelt [28, 30, 80, 87] und werden in dieser Ar-
beit kiirzer wiedergegeben. Es folgt eine Aufbaubeschreibung des optischen Gitters
und der Frequenzmodulation, die zum zeitlich modulierten optischen Gitterpotential
fithrt. Dann wird genauer auf die Erweiterung der Absorptionsabbildung um einen
zustandsselektiven Mikrowellenpuls eingegangen, welche im Rahmen der vorliegen-
den Arbeit verwendet wird. Abschlieffend wird die Geschwindigkeitsselektion mit-
tels eines Raman-Lichtpulses beschrieben, die zu einer Verringerung der anfanglichen
Impulsbreite des Bose-Einstein-Kondensats fiihrt.

4.1 Einleitung

Der experimentelle Ablauf ldsst sich grob in vier Phasen unterteilen, welche zy-
klisch wiederholt werden. Abbildung 4.1 zeigt eine schematische Darstellung des
Experimentzyklus. Zunéchst wird ein Bose-Einstein-Kondensat aus Rubidiumatomen
(*’Rb) erzeugt (BEC- Erzeugung). Dazu werden Rubidiumatome in einer magneto-
optischen Falle gefangen und dann in eine optische Dipolfalle umgeladen. Der Uber-
gang zum Bose-Einstein-Kondensat wird dann in der Dipolfalle {iber evaporative
Kiihlung erreicht. Nach einer freien Expansionsphase von 3ms, in der die innere
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BEC-Erzeugung | Selektion | Optisches Gitter | Abbildung
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Abbildung 4.1: Schematische Ubersicht iiber dem zeitlichen Ablauf der verschiedenen
Schritte eines Durchgangs des Experiments. Der Durchgang wird zyklisch unter Variation
eines oder mehrerer Parameter wiederholt.

Energie des Kondensats durch das Abschalten der Dipolfalle in kinetische Energie
umgewandelt wird, fiihrt ein geschwindigkeitssensitiver Raman-Lichtpuls zu einer
Verringerung der Impulsbreite des Kondensats fiir die folgenden optischen Gitter-
experimente (Selektion). Danach wird das optische Gitter erzeugt und es kommt zur
Wechselwirkung des Kondensats mit dem biharmonisch modulierten Gitterpotential
(Optisches Gitter). Im letzten Schritt des Experimentzyklus folgt eine freie Expansions-
phase, in der sich die verschiedenen Beugungsordnungen des Kondensats raumlich
trennen, und eine anschliefSfende Absorptionsabbildung (Abbildung). Ein Durchgang
des Experimentzyklus dauert typischerweise etwa 37s, wobei die meiste Zeit fiir das
Laden der MOT (29s) und fiir die evaporativen Kiihlung (7s) verwendet wird. Die
Absorptionsabbildung bildet das atomare Ensemble nicht zerstérungsfrei ab. Daher
muss zur Variation eines oder mehrerer experimenteller Parameter der beschriebene
Ablauf zyklisch wiederholt werden.

Der Ablauf des Experiments ist computergesteuert. Die jeweiligen Steuerspan-
nungen und Triggersignale der Netzgerite, elektronischen Schaltungen, Funktions-
generatoren etc. werden tiiber ein Echtzeitsystem (Modell ADwin-Pro, Firma Jiger
Computergesteuerte Messtechnik) mit einer zeitlichen Genauigkeit von einigen Mikro-
sekunden geliefert. Eine Software zur Ubertragung der jeweiligen Triggersignal- und
Steuerspannungsabfolge wurde von C. Geckeler in der Programmiersprache python
entwickelt und im Rahmen der vorliegenden Arbeit auf ein modernes Betriebssystem
angepasst und um die Ubertragung von Datensitzen und Einstellungen der verwen-
deten Funktionsgeneratoren iiber die Netzwerkschnittstelle erweitert.

4.2 Erzeugung des Bose-Einstein-Kondensats

Vakuumkammer

Wie im Abschnitt 2.2 beschrieben sollte die Stofirate der Atome in der optischen
Dipolfalle mit dem Hintergrundgas so gering wie moglich gehalten werden, damit
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Abbildung 4.2: Aufbauskizze der Vakuumkammer. A: Frontalansicht. Dargestellt ist die
Hauptkammer mit den verschiedenen optischen Zugédngen. Zur besseren Ansicht sind die
kleineren, zur MOT-Hauptachse orthogonalen Flansche nur gestrichelt angedeutet. B: Sei-
tenansicht. In dieser Ansicht erkennt man die Verbindung von Haupt- und Vorkammer und
die optische Achse, in der die Absorptionsabbildung aufgebaut ist. Die halbtransparent ein-
gezeichnete Kompensationsspule auf der optischen Achse der Abbildung ist nicht an der
Vakuumkammer befestigt, sondern freistehend auf dem optischen Tisch installiert und da-
her hier nur der Vollstandigkeit halber eingezeichnet. Nicht eingezeichnet sind Druckmesser
und Vakuumpumpen an der Vorkammer.

die evaporative Kiihlung effizient ablduft und eine Bose-Einstein-Kondensation er-
reicht werden kann. Dies setzt ein Ultrahochvakuum, d.h. Driicke im Bereich von
1077 — 107" mbar voraus. Im Experiment wird dieser Bereich durch den kombinierten
Einsatz einer Ionengetterpumpe (Modell VTS 251/s, Firma Meca2000) und einer Titan-
Sublimationspumpe (Modell TSP2, Firma Riber) erreicht. Der Betrieb dieser Pumpen-
typen setzt ein Hochvakuum voraus, welches zuvor durch Ausheizen der Vakuum-
kammer und zusitzlichem Einsatz einer Turbomolekularpumpe hergestellt wird. Der
im Experiment erreichte Druck betrdgt etwa 3 - 107! mbar.

Die Vakuumkammer setzt sich aus einer zylindrischen Vorkammer und einer sphé-
rischen Hauptkammer zusammen, welche tiber einen CF63-Flansch miteinander ver-
bunden sind. In Abbildung 4.2 ist der Aufbau der Vakuumkammer aus zwei Ansich-
ten skizziert. Die frontale Ansicht (Abbildung 4.2A) zeigt die Hauptkammer mit den
zentralen Hauptfenster (hellblau) sowie vier koaxialen Flanschpaaren vom Typ CF-38
und gestrichelte Konturen, welche die weiteren vier kleineren Flanschpaare mit ei-
nem Durchmesser von 20 mm andeuten, die zur besseren Ansicht nicht eingezeichnet
sind. Die Hauptkammer ist aus Edelstahl gefertigt und hat einen Durchmesser von
163 mm. Mit Ausnahme der horizontalen Achse (in y-Richtung) und des Flansches,
an dem der Dispenser angebracht ist, sind alle Flansche mit einem optischen Zugang
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aus Quarzglas abgeschlossen, welches fiir den nahinfraroten Bereich um 780 nm anti-
reflexionsbeschichtet ist.

In der horizontalen Achse wird die Dipolfalle realisiert. An den beiden Flanschen ist
ein metallischer Faltenbalg montiert, welcher mit drei Mikrometerschrauben tiber die
umfassende Halterung (dunkelgrau) in seiner Lange variiert werden kann. Die beiden
Flansche sind mit einem optischen Zugang aus Zinkselenidglas abgeschlossen, wel-
ches im Gegensatz zu Quarzglas transparent fiir das Licht des CO,-Lasers bei einer
Wellenldnge von 10,6 um ist. Zur Kammermitte zeigt beiderseits koaxial zu den Flan-
schen ein Metallrohr, an dessen Ende eine Zinkselenidlinse der Brennweite 38,1 mm
angebracht ist (nicht eingezeichnet). Da die Metallrohre mit dem jeweiligen dufseren
Ende des Flansches verbunden sind, konnen die im Vakuum liegenden Linsen {iber
die Mikrometerschrauben der dufSeren Halterung ausgerichtet und so das im Vakuum
liegende Teleskop justiert werden (vgl. Abbildung 4.5). Um ein konstantes magneti-
sches Feld zu erzeugen, ist um die Halterungen der beiden Flansche der Dipolfallen-
achse sowie iiber weitere Halterungen an den beiden Flanschen der vertikalen Achse
jeweils ein Spulenpaar in Helmholtz-Konfiguration angebracht (Offsetspulen, orange).

Die Achse in —45°-Richtung bildet die MOT-Hauptachse, an der das Spulenpaar in
Anti-Helmholtz-Konfiguration zur Erzeugung des magnetischen Gradienten montiert
ist, welches in der Skizze im Querschnitt angedeutet wird (Gradientenspulen, rot). Die
Spulen sind in ein wassergekiihltes Kupferschalenpaar um die beiden Flansche ge-
wickelt. Bei der Windungszahl von 310 Windungen und einem durch die Kiithlung
begrenzten Maximalstrom von 6 A wird ein Magnetfeldgradient von etwa 9,2G/cm
erreicht [88]. Die beiden anderen Achsen der magneto-optischen Falle sind orthogo-
nal zur Hauptachse auf den kleineren Flanschen realisiert.

In +45°-Richtung ist ein Rubidiumdispenser angebracht. Der Dispenser besteht aus
einer elektrischen Durchfithrung zu drei mit Rubidiumchromat (Rb,CrO,) beschich-
teten Metallpldattchen (Modell RB/ NF3.4, Firma SAES Getters). Beim Anlegen eines
konstanten Stroms von etwa 4,5 A an der elektrischen Durchfiihrung wird das Metall-
plattchen erhitzt und es kommt zu einer chemischen Reaktion, bei der atomares
Rubidiumgas in der Vakuumkammer entsteht. Weiterhin sind an zwei der kleineren
Flansche eine Kamera zur Abbildung der MOT sowie eine Sammellinse, welche die
Fluoreszenz der Atome auf eine Photodiode abbildet, aufgebaut.

Aus seitlicher Ansicht (Abbildung 4.2B) erkennt man die mit der sphérischen Haupt-
kammer verbundene zylindrische Vorkammer. Aufier den beiden Flanschen in verti-
kaler Richtung sind die weiteren Flansche der Hauptkammer in dieser Abbildung nur
durch die gestrichelten Konturen angedeutet. An der Vorkammer ist ein Druckmesser
(Modell TR 211, Firma Leybold) sowie die beiden Vakuumpumpen angebracht. Zu-
satzlich bietet die Vorkammer {iber ein wiederverschliefSbares Ventil die Moglichkeit,
andere Vakuumpumpen an einen CF-38 Flansch anzuschliefien. Koaxial zum Haupt-
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Abbildung 4.3: A: Vereinfachtes Termschema der D2-Linie von 8’Rb. Der Ubergang des
Kihllasers (Riickpumplasers) mit der Frequenz wg (wg) ist durch den roten durchgezoge-
nen (griinen gestrichelten) Pfeil gekennzeichnet. B: Aufbauskizze zur Optik des Kiihllasers.
Folgende Abkiirzungen werden verwendet: KL: Kiihllaser, OI: Optischer Isolator, 1/2: 4/2-
Verzogerungsplatte, PSW: Polarisationsstrahlteilerwiirfel, AOM: Akusto-optischer Modula-
tor, VB: Verschlussblende, FK: Faserkoppler.

fenster der Hauptkammer befindet sich ein Fenster, so dass diese horizontale Achse
(x-Richtung) zur Absorptionsabbildung der Atome genutzt werden kann. Auf dieser
Achse befindet sich ebenfalls das dritte Offsetspulenpaar, von dem eine Spule um den
Verbindungsflansch zwischen den beiden Vakuumkammerteilen und die andere Spu-
le freistehend extern montiert ist (transparent angedeutet).

Magneto-optische Falle

Im Experiment wird eine magneto-optische Falle fiir Rubidiumatome (*’Rb) reali-
siert. In Abbildung 4.3A ist das Termschema der D2-Linie von *Rb vereinfacht dar-
gestellt. Als Kiihliibergang wird der in rot eingezeichnete Ubergang von |5S 12, F=2)
nach |5P3 5, F =3) gewdhlt, zu dem das Licht des im Folgenden Kiihllaser genann-
ten Lasers um etwa 3 Linienbreiten (= 21 MHz) rotverstimmt ist. Es ist allerdings
auch ein nicht-resonanter Ubergang der Atome nach |5P3 2. F = 2) moglich, aus dem
die Atome nach |SS 12, F = 1) zerfallen und dann fiir die weitere Kithlung verloren
sind. Um den Kiihlkreislauf wieder zu schlieffen, wird eine zweite Laserlichtquelle,
die Riickpumplaser genannt wird, verwendet [89]. Der Riickpumplaser strahlt re-
sonantes Licht zum Ubergang von |551 52, F =1) nach |5P3/2, F =2) ein und fiihrt
die Atome damit in den Kiihlkreislauf zuriick. Der Riickpumplaser wird iiber eine
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Frequenzmodulationsspektroskopie auf die Ubergangsfrequenz stabilisiert. Uber ei-
ne Frequenzabstandsstabilisierung wird dann der Kiihllaser relativ zum Riickpump-
laser auf den Kiihliibergang frequenzstabilisiert. Bei dieser wird das Licht des Kiihl-
lasers und des Riickpumplasers in einer Glasfaser tiberlagert und tiber eine schnelle
Photodiode dann das Schwebungssignal analysiert. Der Frequenzabstand der beiden
Uberginge betrigt etwa 6,8 GHz und kann {iber dieses Verfahren stabilisiert werden.
Die Frequenzabstandsstabilisierung hat den Vorteil, dass die Frequenz des Kiihllasers
schnell (~ms) tiber einen weiten Bereich (mehrere 100 MHz) verstimmt werden kann,
was bei der dunklen MOT wichtig wird. Eine ausfiihrliche Darstellung zum Auf-
bau der beiden Stabilisierungsmethoden und zur im Experiment erreichten Frequenz-
stabilitat findet sich in [28].

Eine Skizze zum Aufbau der Optik des Kiihllasers zeigt Abbildung 4.3B. Als Kiihl-
laser (KL) wird ein trapezverstarkter Diodenlaser (Modell DLX 110, Firma Toptica)
mit einer Ausgangsleistung von etwa 400 mW bei einer Wellenldnge von 780 nm ver-
wendet. Um den Laser vor Riickreflexionen zu schiitzen, wird ein optischer Isola-
tor verwendet (OI). Dann wird ein geringer Teil der Strahlleistung zur Sattigungs-
spektroskopie und zur Frequenzabstandsstabilisierung abgezweigt. Die Sattigungs-
spektroskopie dient beim Kiihllaser zur groben Justage der Laserlichtfrequenz. Da-
nach durchquert der Strahl einen akusto-optischen Modulator (AOM, Modell 3080-
122, Firma Crystal Technology Inc.) zum schnellen Schalten der Lichtintensitdt. Nach
dem AOM wird ein weiterer Teil der Leistung abgezweigt und hinter einer mecha-
nischen Verschlussblende (VB) in eine Glasfaser eingekoppelt. Die mechanische Ver-
schlussblende ist zum Blocken des Laserlichts notwendig, da auch ohne Anlegen einer
treibenden Frequenz am AOM ein kleiner Teil der eingehenden Lichtleistung isotrop
gestreut wird. Uber die Glasfaser gelangt das Licht zur Vakuumkammer und wird
dort zur Absorptionsabbildung verwendet. Die iibrige Leistung wird fiir die MOT
verwendet. Zur Verbesserung des Strahlprofils und zur Entkopplung der Justage der
Teilstrahlen der magneto-optischen Falle vom bisherigen Strahlengang lauft der Strahl
zundchst durch eine Glasfaser. Hinter der Glasfaser betrdgt die Strahlleistung etwa
100 mW. Nach dem Faserkoppler wird der Strahlradius iiber ein Teleskop auf etwa
2 cm aufgeweitet und dann mit dem Laserstrahl des Riickpumperlasers iiberlagert.

Der Strahlverlauf des Riickpumplasers ist in Abbildung 4.4 skizziert. Als Quelle
des Riickpumplaserlichts dient ein selbstgebauter gitterstabilisierter Diodenlaser in
Littrow-Konfiguration (Laserdiode: Modell RLD78PZW?2, Firma Rohm). Eine ausfiihr-
liche Beschreibung zum verwendeten Aufbau findet sich in [90]. Der Riickpumplaser
hat eine Ausgangsleistung von etwa 35 mW bei einer Wellenldnge von etwa 780,23 nm.
Nach dem optischen Isolator wird ein Teil der Leistung fiir die Frequenzmodulations-
spektroskopie und die Frequenzabstandsstabilisierung abgezweigt. Danach wird ein
AOM (Modell 1205C-1, Firma Isomet) zum schnellen Schalten der Laserlichtintensitat
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Abbildung 4.4: Aufbauskizze zur Optik des Riickpumplasers. Folgende Abkiirzungen
werden verwendet: RL: Riickpumplaser, OI: Optischer Isolator, 1/2: 1/2-Verzogerungsplatte,
PSW: Polarisationsstrahlteilerwtirfel, AOM: Akusto-optischer Modulator, VB: Verschlussblen-
de, LB: Lochblende.

und eine Verschlussblende verwendet. Innerhalb des darauf folgenden Teleskops zur
Aufweitung des Strahlradius befindet sich eine Lochblende, die das Strahlprofil des
Riickpumplasers verbessert. Nach dem Teleskop betrédgt die Leistung des Riickpump-
laserlichts etwa 20 mW.

Fiir die magneto-optische Falle werden die aufgeweiteten Strahlen des Kiihllasers und
des Riickpumplasers tiberlagert und auf drei Strahlen gleicher Intensitit aufgeteilt,
die dann auf den senkrecht zueinander stehenden MOT-Achsen eingestrahlt werden.
Auf jeder Achse durchquert das Laserlicht eine 1/4 Verzogerungsplatte, die Haupt-
kammer und wird dann durch eine weitere 1/4 Verzogerungsplatte retroreflektiert,
so dass die fiir die magneto-optische Falle notwendige Konfiguration aus entgegen-
laufenden Lichtstrahlen mit o* /o~ -Polarisation in drei orthogonalen Raumrichtungen
realisiert ist.

Im experimentellen Zyklus 1ddt die magneto-optische Falle fiir etwa 29s Atome aus
dem Hintergrundgas. Der Dispenser wird wenige Sekunden vor dem Ende der MOT
Ladephase nicht mehr versorgt, um den Druck in der Vakuumkammer wéhrend der
evaporativen Kiihlung zu verbessern. Nach jedem Durchgang dauert es daher etwa
55, bis der Dispenser geniigend erhitzt ist, damit es zum Ausgasen von Rubidium-
atomen kommt. Die Atomzahl und die Laderate der magneto-optischen Falle fiir die
im Rahmen der vorliegenden Arbeit erneuerten Gradientenspulen ist in der Diplom-
arbeit von T. Burgermeister untersucht worden [88]. Aus dem Fluoreszenzsignal der
MOT, welches iiber eine Photodiode detektiert wird, ergibt sich eine Atomzahl von
etwa 5 - 10® am Ende der MOT-Ladephase.

Um die Atome aus der magneto-optischen Falle effizienter in die Dipolfalle zu laden,
wird vor dem Umladen innerhalb von rund 150 ms die Frequenz des Kiihllasers stetig
bis zu 230 MHz rotverstimmt und die Leistung des Riickpumplaserlichts deutlich ver-

51



4 Experimenteller Aufbau
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Abbildung 4.5: Aufbauskizze zur Dipolfalle. Links ist der Aufbau zur Modulation des Laser-
strahls und der Strahlaufweitung dargestellt. Rechts zeigt die Skizze den Strahlengang an der
Vakuumhauptkammer. Folgende Abkiirzungen werden verwendet: CO2: CO,-Laser, AOM:
Akusto-optischer Modulator.

ringert. Dadurch werden zunehmend Atome in den Zustand |SS 12, F = 1) gepumpt
und die Fluoreszenz nimmt ab, weshalb man auch von einer dunklen MOT spricht.
Aufgrund der geringeren Photonenstofirate verringert sich die Temperatur und er-
hoht sich die Dichte der MOT, wodurch das Umladen in die Dipolfalle begiinstigt
wird. Wie in Abschnitt 2.2 erwdhnt verlduft die evaporative Kiithlung in der Dipol-
falle effizienter, wenn der Anteil an Atomen im Hyperfeingrundzustand hoch ist. Am
Ende der dunklen MOT wird die Temperatur der Atome zu 40 uK bestimmt [30].

Dipolfalle

Im néchsten Schritt werden die Atome in eine optische Dipolfalle umgeladen. Ei-
ne Aufbauskizze der Dipolfalle zeigt Abbildung 4.5. Als Laserlichtquelle wird ein
CO,-Laser (Modell GEM-50S, Firma Coherent) mit einer Ausgangsleistung von 55W
bei einer Wellenldnge von 10,6 um verwendet. Der Laserstrahl durchquert zundchst
einen wassergekiihlten AOM und wird dann iiber ein Teleskop mit den Brennweiten
63,5mm und 127 mm aufgeweitet (Abbildung 4.5 links). Aufgrund der vergleichswei-
se geringen Beugungseffizienz der fiir die Wellenldnge des CO,-Laserlichts geeigne-
ten AOMs und durch Verluste an der Optik verringert sich die Strahlleistung auf et-
wa 27 W vor der Vakuumkammer. Der Strahl wird durch die horizontale Achse der
Hauptkammer geleitet und trifft dann auf einen Strahlblocker (Abbildung 4.5 rechts).
Innerhalb der Vakuumkammer befindet sich ein Teleskop mit zwei Linsen der Brenn-
weite 38,1 mm, tiber dass der Strahl auf einen Durchmesser von etwa 25 um fokussiert
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4.2 Erzeugung des Bose-Einstein-Kondensats

wird. Die beiden Linsen des Teleskops konnen iiber je drei Mikrometerschrauben an
der Flanschhalterung von aufierhalb der Kammer justiert werden.

Das extrem weit von den Rubidiumresonanzen verstimmte Licht des CO,-Lasers stort
den Ladevorgang in der magneto-optischen Falle nicht und wird daher bereits wih-
rend der MOT-Ladephase eingestrahlt. Zum Umladen der Atome in die Dipolfalle
wird das Licht der magneto-optischen Falle abgeschaltet. Die Atomzahl in der Dipol-
falle kann aus dem Fluoreszenzsignal der Atome bestimmt werden, die mit einem
resonanten Lichtpuls des Riickpumplaserlichts angeregt werden. Aufgrund der ge-
ringeren Fallentiefe der Dipolfalle und aus geometrischen Griinden werden nur etwa
1 — 2% der Atome aus der magneto-optischen Falle in die Dipolfalle umgeladen. Im
Experimentzyklus entspricht dies typischerweise 6 - 10° Atomen. Die Anzahl der in
der Dipolfalle gefangenen Atome zeigt einen doppelt-exponentiellen Zerfall, der auf
die nattirliche Evaporation bzw. auf Stofie mit dem Hintergrundgas zuriickzufiihren
ist. Eine genauere Untersuchung im Experiment ergibt eine Lebensdauer der Atome
in der Dipolfalle aufgrund von Stéflen mit dem Hintergrundgas von etwa 21,6 s [88].

Eine Anderung der Treiberfrequenz des AOMs hat eine Austrittswinkeldnderung
der ersten Beugungsordnung zur Folge. Um den Anteil der Atome, der aus der
magneto-optischen Falle in die Dipolfalle umgeladen wird, zu maximieren, wird {iber
eine sinusformige Frequenzmodulation am AOM der Strahl rdumlich aufgeweitet
und so das Fallenvolumen bei vergleichsweiser hoher Potentialtiefe maximiert. Die
Modulationsfrequenz wird hierbei hoch gegen alle Fallenfrequenzen der Dipolfalle
gewdhlt. In der Diplomarbeit von J. Plumhof [91] und in der Dissertation von T. Salger
[30] ist die Methode ausfiihrlich untersucht.

Zur evaporativen Kithlung wird die Fallentiefe der Dipolfalle stetig verringert, indem
die Leistung des CO,-Laserlichts iiber den AOM gesenkt wird. Durch die geringere
Fallentiefe wird es den hochenergetischen Teilchen in der Falle moglich, aus der Falle
zu entweichen. Der Rest der Atome rethermalisiert in der Dipolfalle zu einer niedrige-
ren Temperatur, bis schlieSlich die Bose-Einstein-Kondensation eintritt. Fiir die Eva-
poration in einer optischen Dipolfalle wird ein optimales Verhaltnis von Fallentiefe zu
thermischer Energie V (¢) /k,T ~ 10 vorhergesagt [92]. Der Verlauf der Fallentiefe im
Experiment ist durch diese Vorhersage motiviert und folgt der Form

V() 4.1)

0
T
mit der anfanglichen (maximalen) Dipolfallentiefe V, = kgz-1,6 mK und den Konstanten
7 und S, mit denen die Atomzahl im Bose-Einstein-Kondensat optimiert wird. Expe-
rimentell hat sich eine Dauer der evaporativen Kiithlung von etwa 6 s als optimal her-
ausgestellt, in der die Fallentiefe auf ungefdahr 0,3% der anfanglichen Dipolfallentiefe
Vo gesenkt wird.
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Im Gegensatz zu einer Magnetfalle werden Atome unabhéngig von der Spinpolarisa-
tion des Hyperfeinzustands in der Dipolfalle gefangen. Fiir die spédteren Experimen-
te ist es jedoch giinstig, ein spinpolarisiertes Bose-Einstein-Kondensat zu erzeugen.
Dies ist moglich, indem zur Dipolfalle ein magnetisches Gradientenfeld tiberlagert
wird. Im Experiment wird dieses tiber die Gradientenspulen der magneto-optischen
Falle und ein geeignetes konstantes Magnetfeld der Offsetspulen erzeugt. Durch das
Gradientenfeld wird die effektive Fallentiefe wahrend der Evaporation abhéngig von
der magnetische Quantenzahl mr und so eine Selektion der am Ende der Evapora-
tion verbleibenden Atome moglich. Die Auswahl des Zeeman-Zustands ist bei die-
ser Methode mit einem zusatzlichen Atomverlust verbunden. Uber die Absorptions-
aufnahme kann die Atomzahl des Bose-Einstein-Kondensats bestimmt werden. Oh-
ne externen Magnetfeldgradienten wird eine Atomzahl von etwa 8 - 10* im Experi-
ment erreicht. Fiir ein spinpolarisiertes Bose-Einstein-Kondensat im Zeeman-Zustand
mr = 0, wie es fiir die weiteren Experimente dieser Arbeit verwendet wird, reduziert
sich die Atomzahl im Kondensat auf etwa 3 — 5-10*. Eine genauere Untersuchung
dieser Technik zur Erzeugung eines spinpolarisierten Bose-Einstein-Kondensats fin-
det sich in [87].

4.3 Absorptionsabbildung

Um Atome in der Dipolfalle bzw. das Bose-Einstein-Kondensat abzubilden, wird im
Experiment eine Absorptionsabbildung verwendet. Eine Skizze des experimentel-
len Aufbaus zeigt Abbildung 4.6A. Ein Teil der Leistung des Kiihllaserlichts wird
tiber eine Glasfaser zur Vorkammer transferiert und der Abbildungsstrahl (rot) dann
horizontal in x-Richtung durch die Vakuumkammer geleitet. In der Hauptkammer
trifft der Abbildungsstrahl auf das Bose-Einstein-Kondensat (BEC) und wird hinter
dem Hauptfenster iiber eine Abbildungslinse (Modell AC254-100-B, Firma Thorlabs)
auf eine CCD-Kamera (CCD, Modell XC-55, Firma Sony) mit etwa vierfacher Ver-
groferung abgebildet. Zusdtzlich wird tiber einen Hohlleiter (HL, Modell 14040
mit Adapter Modell 14094-SF40, Firma Flann) eine Mikrowelle (MW) mit einer Fre-
quenz von ca. 6,8 GHz und einer Leistung von etwa 2,5W durch das Hauptfenster
in Richtung der Atome eingestrahlt. Die elektronische Schaltung zur Erzeugung der
Mikrowelle ist in Abbildung 4.6B gezeigt. Die Mikrowellenfrequenz wird von einem
Funktionsgenerator (MWFG, Modell SMR-20, Firma Rhode & Schwarz) erzeugt und
tiber zwei Frequenzmischer (MIX, Modell ZMX-10G, Firma Mini Circuits) mit einem
Radiofrequenzschalter (Modell ZYSWA-2-50DR, Firma Mini Circuits) iiber ein Schalt-
signal (TTL) geschaltet. Durch einen Verstarker (AMP, Modell ZVE-3W-83+, Firma
Mini Circuits) wird die Leistung der Mikrowelle auf maximal 3 W erhoht und dann
tiber ein abgeschirmtes, verlustarmes SMA-Kabel zur Vakuumkammer transferiert.
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Abbildung 4.6: A: Aufbauskizze zur Zeeman-zustandsselektiven Abbildung. Die verwende-
ten Abkiirzungen sind: FK: Faserkoppler, BEC: Bose-Einstein-Kondensat, CCD: CCD-Kamera,
HL: Hohlleiter, MW: Mikrowelle B: Elektronische Schaltung zur Erzeugung der Mikrowellen-
frequenz. Dabei werden abgekiirzt: MWFG: Funktionsgenerator der Mikrowellenfrequenz,
TTL: Schaltsignal, MIX: Mischer, AMP: Verstarker, DC: Richtkoppler. C: In Falschfarben ko-
dierte Absorptionsaufnahme eines spinpolarisierten Bose-Einstein-Kondensats mit mp = 0
nach einer Flugzeit von 18 ms.

o 1
rel. integrierte Liniendichte

Bevor die Mikrowellenleistung den Hohlleiter erreicht, wird ein Richtkoppler (DC,
Modell ZGDC35-93HP+, Firma Mini Circuits) passiert, an dem {iiber die gekoppelten
Ausgidnge die eingehende Mikrowellenfrequenz und Leistung bzw. die in den Hohl-
leiter reflektierte Mikrowellenleistung gepriift werden kann. Der am Ausgang des
Richtkopplers angeschlossene Hohlleiter dient als Mikrowellenantenne.

Die Lichtfrequenz des Abbildungsstrahls entspricht der Frequenz des Kiihllaserlichts
wg. Fiir die Abbildung wird diese resonant zum Ubergang von |SS 12, F =2) nach
|5P3 12, F = 3) (siehe Abbildung 4.3A) gewéhlt. Die Atome in der Dipolfalle bzw. im
Bose-Einstein-Kondensat befinden sich im Zustand |5S 12, F = 1) und miissen daher
tiir die Absorptionsabbildung erst in den Zustand |SS 12, F = 2) transferiert werden.
In vorangegangenen Arbeiten am Experiment wurde dies durch zusitzliches Ein-
strahlen des Riickpumplaserlichts erreicht. Durch Einstrahlen einer Mikrowelle der
Frequenz Ayr = 6,834 682611 GHz [93], welche der Hyperfeinaufspaltung entspricht,
kann der Ubergang von |5S1 52, F =1) nach |5$1/2, F = 2) aber auch direkt erreicht
werden. Bei der Absorptionsaufnahme entsteht aufgrund von Absorption ein Schat-
ten am Ort der Atome, der auf die CCD-Kamera abgebildet wird. Zur Bestimmung
der optischen Dichte wird diese Aufnahme mit einer zweiten Aufnahme ohne Ab-
sorption der Atome verrechnet. Das Ergebnis einer solchen Absorptionsaufnahme in
Falschfarbendarstellung zeigt Abbildung 4.6C. Aufgetragen ist die integrierte Linien-

55



4 Experimenteller Aufbau

A B
—— _ |[F=1,mp=0) —o—
_]1 mpg -rCU |F=1,mp=-1)
F=2 — TO g 1 """"
— 1 §
— 2. 155 T B4
Agr = . e e
L
3]
| —+1 o
B J L ;
F=1 Azl —0 0= %5 0 25 700 725 750 ' 1425 1450 1475
LI LA

Relative Frequenzverschiebung Av [kHz|

Abbildung 4.7: A: Termschema zur Zeeman-Aufspaltung der fiir die Absorption relevan-
ten Hyperfeinniveaus |SS 12, F =1, 2), die hier mit F = 1, 2 gekennzeichnet sind. Neben den
Niveaus ist die magnetische Quantenzahl my angegeben. Die Pfeile kennzeichnen mogliche
Ubergéinge der Zustinde |F = 1, mp = -1, 0), die mittels der Mikrowelle getrieben werden
konnen. B: Relative Atomzahl der abgebildeten Atome fiir die Zustdande |F = 1, mp = -1, 0)
gegen die Frequenzverschiebung Av zur Frequenz Agg. Die eingezeichneten Linien sind eine
Anpassung von Gaufi-Funktionen und dienen der klareren optischen Darstellung. Zur besse-
ren Ansicht ist die x-Achse unterbrochen. Die Zeeman-Aufspaltung betragt in dieser Messung
Az =725kHz.

dichte in Falschfarben, wobei dunkelblau einer niedrigen Dichte und weifd bzw. rot
einer hohen Dichte entspricht. Zu erkennen ist eine Erththung der Dichte im Zentrum
der Aufnahme, die rdumlich mit dem Bose-Einstein-Kondensat nach einer Flugzeit
von 18 ms zusammenfallt und aus der die Atomzahl iiber Integration bestimmt wer-
den kann. Die Rabi-Frequenz des von der Mikrowelle getriebenen atomaren Uber-
gangs lasst sich ermitteln, indem fiir verschiedene Mikrowellenpulslingen die abge-
bildete Atomzahl bestimmt wird. Bei der im Experiment maximalen Mikrowellenleis-
tung und einer aus geometrischen Griinden festgelegten Einstrahlrichtung der Mikro-
welle wird eine Rabi-Frequenz von etwa 28 kHz erreicht.

Nach der Evaporation in der Dipolfalle wird ein konstantes magnetisches Feld
angelegt, welches zu einer Zeeman-Aufspaltung der Hyperfeinniveaus fiihrt. Das
Termschema zur Zeeman-Aufspaltung der relevanten Niveaus |551 n, F=1) und
|5S1/2,F =2) fiir die Absorptionsabbildung zeigt Abbildung 4.7A. Die beiden
Hyperfeinniveaus mit F = 1, 2 spalten um A; entsprechend der magnetischen
Quantenzahl my in umgekehrter Reihenfolge auf. Der Abstand zwischen den Zu-
stinden |F =1,mp=0) und |F =2,my =0) entspricht der Hyperfeinaufspaltung
Apr. Mogliche Ubergéinge der Atome im Zustand |F = 1, my = -1, 0), die mit der
Mikrowelle getrieben werden kénnen, sind durch die Pfeile gekennzeichnet. Wird
die Mikrowellenfrequenz vyw = App eingestrahlt, so ist nur der Ubergang von
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|[FF =1, mp = 0) nach |F =2, mp = 0) moglich (griin, durchgezogen). Die gestrichelten
Pfeile kennzeichnen die Ubergéinge, die fiir die Mikrowellenfrequenz vyw = Agr + Az
moglich sind. In diesem Falle werden Atome in beiden Zustdnden |F = 1, mp = —1)
und |F = 1, mp = 0) abgebildet. Fiir die Frequenz vyw = Anr + 2Az werden schlieflich
nur noch Atome im Zustand |F = 1, my = —1) abgebildet (blau). Analoge Uberlegun-
gen treffen fiir die Abbildung der Atome im Zustand |F =1, my; = +1> zu. Uber ei-
ne Verschiebung Av der Mikrowellenfrequenz relativ zur Hyperfeinaufspaltung Ay
konnen also selektiv Atome unterschiedlicher magnetischer Quantenzahl my abgebil-
det werden. In Abbildung 4.7B ist die relative Anzahl der abgebildeten Atome gegen
die relative Frequenzverschiebung Av fiir die beiden Zustdnde |F = 1, my = 0) (blaue
Punkte, durchgezogen) und |F = 1, mr = —1) (griine Kreise, gestrichelt) aufgetragen.
Die Zeeman-Aufspaltung in dieser Messung betrdagt A, = 725kHz. Die Atomzahl
der abgebildeten Atome im Zustand |F = 1, my = 0) wird entsprechend der Erwar-
tung maximal fiir Av = 0, Az und die Anzahl der abgebildeten Atome im Zustand
|F =1, mp = —1) maximal fiir Av = Az, 2A,.

4.4 Optisches Gitter

Zur Erzeugung des optischen Gitterpotentials werden zwei zueinander phasen-
stabilisierte, entgegenlaufende Laserstrahlen benétigt. Im Experiment wird dazu die-
selbe Laserlichtquelle fiir beide Lichtpfade verwendet. Eine Aufbauskizze zeigt Ab-
bildung 4.8. Als Gitterlaser (GL) wird ein trapezverstdarkter Diodenlaser (Modell:
DLX 110, Firma: Toptica) mit einer Ausgangsleistung von etwa 800mW bei einer
Wellenldnge von A; = 783,45 nm verwendet. Nach dem optischen Isolator (OI) dient
ein Teil der Leistung zur Uberpriifung der Modenstabilitdt iiber ein Fabry-Perot-
Interferometer und der Wellenldnge tiber ein Spektrometer (Modell: Angstrom WS6,
Firma: High Finesse). Nach einer Verschlussblende zum Blocken des Laserstrahls
wird ein holographisches Reflexionsgitter (RG, Modell: PLR808-92.5-13-17.5-1.5, Fir-
ma: Ondax Inc) zur spektralen Filterung des Laserlichts verwendet. Der Laserstrahl
wird zweimal am holographischen Gitter reflektiert, um einen spektral breiten Unter-
grund des Diodenlasers moglichst effizient zu unterdriicken. Dann wird der Laser-
strahl auf tiber einen Strahlteilerwiirfel auf zwei Teilstrahlen gleicher Leistung aufge-
teilt. Fiir beide Teilstrahlen wird ein AOM (AOM 1/2, Modell: 3200-121, Firma Crystal
Technology) verwendet, um die Intensitdt des Laserstrahls einzustellen und die Fre-
quenz zu modulieren. Nach dem AOM wird die erste Beugungsordnung in einen
Faserkoppler (FK) eingekoppelt. Uber eine polarisationserhaltende Glasfaser wird das
Licht zur Vakuumkammer transferiert.

Der rechte Teil der Abbildung zeigt den Strahlengang an der Vakuumkammer. Die
beiden Laserstrahlen werden oberhalb (von AOM 2 moduliertes Licht) und unterhalb
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Abbildung 4.8: Aufbauskizze zur Realisierung des optischen Gitters. Links ist der Aufbau
zur Strahlanalyse, der Aufteilung auf die beiden Pfade des optischen Gitters, der Modulation
und der Einkopplung der beiden Strahlen in die Glasfasern dargestellt. Neben den AOMs sind
die Treiberfrequenzen v und Q (¢) fiir den Selektionspuls und die biharmonische Modulati-
on bzw. vg fiir die Gravitationskompensation angegeben, die am jeweiligen AOM verwendet
werden (siehe Haupttext und Abbildung 4.9). Rechts wird der Strahlengang der beiden Pfade
nach Auskopplung aus der Glasfaser an der Vakuumhauptkammer skizziert. Die perspek-
tivisch gednderten Bereiche in der Skizze sind durch grau gestrichelte Kidsten markiert. Der
PSW im oberen Kasten ist um die Strahlachse rotierbar, die Optik im unteren Kasten ist auf
dem optischen Tisch in der XY-Ebene aufgebaut. Die Abkiirzungen sind: GL: Gitterlaser, OI:
Optischer Isolator, 1/2: 1/2- Verzogerungsplatte, PSW: Polarisierender Strahlteilerwiirfel, VB:
Verschlussblende, RG: Reflexionsgitter, GP: Glasplatte, FPI: Fabry-Perot-Interferometer, FK:
Faserkoppler

(von AOM 1 moduliertes Licht) der Vakuumkammer aus der Glasfaser ausgekoppelt
und dann in vertikaler Richtung gegenldufig durch die Vakuumkammer geleitet. Die
typische Lichtleistung hinter den Faserauskopplern betrdgt etwa 45 mW auf beiden
Pfaden. Durch die Faserauskoppler (Modell: 60FC-4-M8-10, Firma: Schiifter+Kirchhoff)
wird ein gemeinsamer Fokus mit einer Breite von 300 um am Ort des Bose-Einstein-
Kondensats (BEC) eingestellt. Der Rayleigh-Bereich betragt etwa 180 mm [80]. Hinter
der Vakuumkammer werden die Laserstrahlen dann iiber Strahlteilerwiirfel ausge-
koppelt, um Riickreflexionen zu vermeiden. In der Abbildung ist zu beachten, dass
der unterhalb der Kammer mit einem graugestrichelten Kasten markierte Bereich in
der XY-Ebene aufgebaut ist, so dass die beiden Laserstrahlen zunéchst orthogonal zu-
einander polarisiert sind und daher am Strahlteilerwiirfel hinter der Vakuumkammer
ausgekoppelt werden. Bei orthogonalen Polarisationsrichtungen verschwindet nach
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(2.47) der Interferenzterm und damit das optische Gitterpotential. Der Strahlteiler-
wirfel oberhalb der Vakuumkammer ist deshalb um die Strahlachse drehbar, so
dass ein Kompromiss aus Gitterpotentialtiefe und ausgekoppelter Strahlleistung
gefunden werden kann. Obwohl zueinander parallele Polarisationsrichtungen der
Gitterlaserstrahlen die Gitterpotentialtiefe maximieren, ist diese Konfiguration fiir
das vorliegende Experiment keine Wahl, da fiir die Raman-Ubergénge, die bei der
Geschwindigkeitsselektion verwendet werden, sowohl o/~ als auch n- Polarisations-
anteile notig sind. Der Verkippwinkel des Strahlteilerwiirfels ist typischerweise so
gewdhlt, dass die Polarisationsrichtungen nahezu orthogonal zueinander stehen. Bei
der gewdhlten Konfiguration wird eine maximale Gitterpotentialtiefe von etwa 9E,
erreicht.
Im Experiment wird das Bose-Einstein-Kondensat in der optischen Dipolfalle erzeugt
und dann das Dipolfallenpotential abgeschaltet. Es kommt zur freien Expansion des
Kondensats und die Atome werden aufgrund der Gravitation in vertikaler Richtung
beschleunigt. Damit das optische Gitter im Ruhesystem der Atome ein unbeschleu-
nigtes Gitterpotential erzeugt, muss die optische Stehwelle in —z-Richtung mit der
Erdbeschleunigung g beschleunigt werden. Die Geschwindigkeit der optischen Steh-
welle ist tiber

v=A/2-Av 4.2)

gegeben, wobei Av eine Frequenzverschiebung zwischen den beiden Laserstrahlen
des optischen Gitters meint [94]. Entsprechend wird das optische Gitterpotential
tiber eine Frequenzrampe linear beschleunigt. Um die Gravitationsbeschleunigung zu
kompensieren, wird eine Frequenzrampe der Form

Ve =Ve+2g/A; -t 4.3)

als treibende Frequenz am AOM 2 verwendet, wobei v, = 200MHz die zentrale
Treiberfrequenz meint.

Zur Untersuchung des atomaren Transports soll das optische Gitterpotential bi-
harmonisch moduliert werden (siehe Abschnitt 3.2). Dazu wird die Frequenz von
einem der beiden Laserstrahlen des optischen Gitters (iiber AOM 1) periodisch
mit der Frequenz Q(#) (3.24) moduliert. Eine Skizze der elektronischen Schal-
tung zur Erzeugung der benétigten Radiofrequenzen fiir die AOMs des opti-
schen Gitters zeigt Abbildung 4.9. Die zentrale Treiberfrequenz der verwendeten
AOMs liegt bei 200MHz. Zur Erzeugung der Frequenzrampe, der Frequenz fiir
den geschwindigkeitsselektierenden Raman-Puls (FG Grav bzw. FG Raman, Modell
AFG3102C, Firma Tektronix) bzw. der biharmonischen Frequenzmodulation (FG MOD,
Modell WW2571, Firma Tabor) werden Arbitrarfunktionsgeneratoren eingesetzt, deren
maximale Tragerfrequenz 100 MHz betragt. Als Tragerfrequenz v, dieser Signale wird
daher 47 MHz gewéhlt und diese Frequenz mit einer Frequenz von 153 MHz eines wei-
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Abbildung 4.9: Skizze der elektronischen Schaltung zur Erzeugung der Radiofrequen-
zen fiir die AOMs des optischen Gitters. Es werden folgende Abkiirzungen verwendet: FG
MOD/Raman/153 MHz/Grav: Verschiedene Funktionsgeneratoren, +: RE-Kombinierer, LT: RF-
Leistungsteiler, MIX: Mischer, HP/LP: Hochpass/Tiefpass, AMP: Verstarker, TTL: Schaltsignal

teren Funktionsgenerators (Modell: HM8134-2, Firma: Hameg) hochgemischt. Dazu
wird das Signal iiber einen Leistungsteiler aufgeteilt und dann tiber je einen Mischer
mit der Frequenzrampe der Gravitationskompensation bzw. dem kombinierten Si-
gnal der Frequenz des Selektionspulses bzw. des biharmonisch frequenzmodulierten
Signals gemischt. Beide gemischten Signale passieren dann eine Kombination von
Hoch- bzw. Tiefpdssen und anschlieffenden Verstarkern zur Selektion der Frequenz-
summe des Mischerausgangssignals. Die Schaltung unterdriickt das Differenzsignal
der beiden Eingangssignale an den Frequenzmischern, fiihrt aber auch zu einer leich-
ten Frequenzabhingigkeit der Radiofrequenzleistung von der Eingangsfrequenz. De-
tails zu dieser Schaltung finden sich in [28]. Zuletzt konnen beide Radiofrequenzen
mit einem gemeinsamen Schaltsignal tiber zwei RF-Schalter geschaltet werden, be-
vor sie abschliefiend {iber je einen Verstarker (Modell: ZHL-1-2W-BNC, Firma: Mini
Circuits) zur jeweiligen Treiberfrequenz der beiden AOMs verstarkt werden.

Eine Frequenzdnderung der Treiberfrequenz eines akusto-optischen Modulators geht
mit einer Austrittswinkeldnderung der ersten Beugungsordnung einher, wie bereits
bei der Umladerate der Atome in die optische Dipolfalle erwédhnt. Beim Aufbau zur
Realisierung des optischen Gitters fiihrt eine Winkeldnderung der ersten Beugungs-
ordnung zu einer Anderung des Strahlengangs bei der Einkopplung in die jeweilige
Glasfaser. Eine zu hohe Abweichung von der zentralen Treiberfrequenz, auf welche
die Einkopplung in die Glasfaser optimiert ist, resultiert in einer Abnahme der durch
die Glasfaser transmittierten optischen Leistung. Wahrend der Wechselwirkungs-
dauer der Atome mit dem optischen Gitterpotential, welche durch das Aufheizen
der Atome aufgrund von Streuung auf maximal 10 ms beschrankt ist, wird die Fre-
quenz durch die Frequenzrampe zur Kompensation der Gravitationsbeschleunigung
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Abbildung 4.10: A: Einfluss der Treiberfrequenz auf die Ausgangsleistung der
Radiofrequenzschaltung in Abbildung 4.9 und auf die durch die Glasfaser transmittierte opti-
sche Leistung. Die angegebene Leistung ist auf die Leistung fiir die zentrale Frequenz 200 MHz
normiert. B: Demoduliertes Schwebungssignal zwischen dem Licht der beiden optischen
Gitterpfade im Falle einer biharmonischen Frequenzmodulation auf einen der Pfade und einer
konstanten Frequenzverschiebung auf dem anderen Pfad. Das Signal wird von einer schnel-
len Photodiode detektiert und tiber einen Spektrumanalysator demoduliert. Aufgetragen ist
die der Logarithmus der zeitlichen Anderung der Amplitude des Signals am Spektrum-
analysator fiir eine etwas zur Differenzfrequenz der beiden optischen Gitterpfade verscho-
bene Frequenz. Die Parameter der biharmonischen Modulation lauten Q, = 27 - 31,2kHz,
B =0,923, w, =2r-24kHz und 6 = 0,262.

nur um etwa 250kHz gedndert. Die Modulationsamplitude Q, der biharmonischen
Frequenzmodulation (3.24) ist hingegen zun&chst unbeschrankt. Eine zu hoch gewé&hl-
te Modulationsamplitude fiihrt zu einer ungewollten Amplitudenmodulation des
durch die Glasfaser transmittierten Lichts. Um dies zu vermeiden, wurde der Einfluss
der Treiberfrequenz des AOMs, die im Experiment biharmonisch frequenzmoduliert
werden soll, auf die optische Leistung hinter der Glasfaser untersucht. Das Ergeb-
nis zeigt Abbildung 4.10A. Betrachtet wird die Ausgangsleistung der Radiofrequenz-
schaltung (blaue Kreise) und die optische Leistung hinter der Glasfaser (gelbe Punk-
te), welche beide auf die jeweilige Leistung bei der zentralen Treiberfrequenz von
200 MHz normiert sind. Die Radiofrequenzleistung zeigt eine leichte Abhédngigkeit
von der Eingangsfrequenz der Schaltung aufgrund der Kombination aus verschie-
denen Hoch- bzw. Tiefpassen hinter dem Frequenzmischer. Einen deutlich hoheren
Verlust zeigt die durch die Glasfaser transmittierte Lichtleistung, welche bei einer
Abweichung von +5MHz von der zentralen Treiberfrequenz um etwa 20% abnimmt.
Um die Abhédngigkeit zu minimieren, konnte statt der direkten Einkopplung der ers-
ten Beugungsordnung des AOMs die Beugungsordnung zuerst in den AOM retro-
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reflektiert werden. Die Winkelabhdngigkeit wird durch diesen Aufbau aufgehoben,
aber die Beugungseffizienz nimmt deutlich ab und damit auch die Lichtleistung des
optischen Gitters. In griiner Schattierung ist der fiir die in der vorliegenden Arbeit ge-
wahlte Bereich der Modulationsamplitude Q) markiert, in dem die optische Leistung
hinter der Glasfaser nur um maximal 1.5% abweicht.

Zur qualitativen Uberpriifung der korrekten Frequenzmodulation wird das Licht
der beiden optischen Gitterpfade {iiberlagert und das Schwebungssignal mit einer
schnellen Photodiode detektiert. Die Frequenz des einen Pfades ist dabei um we-
nige MHz verschoben, die Frequenz des anderen Pfades wird biharmonisch mo-
duliert. Das Schwebungssignal kann {iiber einen Spektrumanalysator demoduliert
werden, indem die Amplitude einer leicht zur Tragerfrequenz verschobenen Fre-
quenz logarithmisch aufgetragen und die zeitliche Anderung bei verschwindender
Frequenzspanne am Spektrumanalysator betrachtet wird. Vereinfacht ausgedriickt
dndert sich die Amplitude der betrachteten Frequenz, da sich die Frequenz maxi-
maler Amplitude durch die Frequenzmodulation verschiebt. Die zeitlich aufgetrage-
ne Amplitudendnderung ist in erster Ordnung linear zur Frequenzdnderung, solan-
ge die Modulationsamplitude nicht zu hoch gewé&hlt wird. Das Ergebnis eines auf
diese Weise demodulierten Schwebungssignals zeigt Abbildung 4.10B. Aufgetragen
ist das demodulierte Schwebungssignal der Photodiode gegen die Zeit in Einhei-
ten der Periodendauer 7' der biharmonischen Modulation. Die Parameter der Mo-
dulation sind in der Bildunterschrift gegeben. Die so ermittelte Differenzfrequenz
zwischen den beiden optischen Gitterpfaden bestdtigt qualitativ den erwarteten bi-
harmonischen Verlauf.

4.5 Geschwindigkeitsselektion

Zur Untersuchung atomarer Transportresonanzen ist eine moglichst geringe Impuls-
breite des anfanglichen Bose-Einstein-Kondensats erwiinscht. Grund dafiir ist zum
einen die im Abschnitt 3.5 beschriebene Asymmetrie der Entwicklungskoeffizienten
der Floquet-Zustidnde, die zu einem nicht verschwindenen mittleren Impuls selbst im
Falle einer symmetrischen Modulation fithren kann. Zum anderen miissen bei zuneh-
mender Impulsbreite des Anfangszustands auch der Einfluss vermiedener Kreuzun-
gen an Stellen des Energiespektrums mit Quasiimpuls ¢ # 0 berticksichtigt werden.
Eine zu hohe atomare Impulsbreite erschwert oder verhindert die Beobachtung und
Untersuchung einer einzelnen Transportresonanz.

Die anfiangliche Impulsbreite des Kondensats im optischen Gitterpotential ergibt sich
aus der Umwandlung der inneren Energie in kinetische Energie wihrend der frei-
en Expansion nach Abschalten des optischen Dipolfallenpotentials und vor Einschal-
ten des optischen Gitterpotentials. Letztlich bestimmt die Dipolfallentiefe am Ende
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Abbildung 4.11: A: Vereinfachtes Energieschema zur Veranschaulichung der moglichen
Raman-Ubergénge. B: Absorptionsaufnahme des spinpolarisierten Bose-Einstein-Kondensats
mit mr = 0 ohne geschwindigkeitsselektierenden Puls. C: Absorptionsaufnahme nach ei-
nem Raman-Puls |mp =0, 0nk) — |mp = -1, 27ik). Abgebildet sind die Atome beider Zustan-
de |mp = 0) und |mp = —1). D: Absorptionsaufnahme wie in C, jedoch werden nur Atome im
Zustand |mp = —1) abgebildet.

der evaporativen Kiihlphase die mittlere Temperatur des atomaren Gases und damit
auch die Impulsbreite. Die Dipolfallentiefe kann im vorliegenden Experiment nicht
beliebig niedrig gewdhlt werden, da irgendwann die nétige Dipolfallenkraft, die zur
Kompensation der Gravitationskraft notig ist, unterschritten wird und die Atome aus
der Falle entweichen. Eine mogliche, aber technisch aufwendigere Losung wire, {iber
eine andere externe (z.B. magnetische) Kraft die Gravitation zu kompensieren und so
tiber eine adiabatische Expansion des Kondensats oder iiber andere Kiihlmethoden
die Impulsbreite zu reduzieren. Im vorliegenden Experiment wird zur Reduktion
der Impulsbreite ein geschwindigkeitsselektiver Raman-Puls verwendet, der einen
Ausschnitt des Kondensats mit geringerer Impulsbreite in einen anderen Zeeman-
Zustand transferiert, der dann selektiv tiber die Absorptionsabbildung abgebildet
wird [95, 96].

Ein vereinfachtes Energieschema zur Veranschaulichung der moglichen Raman-
Uberginge zeigt Abbildung 4.11A. Der schwarze Punkt kennzeichnet den Anfangs-
zustand |my = 0, 0hk) des Bose-Einstein-Kondensats. Verstimmt man die Treiber-
frequenz von einem der beiden AOMs (AOM 1) des optischen Gitters zur zentralen
Frequenz v, um 6 = Az — 4E,/h, so gibt es zwei Frequenzen v, ,, fiir die ein Raman-
Ubergang in den Zeeman-Zustand mit m = -1 stattfinden kann. Fiir die Frequenz
V1 = V. + 6 wird ein Photon der Frequenz v, mit Impuls -7k (AOM 2) absorbiert und
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4 Experimenteller Aufbau

ein Photon der Frequenz v, in mit Impuls +7k (AOM1) stimuliert emittiert. Durch
diesen Prozess findet ein Impulsiibertrag von —27k statt. Umgekehrt wird bei der Fre-
quenz v, = v, — 6 ein Photon der Frequenz v, mit Impuls +7% absorbiert und ein Photon
der Frequenz v, mit Impuls -7k stimuliert emittiert und so das Atom in den Zustand
lmp = —1, + 2hk) tibertragen.

Die Impulsbreite des Kondensats wird {iber die rdumliche Ausdehnung des Kon-
densats fiir verschiedene Expansionszeiten bestimmt. Im Experiment wird zunéchst
ein Bose-Einstein-Kondensat im Zeeman-Zustand |my = 0, 07k) mit einer anfanglichen
Impulsbreite von Ap = 0,87k erzeugt. Eine Absorptionsaufnahme des Kondensats
zeigt Abbildung 4.11B. Uber einen Raman-Puls mit einer Pulsldnge von 320 us wird
ein Teil der Atome in den unteren Zeeman-Zustand |my = —1, + 2hk) transferiert. Die
mittlere Geschwindigkeit der Atome von +27k muss in den anschliefenden Gitter-
experimenten durch eine konstante Frequenzverschiebung (4.2) berticksichtigt wer-
den, um im Ruhesystem der Atome weiterhin ein statisches optisches Gitterpotential
zu erzeugen. Eine Absorptionsaufnahme, in der die Atome beider Zeeman-Zustdnde
lmp = 0) und |mp = —1) abgebildet sind, zeigt Abbildung 4.11C. Um schliefdlich nur
den Transport der selektierten Atome zu untersuchen, ist die Mikrowellenfrequenz
vmw = vur + 2Az so gewdhlt, dass nur die Atome im Zeeman-Zustand |mp = —1) in
der Absorptionsaufnahme abgebildet werden, wie in Abbildung 4.11D gezeigt. Die
Impulsbreite des selektierten Wellenpakets sinkt mit steigender Lichtpulsldnge. Die
mit dieser Methode erreichbare minimale Impulsbreite ist hauptsachlich durch die
Stabilitdt der externen Magnetfelder bestimmt. Uber den optimierten Selektionspuls
wird die anfdngliche atomare Impulsbreite von etwa 0,87k auf etwa 0,27k reduziert.
Die Zeeman-Aufspaltung wird nach der Erzeugung des Bose-Einstein-Kondensats
tiber die Offsetspulen eingestellt. Damit es nicht ungewollt zu resonanten Raman-
Ubergdngen aufgrund der biharmonischen Modulation wihrend der Wechsel-
wirkung mit dem optischen Gitterpotential kommt, wird die Zeeman-Aufspaltung
deutlich hoher als die Modulationsamplitude €, der Frequenzmodulation (typischer-
weise 100 — 300 kHz) gewahlt. Das Offset-Magnetfeld wahrend der Geschwindigkeits-
selektion, der Wechselwirkung mit dem optischen Gitterpotential und wahrend der
Absorptionsabbildung wurde so eingestellt, dass sich eine Zeeman-Aufspaltung von
Az = 2MHz ergibt.
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KAPITEL 5

Atomarer Transport der
Quantenkippratsche

Das vorliegende Kapitel behandelt die experimentellen Ergebnisse zur Dynamik der
Atome im Falle eines zeitlich biharmonisch modulierten optischen Gitterpotentials.
Die atomaren Transporteigenschaften werden iiber den mittleren Impuls der Atome
untersucht. Insbesondere wird die Bifurkation einer einzelnen Transportresonanz be-
obachtet, wie sie unter Variation eines zweiten Kontrollparameters vorhergesagt wird.
Zundchst wird eine Einfithrung zur Bestimmung des mittleren atomaren Impulses
aus den experimentellen Flugzeitbildern gegeben. Dann wird die Abhdngigkeit des
Impulses vom Startzeitpunkt der Modulation untersucht. In den darauf folgenden
Messergebnissen wird der mittlere Impuls der Atome tiber den Startzeitpunkt ¢, ge-
mittelt und dann als gemittelter Impuls bezeichnet. Es werden die zeitliche Entwick-
lung und die Abhéngigkeit des gemittelten Impulses von der Modulationsfrequenz
besprochen. Uber die Wahl der Modulationsfrequenz kann die Detektion einzel-
ner oder einer Kombination mehrerer Transportresonanzen beeinflusst werden. Da-
nach werden weitere Symmetrieeigenschaften der Quantenkippratsche untersucht.
Schliefslich folgt die Untersuchung einer einzelnen Transportresonanz, die sich un-
ter Variation der Modulationsamplitude in zwei Resonanzen aufspaltet und so das
erwartete Bifurkationsszenario widerspiegelt.

5.1 Gemittelter atomarer Impuls

Messung des mittleren atomaren Impulses

Im Experiment wird zur Untersuchung des atomaren Transports der mittlere atoma-
re Impuls bestimmt. Dazu folgt nach der Wechselwirkung mit dem modulierten op-
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Abbildung 5.1: Darstellung zur Bestimmung des mittleren atomaren Impuls p. Nach der
Wechselwirkung mit dem modulierten optischen Gitterpotential trennen sich die Beugungs-
ordnungen wéahrend der freien Expansion voneinander. Der n-ten Beugungsordnung kann
eine Geschwindigkeit n - 27ik zugeordnet und so der mittlere atomare Impuls bestimmt
werden. Die horizontale Achse der Absorptionsaufnahmen entspricht der optischen Gitter-
achse. A: Absorptionsaufnahme fiir ein symmetrisch moduliertes optisches Gitter (8 = 0). B:
Absorptionsaufnahme fiir ein asymmetrisch moduliertes optische Gitter (¢ = —37/4). Die Pa-
rameter der Modulation lauten Qy = 241,8kHz, 8 = 12/13 ~ 0,923, w,, = 24kHz ~ 6,42w,,
Vo =8,9E, und N = 50.

tischen Gitterpotential eine freie Expansionsphase von 15 — 20ms. Nach dieser Zeit
sind die verschiedenen Beugungsordnungen voneinander getrennt. Jeder Beugungs-
ordnung kann ein mittlerer Impuls der Atome zugeordnet werden. Die Zuordnung ist
in Abbildung 5.1 fiir zwei Beispiele nach der Wechselwirkung mit einem symmetrisch
modulierten (A) bzw. einem asymmetrisch modulierten (B) optischen Gitterpotential
dargestellt. Die Absorptionsabbildung wird in verschiedene Regionen unterteilt, de-
ren zugeordneter Impuls der Atome ein positives (griin) bzw. negatives (orange) Viel-
tfaches n-2nk entsprechend der jeweiligen Beugungsordnung betrédgt. Der mittlere ato-
mare Impuls des Kondensats wird bestimmt, indem der relative Anteil b, der Ato-
me in der n-ten Beugungsordnung mit dem jeweiligen mittleren Impuls n - 27k der
Atome in dieser Beugungsordnung multipliziert und schliefilich iiber alle Beugungs-
ordnungen summiert wird,

p= an Dnhk. (5.1)

Aufgrund der begrenzten Sensitivitdt und des Kontrasts der CCD-Kamera wird die
Auswertung auf die Beugungsordnungen mit n = —3...3 beschrankt. Der so ermittel-
te Impuls p verschwindet fiir das Beispiel einer symmetrischen Modulation in Abbil-
dung 5.1A, da sich die Beitrdge mit entgegengesetzten Impuls aufheben. Fiir das Bei-
spiel einer asymmetrischen Modulation in Abbildung 5.1B erkennt man eine asymme-
trische Verteilung der Atome im Beugungsmuster, aus der ein Impuls p > 0 resultiert.
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Abbildung 5.2: Mittlerer atomarer Impuls p gegen den Startzeitpunkt 7y € [0,T] mit T = w,,!
tiir die Phasenverschiebung 6 = 7/18 und 6 = 171/18. A: Experimentelle Daten ohne Transfor-
mation. B: Mit der Transformation #; = T/2~t, ist der Verlauf fiir beide Phasenverschiebungen
identisch. Die weiteren experimentellen Parameter sind Q, = 241,8kHz, g = 12/13 = 0,923,
wy = 24kHz = 6,42w,, Vo) = 8,9E, und N = 100. Die eingezeichneten Linien dienen der klare-
ren optischen Darstellung.

Abhangigkeit vom Startzeitpunkt der Modulation

Als Erstes wird die Abhdngigkeit des mittleren atomaren Impulses vom Start-
zeitpunkt 7, der Modulation untersucht. In Abbildung 5.2A ist der atomare Impuls
p fiir zwei Situationen 6 = /18 (blaue Punkte) und 6 = 177/18 (griine Kreise) ge-
gen den Startzeitpunkt 7y in Einheiten der Periode T' = 2n/w,, aufgetragen. Die {iib-
rigen Parameter der biharmonischen Modulation sind hier und im Folgenden in der
Bildunterschrift gegeben. In beiden Situationen hangt der mittlere Impuls der Atome
stark vom Startzeitpunkt der Modulation ab. Die Abhéngigkeit von Startzeitpunkt
kann als Indiz der Beobachtung von Quantentransport gedeutet werden. Der Impuls
der Atome hingt quantenmechanisch selbst im asymptotischen Grenzfall t — co vom
Startzeitpunkt #, der Modulation ab, wiahrend der Limes beim klassischen Transport
aufgrund der Ergodizitdt unabhingig vom Startzeitpunkt ist (siehe Abschnitt 3.2).
Die beobachtete Abhédngigkeit des mittleren atomaren Impulses vom Startzeitpunkt
to der Modulation zeigt eine Symmetrie, welche nach einer Transformation des Start-
zeitpunkts

th—-ty=T/2-1 (5.2)

klarer erkennbar ist. In Abbildung 5.2B ist diese Transformation des Startzeitpunkts
tiir den Fall 6 = 171/18 angewendet. Im Rahmen der experimentellen Unsicherheit ist
die Abhédngigkeit vom Startzeitpunkt nach der Transformation fiir beide Situationen
identisch, so dass fiir den mittleren Impuls

p©.10) =pr—0,T/2 1) (5.3)
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gilt. Aus theoretischer Sicht ergibt sich diese Symmetrie aus der Invarianz des
Hamilton-Operators in (3.1) unter der simultanen Transformation (5.2) des Start-
zeitpunkts und der Phasenverschiebung

-0 =1-6 (5.4)

bei gleichzeitiger Umkehr von Ort und Zeit und komplexer Konjugation [97]. Die
Symmetrie ist eine Folge der biharmonischen Modulation und eine vorhergesagte Ei-
genschaft des Quantentransports der Kippratsche, welche im Experiment bestatigt
wird.

Um die Abhdngigkeit des mittleren Impulses vom Startzeitpunkt 7, der Modulation
in den folgenden Ergebnissen des Kapitels aufzuheben, wird der mittlere Impuls der
Atome fiir 8 dquidistante Startzeitpunkte {iber eine Periode T gemittelt,

7

()= plty=j-T/8)/8, (5.5)

J=0

und dann als gemittelter Impuls bezeichnet. Der gemittelte Impuls erlaubt die Un-
tersuchung der in Abschnitt 3.3 beschriebenen Transporteigenschaften und Symme-
trien, die sich allgemein nur im zeitlichen Mittel ergeben und fiir die Beobachtung
des Bifurkationsszenarios relevant sind. Weiterhin verschwindet erst iiber die zeit-
liche Mittelung der asymptotische Anteil p,ym des Impulses in (3.11) im Falle einer
symmetrischen Modulation.

Zeitliche Entwicklung des gemittelten Impulses

Als Nichstes wird die zeitliche Entwicklung des gemittelten Impulses behandelt.
Abbildung 5.3A zeigt den gemittelten Impuls gegen die Anzahl an Modulations-
perioden fiir ein Bose-Einstein-Kondensat mit einer Impulsbreite von 0,87k (griine
Kreise) und fiir ein Kondensat nach Geschwindigkeitsselektion mit einer Impulsbreite
von 0,27k (blaue Punkte). Fiir die geringere Impulsbreite steigt der Betrag des ge-
mittelten Impulses zundchst an und erreicht nach etwa 20 Perioden den Maximal-
wert. Danach sinkt die Amplitude des Impulses wieder und der Verlauf folgt einer
Oszillation um den Mittelwert von etwa —0,57k. Im Falle der hoheren Impulsbreite
0,87k nimmt die Dampfung deutlich zu. Der Impulsbetrag, gegen den der gemittelte
atomare Impuls konvergiert, ist leicht niedriger als der Grenzwert fiir die schmale-
re Impulsbreite. Eine mogliche Erklarung hierfiir wire, dass der relative Anteil der
transportierten Atome bei hoherer Impulsbreite abnimmt und so der Impulsbetrag
(5.1) sinkt.

Die Oszillation kann als Folge einer Schwebung, welche durch den Term pie, in
(3.11) beschrieben wird, gedeutet werden. Der Anfangszustand des Bose-Einstein-
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Abbildung 5.3: Zeitliche Entwicklung des gemittelten Impulses (p) fiir zwei verschiedene
Impulsbreiten Ap = 0,27k (blaue Punkte) und Ap = 0,87k (griine Kreise). A: Experimentel-
le Daten. Fiir Ap = 0,27k ist ein oszillatorischer Verlauf erkennbar, der fiir Ap = 0,87k stark
gedampft ist. Die eingezeichneten Linien dienen der klareren optischen Darstellung. B: Simu-
lation des gemittelten Impulses (p). Qualitativ stimmt die zeitliche Entwicklung mit den expe-
rimellen Daten iiberein. Die experimentellen Parameter sind Q = 93,6 kHz, 8 = 12/13 = 0,923,
0=n/2, w, =59,4kHz ~ 159w, und V,, = 8 9E,.

Kondensats kann nach (3.8, 3.9) in der Floquet-Basis entwickelt werden. Zu
Anfang befinden sich die Atome hauptsdchlich im Grundzustand des Floquet-
Bandspektrums. Durch die Kopplung mit einem héheren Floquet-Band kommt es zur
Vermischung der Floquet-Zustidnde. Diese resultiert in einer Oszillation des Impulses
um den asymptotischen Grenzwert des zeitlichen Mittelwerts (vgl. mit Abbildung
3.1). Aufgrund der Dephasierung zwischen den verschiedenen Impulsen innerhalb
der anfanglichen Impulsbreite des Kondensats kommt es zu einer Dampfung der
Oszillation. Die Dephasierung kann auch als eine Selbstmittelung des Impulses inter-
pretiert werden, durch die der Interferenzterm py., im Laufe der Zeit verschwindet,
so dass eine zusdtzliche zeitliche Mittelung des Impulses unnétig wird.

Abbildung 5.3B zeigt das Ergebnis einer numerischen Simulation des gemittelten
Impulses fiir die experimentellen Parameter. Der Verlauf wird fiir beide Impuls-
breiten qualitativ reproduziert. Bei der Simulation ergeben sich etwas niedrigere Wer-
te fiir den gemittelten Impulsbetrag als im Experiment. Eine mogliche Unsicher-
heit liegt in der Potentialtiefe des optischen Gitterpotentials, da diese iiber die Rabi-
Periodendauer der Oszillation an der ersten Bandkante des unmodulierten Potentials
bestimmt wird (siehe Abschnitt 2.3). Wie in Abschnitt 4.4 erldutert spielt die Winkel-
dnderung aufgrund der Frequenzmodulation bei der Einkopplung in die Glasfaser
eine Rolle, so dass die effektive Potentialtiefe fiir das modulierte optische Gitter-
potential eventuell tiberschétzt wird. Die Impulsbreite des Kondensats wird iiber die
Breite des Kondensats in Abhédngigkeit von der freien Expansionszeit und damit eben-
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Abbildung 5.4: Abhingigkeit des gemittelten Impulses (p) von der treibenden Frequenz w,,.
Rechts sind drei Absorptionsabbildungen der Messung gezeigt, deren treibende Frequenz mit
dem jeweiligen Symbol in den experimentellen Daten markiert ist. Das Beispiel fiir w,, < 8w,
(Rechteck, rot) zeigt mehrere schmale Streifen, die aus der Oten Beugungsordnung in héhe-
re Ordnungen {iibertragen sind. Am Ort der Resonanz w,, ~ 8w, (Kreis, gelb) ist ein einzel-
ner schmaler Streifen aus ausgeschnitten, der aber nicht ganz zentral in der oten Beugungs-
ordnung liegt. Fiir die Resonanz w,, ~ 16w, liegt der iibertragene Anteil der Atome in die
hohere Beugungsordnung zentral in der Oten Beugungsordnung. Die experimentellen Para-
meter sind Qy = 192,5kHz, 8 = 13/7 ~ 1,857, 0 = n/2, Vo = 8,9E, und N = 70.

falls mit einer gewissen Unsicherheit bestimmt. Uber eine Anpassung der beiden Pa-
rameter werden moglicherweise hohere Werte fiir den gemittelten Impulsbetrag in
der Simulation erreicht. Der Fehler kann aber auch systematischer Natur sein, zum
Beispiel durch eine Uberschitzung des im Experiment ermittelten Impulses, falls
die auf der Absorptionsaufnahme gewihlten Regionen der verschiedenen Beugungs-
ordnungen zu ungenau gewdhlt wurden.

5.2 Detektion von Transportresonanzen

Im Folgenden wird der Einfluss der Modulationsfrequenz der biharmonischen Mo-
dulation auf den gemittelten Impuls der Atome genauer betrachtet. In Abbildung
5.4 ist der gemittelte Impuls (p) gegen die Modulationsfrequenz w,, in Einheiten
der Riickstofifrequenz w, bei einer konstanten Anzahl an Modulationsperioden von
N = 70 fiir ein Bose-Einstein-Kondensat mit der Impulsbreite Ap = 0,27k aufgetragen.
Verschiedene Bereiche der treibenden Frequenz sind durch Symbole in den experi-
mentellen Daten markiert.

Fiir eine niedrige Modulationsfrequenz w,, < 8w, erscheint die Abhédngigkeit des
gemittelten Impulses von der treibenden Frequenz recht komplex. Die Transport-
richtung kehrt sich unter kleiner Variation der Modulationsfrequenz um und der Be-
trag des gemittelten Impulses ist in beide Richtungen hoch. Mit dem roten Recht-
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eck ist der Datenpunkt markiert, welcher der ebenfalls durch ein rotes Rechteck ge-
kennzeichneten Absorptionsabbildung (rechts oben) entspricht. Fiir die Aufnahme
wird ein Kondensat hoherer Impulsbreite (Ap = 0,8%k) verwendet. Mehrere Strei-
fen sind aus der Oten Beugungsordnung ausgeschnitten und in hohere Beugungs-
ordnungen iibertragen. Die Untersuchung ist nicht fiir beliebig niedrige Modulations-
frequenzen moglich. Bei einer konstanten Anzahl an Modulationsperioden erhoht
sich die Wechselwirkungsdauer mit Verringerung der Modulationsfrequenz. Die lan-
gere Pulsdauer des optischen Gitterpulses fiihrt zu einem Aufheizen der Atome, so
dass die Messung auf Modulationsfrequenzen w,, > 4w, beschrankt ist.

Fiir die Modulationsfrequenzen w,, ~ 8w, und w,, ~ 16w, sind Resonanzen erkenn-
bar, die durch einen gelben Kreis bzw. ein griines Dreieck markiert sind und deren
zugehorige Absorptionsaufnahmen durch dieselben Symbole markiert sind. Im Ge-
gensatz zum ,chaotischen” Bereich w, < 8w, ist in der Oten Beugungsordnung nur
ein einzelner schmaler Ausschnitt erkennbar, der sich in der +2ten Beugungsordnung
wiederfindet. Fiir die Frequenz w,, = 8w, (gelber Kreis) liegt der Anteil der Atome,
die {ibertragen wurden, etwas verschoben zum Zentrum der Beugungsordnung. Fiir
hohere Modulationsfrequenzen w,, > 16w, wird schlieSlich keine weitere Resonanz
beobachtet und der atomare Transport verschwindet im Rahmen der experimentellen
Genauigkeit.

Die experimentellen Beobachtungen kénnen mit den Ergebnissen zur Abhingig-
keit des Quasienergiespektrums von der Modulationsfrequenz in Zusammenhang
gebracht werden (vgl. Abschnitt 3.3). Wahrend fiir niedrigere treibende Frequen-
zen w,, < 8w, eine asymmetrische Modulation zu einer starken Desymmetrisierung
der Floquet-Bander im Quasienergiespektrum &(g) fithrt, unterscheidet sich bei
zunehmender Modulationsfrequenz das Spektrum immer weniger vom Energie-
spektrum im Falle eines unmodulierten optischen Gitterpotentials (siehe Abbildung
3.2). Fiir niedrigere Modulationsfrequenzen wird ein Streifenmuster innerhalb des
Bose-Einstein-Kondensats auf der Absorptionsabbildung beobachtet. Das Streifen-
muster kann als eine Folge der Komplexitdt des Quasienergiespektrums &(g) inter-
pretiert werden. Der atomare Transport setzt sich aus mehreren schmalen Beitra-
gen innerhalb der Impulsbreite des Kondensats zusammen. Jeder Streifen entspricht
einer Transportresonanz, die sich aus einer vermiedenen Kreuzung an dieser Stel-
le des Quasienergiespektrums ergibt. Das Zusammenspiel aus mehreren Transport-
resonanzen ist moglicherweise auch die Ursache fiir die komplexe Abhingigkeit des
gemittelten Impulses von der Modulationsfrequenz fiir diesen Wertebereich.

Fiir die Modulationsfrequenzen w,, = 8w, und w, = 16w, kann der Ausschnitt ei-
nes einzelnen Streifens als der Einfluss einer einzelnen vermiedenen Kreuzung an
dieser Stelle des Quasienergiespektrums gedeutet werden, durch den die Atome in
die hohere Ordnung iibertragen werden. Die Kopplung der entsprechenden Floquet-
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zustdnde wird iiber die Modulationsfrequenz beeinflusst, so dass fiir diese beiden
Modulationsfrequenzen Resonanzen beobachtet werden. Der gemittelte Impuls ver-
schwindet schliefilich fiir hohere Modulationsfrequenzen, im Einklang mit den Er-
gebnissen der Storungsrechnung, nach der das Quasienergiespektrum sich bei hohen
Modulationsfrequenzen unabhingig von den Parametern der biharmonischen Mo-
dulation nicht mehr von dem Energiespektrum des unmodulierten optischen Gitter-
potentials unterscheiden ldsst und daher kein atomarer Transport erwartet wird.

Aus experimenteller Sicht ist eine hohere Modulationsfrequenz vorteilhaft, um die
Einstrahldauer des optischen Gitters bei gleicher Anzahl an Modulationsperioden
zu minimieren. Fiir die weiteren Messungen wird daher die Modulationsfrequenz
wy, = 59,6kHz ~ 1595w, gewdhlt, welche der mit dem griinen Dreieck markierten
Resonanz in Abbildung 5.4 entspricht. Damit der im Experiment beobachtete atomare
Transport unabhingig von der Impulsbreite der Atome als Folge derselben vermiede-
nen Kreuzung innerhalb des Quasienergiespektrums interpretiert werden kann, sollte
diese zentral, d.h. bei g = 0 liegen. Die starke transversale Einschniirung des Konden-
sats bei dieser Modulationsfrequenz macht es allerdings schwierig zu erkennen, an
welcher Stelle die Atome aus der Oten Beugungsordnung in die +2te Ordnung tiber-
gegangen sind. Uber eine Verschiebung des Quasiimpulses ¢ der Atome im optischen
Gitterpotential, die iiber eine konstante Frequenzverschiebung an einem der AOMs
der optischen Gitterstrahlen erreicht wird, kann die Transportresonanz genauer un-
tersucht werden.

In Abbildung 5.5A ist der gemittelte Impuls (p) gegen den Quasiimpuls g der anfang-
lichen Atomwolke relativ zum Gitter aufgetragen. Die Impulsbreite des Kondensats
betrdgt in dieser Messung 0,27k. Die Modulationsamplitude Q ist in dieser Messung
niedriger als fiir die in Abbildung 5.4 prédsentierten Ergebnisse und entspricht den
experimentellen Parametern der Ergebnisse zur Bifurkation einer Transportresonanz.
Neben einer zentralen resonanten Erhohung des Transports bei g = 07k, die durch den
griinen Hintergrund hervorgehoben ist, ist eine zweite Resonanz bei ¢ = 0,47k erkenn-
bar. Der gemittelte Impuls steigt im gemessenen Bereich in negativer Richtung mit
steigendem Quasiimpuls, was eine mogliche Folge breiterer Resonanzen um g = +17%k
sein konnte.

Um die im Experiment beobachtete Signatur zu interpretieren, wird eine numerische
Simulation fiir die experimentellen Parameter durchgefiihrt. Die schwarze durch-
gezogene Linie in Abbildung 5.5A entspricht dem Ergebnis der Simulation und ist im
guten Einklang mit den experimentellen Daten. Beim Vergleich mit dem zugehorigen
Quasienergiespektrum, welches in Abbildung 5.5B gezeigt ist, fdllt auf, dass an den
Stellen der beiden Resonanzen (neben weiteren Kreuzungen mit vergleichsweise klei-
ner Kopplung) je eine vermiedene Kreuzung des Grundbands mit einem angeregten
Band auftritt. Die vermiedene Kreuzung bei g = 07k ist wie die zugehorige Resonanz
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Abbildung 5.5: A: Gemittelter Impuls (p) gegen den Quasiimpuls g der Atome. Die Impuls-
breite des Kondensats zur Ermittlung des gemittelten Impulses betrdgt Ap = 0,27k. Um
q = Ohk ist eine Resonanz erkennbar, die farblich durch einen griinen Hintergrund hervor-
gehoben ist. Eine weitere Resonanz ist bei ¢ = 0,47k erkennbar. Die schwarze Linie ent-
spricht dem Ergebnis einer numerischen Simulation. B: Relevanter Ausschnitt des zugeho-
rigen Quasienergiespektrums. Aufgetragen sind die Energiebander mit j < |5|. An den Stel-
len der Resonanzen bei ¢ = Ohk und ¢ = 0,4%k sind vermiedene Kreuzungen zwischen
dem Grundband und angeregten Bandern erkennbar. Das Grundband und die beiden an-
geregten Bander sind rot eingezeichnet. Die Parameter der Modulation lauten Q, = 70kHz,
B=13/7~1857,6 =n/2, w, = 59,6kHz ~ 15,95w,, V) = 8,9E, und N = 70.

durch einen griinen Hintergrund hervorgehoben. Das Grundband bzw. das angeregte
Band der vermiedenen Kreuzungen bei g = 0fik und g = 0,47k ist rot eingezeichnet.
Die Transportresonanzen konnen durch den in Abschnitt 3.2 beschriebenen Mecha-
nismus erklart werden. Die Wechselwirkung zwischen zwei Floquet-Zustdanden fiihrt
zu einer vermiedenen Kreuzung im Quasienergiespektrum, welche sich in einer re-
sonanten Erhohung des atomaren Transports wiederspiegelt. Fiir die im Experiment
erreichte Impulsbreite des Bose-Einstein-Kondensats von Ap = 0,27k kann fiir ein an-
tanglich ruhendes Kondensat die zweite Resonanz um ¢ = 0,47k vernachldssigt wer-
den, so dass fiir diese Parameter der biharmonischen Modulation unter Variation ei-
nes Kontrollparameters eine einzelne Transportresonanz erwartet wird.

Im Quasienergiespektrum sind wie erwdhnt noch eine Reihe weiterer vermiedener
Kreuzungen kleinerer Kopplung erkennbar, welche nicht hervorgehoben sind. Die aus
diesen vermiedenen Kreuzungen moglichen Transportresonanzen werden aufgrund
der gegebenen Impulsbreite des Kondensats experimentell nicht aufgelost.
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Abbildung 5.6: A: Gemittelter Impuls (p) gegen das Modulationsamplitudenverhéltnis Aq
zwischen den beiden Harmonischen der Frequenzmodulation. Die eingezeichnete Linie dient
der klareren optischen Darstellung. Die weiteren experimentellen Parameter lauten 6 = n/2,
Q) = 200kHz, w, = 59,6kHz ~ 1595w,, Vo = 7,1E, und N = 70. B: Gemittelter Impuls (p)
gegen die Phasenverschiebung 6. Die eingezeichnete Linie dient der klareren optischen Dar-
stellung. Die weiteren experimentellen Parameter lauten Qy = 192,5kHz, 8 = 13/7 ~ 1,857,
Wy =59,6kHz = 15,95w,, Vy = 8,9E, und N = 70.

5.3 Transportsymmetrien der Quantenkippratsche

Ein atomarer Transport wird nur dann erwartet, wenn die zeitliche und rdumliche
Symmetrie des Systems gebrochen wird (vgl. Abschnitt 3.2). Fiir die biharmonische
Modulation wird die rdumliche Symmetrie gebrochen, wenn keine der Modulations-
amplituden der beiden Harmonischen verschwindet. Zur Untersuchung der Abhan-
gigkeit des atomaren Transports von der rdiumlichen Symmetrie der Modulation wird
das Amplitudenverhiltnis A tiber

1
Ag = m (5.6)
definiert. Die biharmonische Modulation schreibt sich dann
Q@) = Q(*) (Ag sin (w,, (t — 1)) + (1 — Ag) sin Qw,, (t — ty))) 5.7

mit der Modulationsamplitude €;, welche der Summe der Modulationsamplituden
der beiden Harmonischen entspricht (vgl. Abschnitt 3.24). Uber Aq € [0,1] lisst sich
so der relative Anteil der Modulationsamplituden einstellen. Fiir Ag = 0 bzw. Ag = 1
verschwindet die Modulationsamplitude der ersten bzw. zweiten Harmonischen der
biharmonischen Funktion und die Modulationsfunktion wird rdumlich symmetrisch,
so dass gemafs (3.21) der atomare Transport verschwinden sollte.
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In Abbildung 5.6A. ist der gemittelte Impuls (p) gegen das Amplitudenverhiltnis
Aq aufgetragen. Fiir eine asymmetrische Modulation Ag # 0, 1 wird ein gemittel-
ter Impuls in negative Richtung beobachtet, der sein betragsmifliges Maximum bei
Aq = 0,35 erreicht. Der gemittelte Impuls verschwindet nahezu fiir Ag = 0 und Aq = 1.
Das experimentelle Ergebnis bestétigt somit in guter Ndaherung die Erwartung an eine
raumlich symmetrische Modulation. Der Grund fiir den nicht vollstandig verschwin-
denden beobachteten gemittelten Impuls kann sehr wohl physikalischer Natur sein.
Wihrend bei einer symmetrischen Modulation der asymptotische Anteil des mittle-
ren Impulses verschwindet, kann ein endlicher Beitrag des Interferenzterms ppe, zum
mittleren Impuls erhalten bleiben. Dieser verschwindet erst im zeitlichen Mittel fiir
den asymptotischen Grenzfall t — co.

Interessanterweise verschwindet der gemittelte Impuls auch fiir A = 0,7, obwohl die-
ser Fall einer asymmetrischen Modulation entspricht. Dieses Ergebnis verdeutlicht,
dass eine asymmetrische Modulation nicht zwingend zu einem nicht verschwinden-
den gemittelten Impuls fithren muss. Es gilt nur, dass bei einer symmetrischen Modu-
lation der atomare Transport, d.h. das zeitliche Mittel des mittleren Impulses fiir den
Grenzfall + — co verschwindet.

Zur Untersuchung der Abhdngigkeit des atomaren Transports von der zeitlichen Sym-
metrie wird der gemittelte Impuls (p) in Abhédngigkeit von der Phasenverschiebung
6 bestimmt. Das Ergebnis zeigt Abbildung 5.6B. Es ergeben sich betragsmafsig zwei
Maxima des gemittelten Impulses bei 6 = 7/2, 37/2 in entgegengesetzen Richtungen
sowie weitere Extrema niedrigerer Amplitude. Die gemittelte Impuls zeigt die Sym-
metrien

@) =—-(pO+m)=—-(p(=0). (5.8)

Fiir 0 = m - n,m € Z ist die biharmonische Modulation zeitlich symmetrisch, so dass
der gemittelte Impuls verschwinden sollte, wie das experimentelle Ergebnis in gu-
ter Naherung bestitigt. Leichte Abweichungen des experimentellen Ergebnisses von
dieser Erwartung lassen sich in gleicher Weise wie bei der Variation des Amplituden-
verhidltnisses erkldren. Die beobachteten Symmetrien (5.8) konnen als Folge der ent-
sprechenden Symmetrien (3.27) der Quasienergiebander gewertet werden.

Nach einer Storungsrechnung erster Ordnung erwartet man aufgrund der De-
symmetrisierung der Floquet-Zustdnde eine sinusférmige Abhangigkeit (p) ~ sin (6)
des gemittelten Impulses von der Phasenverschiebung 6 um einen der Symmetrie-
punkte [31]. Das experimentelle Ergebnis weicht deutlich von dieser Erwartung ab.
Die Abweichung der Signatur (p) () vom sinusformigen Verlauf ist moglicherweise
die Folge einer Transportresonanz an der Stelle § = 7/2 bzw. aufgrund der Symmetri-
en (5.8) mit umgekehrter Transportrichtung an der Stelle § = 37/2. Um diese Vermu-
tung zu bestdtigen, sollte analog zur Untersuchung der Abhéngigkeit des gemittelten
Impulses vom der Verschiebung des Quasiimpulses ein Vergleich des experimentel-
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Abbildung 5.7: A: Gemittelter atomarer Impuls (p) gegen die Modulationsamplitude €.
In hellblau ist der Bereich hervorgehoben, der bei der Untersuchung zur Bifurkation einer
Transportresonanz durchgefahren wird. Die eingezeichnete schwarze Linie ist das Ergebnis
einer numerischen Simulation mit den experimentellen Parametern, d.h. g = 13/7 ~ 1,857,
0 =n/2, w, =59,6kHz ~ 15,95w,, Vo = 7,1E, und N = 70.

len Ergebnisses mit den Ergebnissen einer numerischen Simulation stattfinden und
das zugehorige Quasienergiespektrum genauer untersucht werden. Da fiir die Beob-
achtung der Bifurkation einer Transportresonanz eine andere Modulationsamplitude
gewdhlt wurde, wird in dieser Arbeit auf eine detailliertere numerische Analyse die-
ser experimentellen Daten verzichtet.

5.4 Bifurkation einer Transportresonanz

Wird im Experiment eine Transportresonanz beobachtet, so kann diese unter der Ver-
dnderung eines zweiten Kontrollparameters der Modulation in der Amplitude va-
riiert und maximiert werden. Durch die Variation des zweiten Kontrollparameters
verdndert sich die Kopplung zwischen den Floquet-Zustdnden, welche zu einer ver-
miedenen Kreuzung im Floquet-Spektrum und damit zur Transportresonanz fiihrt.
Durch die Entkopplung der Floquet-Zustiande wird die Transportresonanz aufgrund
der Symmetrie (5.8) des gemittelten atomaren Impulses im Falle einer biharmonischen
Modulation an der Stelle (p) (8 = n/2) aufgespalten (siehe Abschnitt 3.4). Die beiden
Resonanzen, die aus der Bifurkation resultieren, ordnen sich um 6 = 7/2 symmetrisch
an.

Variation der Modulationsamplitude

Um ein Bifurkationsszenario im Experiment zu beobachten und zu untersuchen, wird
zundchst der gemittelte Impuls (p) an der Stelle 6 = 7/2 unter Variation eines zweiten
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Kontrollparameters aufgetragen. Sollte an dieser Stelle eine Resonanz auftreten, was
sich in einer Erhohung des atomaren Transports wiederspiegeln wiirde, so wird die-
se Resonanz iiber den zweiten Kontrollparameter in der Amplitude einstellbar sein,
da die fiir die resonante Erhohung des Transports verantwortliche Kopplung zwi-
schen zwei Floquet-Zustianden von der Variation des zweiten Kontrollparameters be-
einflusst wird. Im Experiment wird als Kontrollparameter die Modulationsamplitude
Q) der biharmonischen Modulation gewéhlt. Der Einfluss der Modulationsamplitude
auf den gemittelten Impuls (p (6 = n/2)) zeigt Abbildung 5.7. Der gemittelte Impuls
wird fiir Q) = 70 kHz maximal in negative Richtung. Ein zweites Maximum des gemit-
telten Impulses in positive Richtung findet sich an der Stelle ) = 200 kHz. In hellblau
ist der Bereich hervorgehoben, der fiir die folgenden Ergebnisse zur Bifurkation ei-
ner Transportresonanz gewahlt wird. Unter Variation der Phasenverschiebung sollte
die Amplitude der entsprechenden Transportresonanz an der Stelle § = /2 fiir diese
Modulationsamplitude maximal sein und unter Variation der Modulationsamplitude
in zwei Resonanzen aufspalten.

Die schwarze Linie zeigt das Ergebnis einer numerischen Simulation mit den expe-
rimentellen Parametern. Das Simulationsergebnis reproduziert die Messergebnisse
weitestgehend, allerdings ist der Betrag des berechneten gemittelten Impulses im
hellblau hervorgehobenen Bereich etwas niedriger und das Maximum verschoben.
Moglicherweise muss die in der Simulation verwendeten Gitterpotentialtiefe oder die
Anfangsimpulsbreite angepasst werden, um den Verlauf numerisch mit geringerer
Abweichung zu reproduzieren. Auch hier kann die Abweichung aber auch systema-
tischer Natur sein.

Ergebnisse zur Bifurkation einer Transportresonanz

Als néchstes wird der in Abbildung 5.7 in hellblau hervorgehobene Bereich der
Modulationsamplitude genauer untersucht. In Abbildung 5.8 ist der gemittelte Im-
puls (p) gegen die Phasenverschiebung der biharmonischen Modulation fiir verschie-
dene Modulationsamplituden Q, aufgetragen. Aufgrund der Symmetrien des gemit-
telten Impulses (5.8) gentigt es, die Messung auf den Bereich 6 € [0,7] zu beschran-
ken. Die Modulationsamplitude der Messreihe steigt von unten nach oben, wie durch
den Pfeil angedeutet. Fiir Q, = 35kHz (blau, unten) zeigt sich eine Resonanz des ge-
mittelten Impulses in negativer Richtung an der Stelle § = n/2. Durch Erhchen der
Modulationsamplitude (in der Abbildung von unten nach oben) erhoht sich zunéachst
tir Qy = 52,5 kHz (griin) und Q, = 70 kHz (gelb) die Amplitude der Transportresonanz.
Fiir hohere Modulationsamplituden kommt es zur Aufspaltung in zwei Resonanzen,
die sich symmetrisch um 6 = 7/2 anordnen. Fiir Q, = 105 kHz (violett) sind die beiden
Resonanzen noch nicht vollstandig getrennt. Durch weiteres Erhchen entfernen sich
die beiden Resonanzen fiir Qy = 122,5 kHz (rot) und Qy = 140kHz (braun) voneinander.
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Abbildung 5.8: Bifurkation einer Transportresonanz. Aufgetragen ist der gemittelte Im-
puls (p) gegen die Phasenverschiebung 6 fiir verschiedene Modulationsamplituden Q. Die
Modulationsamplitude nimmt in der Messreihe von unten nach oben zu, wie durch den Pfeil
gekennzeichnet. Die eingezeichneten Linien dienen der klareren optischen Darstellung. Mit
steigender Modulationsamplitude baut sich zunéchst eine Transportresonanz auf, welche sich
dann bei weiter steigender Modulationsamplitude in zwei Resonanzen teilt. Die beiden Re-
sonanzen sind symmetrisch um 6 = 7/2 angeordnet. Die anderen experimentellen Parameter
lauten g = 13/7 = 1,857, w,, = 59,6 kHz = 15,95w,, Vo = 7,1E, und N = 70.
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Abbildung 5.9: A: Numerischen Simulation der Bifurkation einer Transportresonanz. Die
verwendeten Parameter entsprechen den experimentellen Parametern in Abbildung 5.8. Der
Anstieg der Amplitude und die Bifurkation der Transportresonanz werden qualitativ re-
produziert. Quantitativ ist der gemittelte atomare Impuls etwas geringer als in den Mess-
ergebnissen.

Die beobachtete Aufspaltung der Transportresonanz kann wie in Abschnitt 3.4 als
Folge eines entsprechenden Szenarios im Quasienergiespektrum interpretiert werden.
Durch die Variation der Kopplung zwischen den beiden Floquet-Zustianden, welche
tiir die Transportresonanz verantwortlich sind, kommt es zunédchst zur Erhohung des
Transports auf der Resonanz und schliefllich zu einer Bifurkation der Resonanz, was
auf eine Entkopplung der Floquet-Zustande zurtickgefiihrt werden kann. Die experi-
mentellen Ergebnisse bestédtigen den vorhergesagten Transportmechanismus und de-
monstrieren die Moglichkeit, iiber den Zusammenhang zwischen dem Auftreten einer
vermiedenen Kreuzung im Floquet-Spektrum und der resonanten Erhchung des ato-
maren Transports experimentell die Aufspaltung der vermiedenen Kreuzung iiber die
Transportresonanz einzustellen.

Abbildung 5.9 zeigt das Ergebnis einer numerischen Simulation des gemittelten
Impulses fiir die experimentellen Parameter der in Abbildung 5.8 gezeigten Bifur-
kation der Transportresonanz. Entsprechend dem in Abbildung 5.7 gezeigten nume-
rischen Ergebnisses ist hier die Amplitude der Transportresonanz etwas niedriger
als die des entsprechenden Messergebnisses. Auch in der numerischen Simulation
wird das Bifurkationsszenario reproduziert und entspricht zumindest qualitativ dem
im Experiment beobachteten Verlauf. Uber eine weitere Anpassung der Parameter
der Simulation kann die Modellierung der experimentellen Ergebnisse weiter opti-
miert werden. Die numerischen Ergebnisse unterstiitzen die Interpretation der Mess-
ergebnisse und erlauben eine Analyse des Quasienergiespektrums fiir eine im Expe-
riment gefundene Transportresonanz, wie beispielsweise in Abbildung 5.5 gezeigt.
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Abbildung 5.10: Gemittelter atomare Impuls (p) gegen die Phasenverschiebung 6 fiir ver-
schiedene Potentialtiefen V,, des optischen Gitterpotentials. Die Amplitude der Transport-
resonanz nimmt mit steigender Gitterpotentialtiefe zu, wahrend die Signatur (p (9)) erhalten
bleibt. Die eingezeichneten Linien dienen der klareren optischen Darstellung. Die experime-
tellen Parameter lauten Q¢ = 70kHz, 8 = 13/7 ~ 1,857, w,, = 59,6 kHz ~ 15,95w, und N = 70.

Variation der Potentialtiefe des optischen Gitterpotentials

Neben den Kontrollparametern der biharmonischen Modulation kann auch die
Potentialtiefe des optischen Gitters variiert werden. Abbildung 5.10 zeigt die Abhéan-
gigkeit des gemittelten atomaren Impulses von der Potentialtiefe V,. Die Parameter
der Modulation entsprechen den experimentellen Parametern der in Abbildung 5.8
gezeigten Transportresonanz mit der Modulationsamplitude ©Q, = 70kHz. Die Am-
plitude der Transportresonanz steigt mit zunehmender Potentialtiefe des optischen
Gitterpotentials. Da die Kopplung zwischen den Floquet-Zustinden mit steigender
Gitterpotentialtiefe zunimmt, kommt es zur Erhohung des gemittelten Impulses. Al-
lerdings muss bei dieser Messung berticksichtigt werden, dass nicht der asympto-
tische Wert <pasym>/ sondern der gemittelte Impuls nach 70 Modulationsperioden
untersucht wird. Da die Gitterpotentialtiefe die Kopplung zwischen den Floquet-
Zustianden beeinflusst, dndert sich die Periodendauer der Oszillation zwischen den
Floquet-Zustdnden. Daher kann die Erh6hung der Resonanz moglicherweise auch be-
deuten, dass die unterschiedlichen Transportamplituden auf unterschiedliche Punk-
te der Oszillation zwischen den Floquet-Zustidnden, welche noch nicht den asym-
ptotischen Grenzfall erreicht hat, zuriickzufiihren ist. Um diesen Effekt ausschliefsen
zu konnen, miisste die Messung fiir eine deutlich héhere Anzahl an Modulations-
perioden wiederholt werden.

Das Messergebnis zeigt auch, dass eine gewisse Potentialtiefe des optischen Gitters
notwendig zu sein scheint, um experimentell eine Transportresonanz zu detektieren.
Diese Beobachtung wird in den numerischen Simulationen bestétigt, in der die Reso-
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nanzen in den oft erst ab einer gewissen Potentialtiefe und damit verbundenen genii-
gend hohen Kopplung zwischen den Floquet-Zustidnden auftreten. Die Verwendung
eines einfachen optischen Stehwellenpotentials wie im Rahmen der vorliegenden Ar-
beit macht die Beobachtung der Transportresonanz und der charakteristischen Bifur-
kation der Resonanz mdglich, da aufgrund der hoheren Verstimmung im Vergleich zu
den in einer fritheren Arbeit durchgefiihrten Messungen [30] grofiere Kohédrenzzeiten
moglich sind.
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KAPITEL 6

Ausblick

Im Rahmen der vorliegenden Arbeit wurden Messungen des mittleren atomaren
Impulses eines Bose-Einstein-Kondensats nach der Wechselwirkung mit einem zeit-
lich biharmonisch modulierten optischen Gitterpotential durchgefiihrt, was es erlaub-
te den atomaren Transport einer Quantenkippratsche zu untersuchen. Unter Variation
eines Kontrollparameters der Modulation wurden Transportresonanzen beobachtet,
die tiber die Anpassung der weiteren Kontrollparameter verstarkt werden konnten.
Die vorhergesagten Transportsymmetrien und die charakteristische Abhdngigkeit des
Quantentransports vom Startzeitpunkt und von der treibenden Frequenz werden ex-
perimentell bestitigt. Insbesondere die Beobachtung der Bifurkation einer Transport-
resonanz unterstiitzt die Interpretation der Transportresonanzen als Folge vermiede-
ner Kreuzungen im Floquet-Bandschema und erlaubt eine umfassende theoretische
Modellierung des beobachteten Quantentransports des Kippratschensystems im Ex-
periment. Einige erste numerische Simulationsergebnisse werden in der vorliegen-
den Arbeit prasentiert. Umfangreichere numerische Simulationen konnten eine An-
passung der Parameter beinhalten und so die zukiinftige Modellierung des experi-
mentellen Systems optimieren.

Die experimentelle Realisierung der Quantenkippratsche ermoglicht es, kontrolliert
und kohdrent ultrakalte Atome zu transportieren. Im Gegensatz zu einer in frii-
heren Arbeiten durchgefiihrten asymmetrischen Amplitudenmodulation eines bi-
harmonischen Gitterpotentials mit dem Verfahren der optischen Mehrphotonengitter
[29, 30] bietet das verwendete frequenzmodulierte optische Stehwellenpotential die
Moglichkeit, den atomaren Transport auch in fernverstimmten optischen Gittern zu
untersuchen, da hier keine Mehrphotonenprozesse hoherer Ordnung zur Erzeugung
des Potentials notig sind. Dies fiihrt einerseits zu hoheren Kohédrenzzeiten und er-
laubt andererseits, Transportresonanzen eines stark korrelierten Quantengases zu un-
tersuchen. Fiir einen Mott-Isolator werden im Falle einer konstanten Kraft schar-
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te, durch die interatomare Wechselwirkung verschobene, Tunnelresonanzen zwi-
schen den Potentialmulden des optischen Gitters vorhergesagt (photon-assisted tun-
neling) [98]. Die Erhohung der interatomaren Wechselwirkung im biharmonisch mo-
dulierten optischen Gitterpotential bietet die Perspektive, durch die Anpassung der
Modulationsparameter Vielteilchen-Floquet-Zustdnde kontrolliert zu besetzen und
Transportresonanzen eines stark korrelierten Quantengases zu untersuchen.

Eine andere Perspektive zeitlich modulierter Gitterpotentiale ergibt sich in der Mog-
lichkeit der Simulation von Vorhersagen der relavitistischen Vielteilchenphysik mit
ultrakalten Atomen. In fritheren Arbeiten wurden bereits raumlich bichromatische
Gitter dazu genutzt, eine lineare Dispersionsrelation zu erzeugen und so relativisti-
sche Effekte mit ultrakalten Atomen zu beobachten [18, 99], siehe auch [100]. Ana-
log zur negativen Brechung einer elektromagnetischen Welle innerhalb eines Meta-
materials kommt es zu einer Refokussierung des Kondensats, wenn durch geeigne-
te Raman-Pulse die Atome in einen Energiebereich der Dispersion transferiert wer-
den, welcher einem negativen Brechungsindex entspricht [101]. Die Realisierung ei-
nes Dirac-Kegels innerhalb des Quasienergiespektrums durch die Erzeugung einer
moglichst scharfen vermiedenen Kreuzung wiirde relativistische Effekte auch inner-
halb einer einfachen modulierten Stehwelle moglich machen. Die in der vorliegenden
Arbeit vorgestellten Ergebnisse zur Anpassung atomarer Transportresonanzen bieten
einen idealen Ausgangspunkt, vermiedene Kreuzungen experimentell zu detektieren
und modellieren. Biharmonisch fernverstimmte optische Gitterpotentiale konnten so
als Quantensimulator relativistischer Vielteilcheneffekte verwendet werden [102].
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ANHANG A

Numerische Methoden

A.1 Eichtransformation zum raumlich periodischen
Hamilton-Operator

Der Hamilton-Operator aus (3.1)

~AD
AGn=2L

_Y cos (2kz) + zF (1) (A.1)
2m 2

ist aufgrund der periodischen Kraft F (t + T) = F (¢) zeitlich periodisch, so dass das
Floquet-Theorem wie in Abschnitt 3.1 beschrieben angewendet werden kann. Um den
Floquet-Zustinden, die sich als Losung des Hamilton-Operators ergeben, einen mitt-
leren Impuls zuzuordnen, ist es giinstig, diese in der Bloch-Basis zu entwickeln. Damit
die Bloch-Zustidnde Eigenzustdnde des Hamilton-Operators sind, muss dieser rdum-
lich periodisch sein. In [31] wird dazu die Eichtransformation

- i
I =exp (524 (0] @) (A2)
mit .
A() = - f F(t)dt + Ao (A.3)
To
vorgeschlagen. Die Konstante A ist dabei so zu wéhlen, dass das zeitliche Mittel
1 T
7 [ awar=o (A4)
T Jo
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verschwindet. Nach Einsetzen von (A.2) in die Schrodinger-Gleichung 3.1 ergibt sich
ihd (z.t) = H (2.1 (2.0) (A.5)

= [% (P-A®) - % cos (2kz)] ¥ (z,1)
m 2

=2

N J

= [ " cos (Zkz)] W (z,t)

mit dem transformierten Impulsoperator p = p—A (7). Die transformierte Schrodinger-
Gleichung ist rdumlich periodisch und das Bloch-Theorem kann wie in Abschnitt 2.3
genutzt werden. Der mittlere Impuls

p=(@0plp@) = [ 7 @ol-ito.-Aw)dGnd:
= f Y* (z,0) [-ihd | Y (z)dz = p (A.6)

bleibt unter dieser Transformation invariant. Fiir die biharmonische Funktion (3.23)
ist schlieSlich

A() = —g sin (wy, (fp + 1)) — ZFTZ sin Qw,, (to + 1)+ 0). (A7)

m m

A.2 Numerische Integrationsverfahren

Um die zeitliche Entwicklung eines Anfangszustands, welcher in der Bloch-Basis (3.9)
entwickelt ist, numerisch zu bestimmen, werden in [31] zwei Verfahren vorgeschla-
gen, die hier knapp wiedergegeben werden sollen.

Beim ersten Verfahren wird die zeitliche Entwicklung des Vektorpotentials (A.7) mit
der Reihe

A®D) ~ %A (t) Z S (t — kAT (A.8)
)

gendhert. Die Anzahl der Zeitschritte pro Periode N, = T/At sollten dabei hoch ge-
nug gewdhlt werden, damit die Reihe eine gute Ndherung bleibt. Die zeitliche Ent-
wicklung der Koeffizienten b, aus (3.9) fiir einen Zeitschritt Az wird dann tiber eine
Matrixmultiplikation

b (t+ At) = U (A1) b (1) (A.9)

beschrieben. Als Anfangszustand wird der Zustand |0), d.h. b;(0) = §,p mit -N </ < N
gewdhlt. Die Matrix U (Af) ergibt sich mit der Ndherung (A.8) aus dem Produkt

U=AQvQ™" (A.10)
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A.2 Numerische Integrationsverfahren

mit den Diagonalmatrizen

2
21 A ]) ALD)

At
Ay = —ih— [P = =A(t
Ll exp(z 2[ 7 (0 + 2
Vl,l = exp (—iAtD)), (A12)

die sich aus der Dyson-Reihe des Zeitentwicklungsoperators ergeben [103]. Mit 7, sind
die Figenwerte der Matrixdarstellung Y des Potentials V,/(2h) cos (2kz) in der Bloch-
Basis gemeint, d.h. (vgl. mit (2.53))

~ Vi
Vim = ﬁ (O1m—1 + Otme1-) (A.13)

Die Matrizen Q und Q"' bringen V in Diagonalform und ergeben sich damit aus dem
Eigenvektoren von V. Diese Methode hat den Nachteil, dass sie vergleichsweise viele
Matrixmultiplikationen beinhaltet.

Bei der zweiten Integrationsmethode [104] wird der Zustand |1Z(to +t)> in der
transformierten Schrodinger-Gleichung A.5 in der Bloch-Basis entwickelt und die
Entwicklungskoeffizienten als Produkt zweier unabhdngiger Funktionen

N

0o+ D) = D" @ty + 1) by (10 + 1) [205k) (A.14)

I=-N

angenommen, wobei b(f) +t) die Losung der Schrodinger-Gleichung ohne Gitter-
potential sein soll,

ih0,b; (ty + 1) = [ﬁ (p—-A (t))z] bty +1). (A.15)
Mit Separation der Variablen folgt fiir die Losung
] 21 (" 1 ("
bi(ty +1) = by (1) = exp _in Pt - —lf A)d + = f A% (r)dr' ||, (A.16)
2 i Jo 12 Jo

bei der der letzte Term mit A? () fiir die numerischen Berechnungen vernachléssigt
werden kann, da er nicht von / abhdngt und somit nur einer globalen Phase entspricht.
Wird der Ansatz (A.14) in die Schrédinger-Gleichung (A.5) eingesetzt, so erhélt man
die Rekursionsformel

+a;q (to + t)

A.17
b, (1) b (1) ( .

b () by (1)
4h '

Vi
a(to+1) = —i— [am (to + 1)

Nun soll der Zeitentwicklungsoperator U(7,f) in der Bloch-Basis mit dem Start-
zeitpunkt 7y nach einer Periode T bestimmt werden. Die Koeffizienten a} (t, + T) wer-

87



A Numerische Methoden

den nach einer Periode T fiir die verschiedenen Bloch-Zustiande |2nfik) bestimmt, d.h.
die Anfangskoeffizienten alk (to) = 01 der Gleichung (A.17) mit -N < k < N gewadhlt
und iiber eine Periode integriert. Das Produkt b, (T) af (to + T) ergibt dann den Ein-
trag U, der gesuchten Matrixform des Zeitentwicklungsoperators U (7t). Nach (3.5)
entspricht das Eigenwertspektrum dieser Matrix gerade dem Quasienergiespektrum
und die Eigenzustdnde den Floquet-Zustdnden in der Bloch-Basis. Der asymptotische
Strom kann schlieSlich aus (3.16) bestimmt werden, wenn man den zeitlichen Mittel-
wert des mittleren Impulses dieser Floquet-Zustidnde tiber eine Periode T bildet.

A.3 Erweiterung der numerischen Verfahren fir einen
Anfangszustand mit endlicher Impulsbreite

Die bisherige Beschreibung der numerischen Integrationsverfahren geht von einer
ebenen Welle |0) als Anfangszustand aus. Um eine Anfangsimpulsverteilung der Brei-
te Ag zu berticksichtigen, nutzt man aus, dass die zeitliche Entwicklung der Zustande
mit Quasiimpuls ¢ # ¢’ unabhédngig voneinander verlduft und das Integral tiber die
Anfangsimpulsverteilung als Summe einer endlichen Zahl N, von diskreten Quasi-
impulsen im Abstand dg = Ag/N, gendhert werden kann [105]. In den beiden numeri-
schen Verfahren miissen die Gleichungen (A.11) und (A.16) angepasst werden, indem
mit | — [ + ¢; der Quasiimpuls ¢; beriicksichtigt wird. Die Anfangsimpulsverteilung
des Bose-Einstein-Kondensats wird im Folgenden als Gauf-Verteilung gendhert. Fiir
jeden der N, + 1 Quasiimpulse ¢; im Intervall [-Ag/2,Aq/2] wird der mittlere Impuls
p(g;) iber die beschriebenen Integrationsverfahren bestimmt und entsprechend der
Gaufs-Verteilung alle Beitrage gewichtet aufsummiert,

Ny+1

p(AD =) 9a)p ), (A.18)
i=1

wobei g (¢g;) die GaufS-Gewichtung meint.

A.4 Umrechnung der Modulationsparameter in
dimensionslose GroBen

Fiir die numerischen Berechnungen bietet es sich an, die Parameter der bi-
harmonischen Modulation (3.23) in dimensionslose Grofien zu transformieren. Die
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dimensionslose Grofie zu a wird mit @ gekennzeichnet. Die Transformation der
Schrodinger-Gleichung (3.1) wird {iber die Gleichungen

Z

0 07 0 0
- 0 or o 0
f=8w,t=> E - E‘a_f_ 8w, - E‘ (A.20)
fert

mit der Riickstofifrequenz w, beschrieben. Einsetzen in die Schrodinger-Gleichung lie-

(A.19)

[ —12k% - 4 05° Z
ih8w,dpp (3,7) = k40 Yo g @) - —F®|yED
2m 2 2k

o
8E,ion = |8E, 2 + 22

(A21)
cos (2) - —F (i)
Sy s Y
S

oy = P

(A.22)
Vo N
2 + TCOS(Z)—ZF@]W

(A.23)
mit p = —i0:. Die dimensionslose Form der biharmonischen Modulation lautet dann

f f
Fycos (wm—) + F5 cos (Zwm + 9)
8w, 8

W,
= F cos (Opf) + F>cos 2d,f +6).

(A.24)
Die Umrechnungen zwischen reellen und dimensionslosen Parametern ergibt sich al-
o zu

i Fio
Fp,= —1 A2
12 = T6kE. (A.25)
@, = 2m (A.26)
8w,
VA
V,= 2
7 SE,

(A.27)
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