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Zusammenfassung

Für viele lichtoptischen Elemente wie Spiegel, Linsen und Strahlteiler existieren in
der Atomoptik analoge Systeme. Licht – oder allgemeiner elektromagnetische Felder
– und Materie treten hierbei mit quasi vertauschten Rollen auf: Den optischen Ele-
menten entsprechen elektromagnetische Felder und den Lichtfeldern Materiewellen.

Im Rahmen dieser Arbeit wurde ein Wellenleiter für atomare de Broglie-Wellen
realisiert: Durch Reflexion eines Laserstrahls an einer goldbedampften Prismenober-
fläche wurde eine stehende Lichtwelle generiert. Bei einer Frequenz des Lichtes na-
he der Resonanzfrequenz eines atomaren Überganges in metastabilem Argon übt das
Lichtfeld auf die Atome eine Dipolkraft aus, die durch ein Potential proportional der
Intensitätsverteilung im Interferenzmuster der stehenden Welle beschrieben werden
kann. Atome mit hinreichend kleiner kinetischer Energie können so in den Potential-
minima gespeichert werden.

In longitudinaler Richtung zur stehenden Welle ist die Schwerpunktsbewegung der
Atome stark eingeschränkt und zeichnet sich durch eine diskrete quantenmechani-
sche Modenstruktur aus, wobei der Energieabstand der einzelnen Bewegungszustän-
de groß gegenüber ihrer Unschärfe ist. Transversal können sich die Atome dagegen
quasi frei bewegen, d. h. das Modenspektrum ist hier kontinuierlich. Ein einzelnes
Potentialminimum stellt daher einen Resonator für atomare de Broglie-Wellen dar
und kann als das atomoptische Analogon eines zweidimensionalen Wellenleiters in
der Lichtoptik angesehen werden.

Die experimentelle Herausforderung bestand in der Präparation von ultrakalten
Atomen in einem einzelnen Knoten oder Bauch der stehenden Lichtwelle: Hierzu wird
in einer magneto-optischen Falle ein Ensemble ultrakalter Argonatome präpariert und
in Richtung der Prismenoberfläche fallengelassen. Vor Erreichen der Oberfläche wer-
den die Atome von einem evaneszenten Lichtfeld abgebremst und in einem einstufigen
optischen Pumpprozeß in das Wellenleiterpotential transferiert.

Zum Nachweis der Atome wurde ein elektronenoptisches Detektorsystem ent-
wickelt, mit dem die Atome zeit- und zweidimensional ortsaufgelöst nachgewiesen
werden können. Damit gelang die Validierung des Transferprozesses der Atome in
das Wellenleiterpotential und der Nachweis von im Wellenleiter gespeicherten Ato-
men. Eine Auflösung der Modenstruktur im Wellenleiter und der longitudinalen Be-
setzungsverteilung verschiedener Potentialminima stand bei Abschluß dieser Arbeit
noch aus.

Der de Broglie-Wellenleiter bietet die Möglichkeit zur Untersuchung eines quasi-
zweidimensionalen Gases ultrakalter Atome vor einer Oberfläche. Darüberhinaus soll
auf seiner Grundlage eine kontinuierliche laserartige Quelle für Atome realisiert wer-
den.
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Kapitel 1

Einführung

Die Atomoptik befaßt sich mit Phänomenen, die auf die Welleneigenschaften von Ato-
men zurückzuführen sind, so wie die klassische Optik mit der Ausbreitung von elektro-
magnetischen Wellen. Entstanden aus Atomphysik und der Teilchenoptik erfuhr sie in
den letzten Jahren eine rasante Entwicklung und gilt mittlerweile als eigenständiges
Teilgebiet der Physik.

Es folgt ein kurzer Überblick über Entwicklung und aktuellen Stand der Atomoptik;
anschließend wird das Konzept des hier experimentell realisierten planaren Wellen-
leiters für Atome vorgestellt.

1.1 Atomoptischer Hintergrund

De Broglie formulierte bereits 1923 die These, materielle Teilchen könnten, genau wie
Photonen, wellenartige Eigenschaften haben [1]. Experimentell wurde dies zuerst in
Form eines Interferenzeffekts von Davisson und Germer bei der Reflexion langsamer
Elektronen an einem Nickelkristall beobachtet [2]. Die Elektronenoptik hat eine be-
deutende technologische Anwendung in der Elektronenmikroskopie und -lithographie
gefunden; die Analogie zwischen Teilchen- und Lichtoptik hat sich dabei als sehr weit-
reichend erwiesen und erstreckt sich sogar bis hin zur Theorie der Abbildungsfeh-
ler [3]. Nachdem Kernreaktoren als Strahlungsquellen für Neutronen zur Verfügung
standen, konnte auch die Neutronenoptik ein breites Anwendungsspektrum finden [4].

Ref. [5] vermittelt einen Überblick über die historische Entwicklung der Atomoptik
und stellt eine Reihe von atomoptischen Elementen vor. Die experimentelle Schwie-
rigkeit bei der Atomoptik bestand darin, daß neutrale Atome – im Gegensatz zu Elek-
tronen – nur schwach mit statischen elektromagnetischen Feldern wechselwirken und
sie – im Gegensatz zu Neutronen – nicht in Materie eindringen. Atominterferometrie
an klassischen mechanischen Strukturen wie einem Doppelspalt [6], einem Gitter [7]
oder einer Fresnel-Zonenplatte [8] setzt aufgrund der kleinen de Broglie-Wellenlänge
von thermischen Atomen freitragende Mikrostrukturen voraus und konnte erst 1991
demonstriert werden. Alternativ zu Mikrostrukturen können atomoptische Elemente
auch mittels elektromagnetischer Felder realisiert werden. Schon 1951 gelang die Fo-
kussierung von Atomstrahlen mit statischen magnetischen [9] Feldern und 1955 mit
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2 KAPITEL 1. EINFÜHRUNG

elektrischen Multipolfeldern [10]. Elektromagnetische Wechselfelder nahe einer ato-
maren Resonanzfrequenz wechselwirken in der Regel jedoch weit stärker mit Atomen
als statische Felder.

Die Manipulation der atomaren Schwerpunktsbewegung mit Lichtkräften konnte
schon 1933 von R. Frisch demonstriert werden [11]. Effiziente Verfahren zur Kühlung
und Speicherung von Atomen und zur Manipulation der atomaren Schwerpunktsbe-
wegung standen aber erst mit der Entwicklung der Laserspektroskopie durch quasi
resonante Anregung von atomaren Übergängen zur Verfügung1. Dies ermöglichte die
Übertragung einer Reihe klassischer Elemente der Lichtoptik, wie Spiegel, Linsen,
Strahlteiler und verschiedene Typen von Interferometern in die Atomoptik [5, 19, 20],
wobei Licht und Materie ihre Rollen quasi vertauschen: Das Licht generiert die opti-
schen Elemente, die Materiewellen die zugehörigen Felder.

Auf die meisten atomoptischen Anwendungen wirkt sich die spontane Streuung von
Photonen aus den Lichtfeldern störend aus. Einen Ausweg bieten hier weit gegen-
über der atomaren Resonanz verstimmte Lichtfelder, welche die spontane Streurate
minimieren; die Wechselwirkung der Atome mit dem Lichtfeld läßt sich hier über ein
Dipolpotential beschreiben [21]. Auf diesem Prinzip beruhende Atomfallen (Far Off
Resonance Trap, kurz FORT) [22] ermöglichen hohe Phasenraumdichten, die jedoch –
jedenfalls in dreidimensionalen Fallen – durch Reabsorption von Photonen [23] durch
die Atome begrenzt werden.

So konnte die Bose-Einstein-Kondensation (BEC) von stark verdünnten atomaren Ga-
sen 1995 mit Rb und Na [24, 25] und kurz darauf mit Li [26] nur durch Ergänzung des
Laserkühlverfahrens mit der – nicht-optischen – Methode des Verdampfungskühlens
erreicht werden. BEC mit Wasserstoff wurde völlig ohne optische Methoden nur mit-
tels Verdampfungskühlen erzielt [27]. In der Folge wurde von einer Reihe von Grup-
pen versucht, auf Grundlage eines Bose-Einstein-Kondensats einen „Atomlaser“2 zu
entwickeln. Mittlerweile gelang die Demonstration eines Atomlasers sowohl mit „ge-
pulster“ [29] als auch mit kontinuierlicher Auskopplung [30, 31]. Wegen des diskonti-
nuierlichen Prozesses des Verdampfungskühlens als Voraussetzung für die Bose-Ein-
stein-Kondensation ist hier – im Unterschied zum optischen Analogen eines Dauer-
strich- oder cw-Lasers – kein kontinuierlicher Pumpprozeß gegeben.

Um mit rein optischen Methoden die nötige Phasenraumdichte zu erreichen, kann
man das genannte Reabsorptionsproblem im Prinzip durch Übergang zu stark aniso-
tropen Systemen übergehen, die als ein- bzw. zweidimensionale Wellenleiter für Ato-
me aufgefaßt werden können. Hierzu gibt es mittlerweile eine Reihe von Vorschlägen
und Experimenten, die auf evaneszenten Lichtfeldern, welche bei der Totalreflexion
von Licht an einer Grenzfläche zweier Medien mit unterschiedlichem Brechungsin-
dex entstehen, beruhen (s. Ref. [32]). Alternativ existieren Ansätze, einen planaren
Wellenleiter für Atome ausschließlich mit Magnetfeldern zu realisieren [33, 34]. Aus-
gangspunkt sind hier Atomspiegel, die auf statischen [35] bzw. quasi statischen [36]
Magnetfeldern beruhen.

1Für eine Übersicht über die historische Entwicklung und den aktuellen Stand der Forschung zur
Laserkühlung neutraler Atome s. Ref. [12], [13] und die Artikel von W. Phillips [14], C. Cohen-Tannoudji
[15] und S. Chu [16] anläßlich der Verleihung des Nobelpreises 1997. Zusammenstellungen relevanter
Veröffentlichungen finden sich in Ref. [17] und [18].

2Für eine Diskussion verschiedener Ansätze zur Definition eines Atomlasers s. Ref. [28]
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Niederdimensionale Systeme weisen gegenüber dreidimensionalen andersgeartete
statistische Eigenschaften auf: So tritt in rein zweidimensionalen Systemen anstelle
einer Bose-Einstein-Kondensation ein Kosterlitz-Thouless-Berezinskii-Übergang auf
[37]; in quasi-zweidimensionalen Systemen, in denen die transversale Symmetrie
durch ein Zentralpotential gebrochen ist, ist hingegen wieder Bose-Einstein-Konden-
sation zu erwarten [38]. Wie auch die Bose-Einstein-Kondensation [39], wurde ebenso
der Kosterlitz-Thouless-Berezinskii-Übergang bereits in Halbleitern beobachtet [40].

1.2 Physikalisches Konzept

Planarer Wellenleiter für de Broglie-Wellen

Der hier verfolgte Ansatz zur Realisation eines planaren Wellenleiters für Atome be-
ruht auf rein optischen Methoden. Atome sollen im Bereich einer einzelnen Periode
des Dipolpotentials einer intensiven, weit gegen die atomare Resonanz verstimmten,
stehenden Lichtwelle, also einer FORT (s. o.), gefangen und gespeichert werden. Auf-
grund der großen Verstimmung der Wellenlänge des Lasers gegenüber derjenigen des
atomaren Überganges von bis zu 104 mal der natürlichen Linienbreite ist die Photo-
nenstreurate der Atome innerhalb der stehenden Welle sehr klein und damit ein an-
nähernd konservatives System gegeben. Das Dipolpotential des Lichtfeldes ist damit
in sehr guter Näherung proportional zu dessen Intensitätsverteilung. Wegen der star-
ken Anisotropie dieses Potentials sind die Quantenzustände der Bewegung der Atome
hier in den zwei zur stehenden Welle transversalen Richtungen entartet, in Richtung
der stehenden Welle dagegen ist die quantenmechanische Modenstruktur diskret mit
einem relativ großen Modenabstand. Ein derartiges System kann als Resonator für
atomare de Broglie-Wellen angesehen werden und ist in der gegebenen Geometrie das
atomoptische Analogon zu einem planaren (Licht-) Wellenleiter. Bei diesem weist das
elektromagnetische Lichtfeld in zwei Dimensionen eine kontinuierliche und in einer
Dimension eine diskrete Modenstruktur auf. Licht und Materie treten in diesem Ana-
logon also in vertauschten Rollen auf: Die quantenmechanische Wellenfunktion der
atomaren Schwerpunktsbewegung beim atomaren Wellenleiter entspricht dem elek-
tromagnetischen Feld beim Lichtwellenleiter. Das einschließende Potential wird beim
atomaren Wellenleiter durch ein Lichtfeld realisiert, beim Lichtwellenleiter erfolgt der
Einschluß des elektromagnetischen Feldes durch eine geeignete Anordnung dielektri-
scher Schichten.

Abb. 1.1 zeigt schematisch den Aufbau des Experimentes: Das Lichtfeld der stehenden
Welle wird von einem intensiven Laserstrahl erzeugt, der unter einem Winkel von 45◦

an der goldbedampften Oberfläche eines Prismas reflektiert wird. In dem Bereich, in
dem sich hin- und rücklaufender Strahl überlappen, bildet sich so das Interferenzmu-
ster einer stehenden Welle aus, deren Knotenebenen parallel zur Prismenoberfläche
verlaufen.

Das atomare Medium, metastabile Argonatome (Ar∗) im Zustand 1s3 (s. Abb. 1.2), wird
in den Knoten oder Bäuchen der stehenden Welle gespeichert. Bei blauer Verstimmung
des Lasers gegen die Resonanzfrequenz des Überganges 1s3−2p4 befinden sich die Mi-
nima des Dipolpotentials in den Knoten der stehenden Welle an den Orten minimaler
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Lichtintensität; bei roter Verstimmung des Lasers in den Bäuchen der stehenden Wel-
le an den Orten maximaler Intensität:

• Im Falle blauer Verstimmung existieren nur in longitudinaler Richtung zur ste-
henden Welle für die atomare Schwerpunktsbewegung gebundene Zustände; in
transversaler Richtung können sich die Atome quasi frei bewegen, die Schwer-
punktsbewegung weist also in den entsprechenden zwei Dimensionen ein quasi
kontinuierliches Spektrum auf. In Richtung longitudinal zur stehenden Welle
sind die gebundenen Bewegungszustände auf eine einzelne Periode des Dipol-
potentials der stehenden Welle beschränkt. In dieser Dimension ist das Spek-
trum der atomaren Schwerpunktsbewegung diskret; der Abstand der einzel-
nen Energieniveaus ist typisch in der Größenordnung einiger Rückstoßenergien
(s. Kap. 4.4).

• Im Falle roter Verstimmung hat das Dipolpotential in longitudinaler Richtung

Abbildung 1.1: Prinzipieller Aufbau des Experiments. Das Dipolpotential des
planaren de Broglie-Wellenleiters entsteht bei der Reflexion eines Lasers an der
Oberseite eines goldbedampften Glasprismas. Der Wellenleiter wird aus dem Re-
servoir kalter Ar∗-Atome einer magneto-optischen Falle heraus geladen. Für den
Ladeprozeß müssen die Atome vor der Prismenoberfläche abgebremst und op-
tisch gepumpt werden. Dies geschieht in zwei evaneszenten Lichtfeldern, die vom
Reflexions- und Transferlaser durch Anregung von Oberflächenplasmonen er-
zeugt werden. (Näheres s. Text.)
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zur stehenden Welle die gleiche Form wie bei blauer Verstimmung, die Moden-
strukturen gleichen sich also. Hier gibt es jedoch auch in transversaler Richtung
gebundene Zustände, da im Zentrum jeden Bauches der stehenden Welle ein lo-
kales Minimum des Dipolpotentials vorliegt. In transversaler Richtung ist dieses
jedoch sehr flach im Vergleich zur longitudinalen Richtung, was ein annähernd
kontinuierliches Spektrum der atomaren Schwerpunktsbewegung zur Folge hat.

Der Abstand der Knotenebenen in der stehenden Welle beträgt
√

2
2 λW = 560 nm, so daß

die minimale Entfernung des Wellenleiters von der Oberfläche ca. 560 nm bei blauer
und 280 nm bei roter Verstimmung beträgt.

Laden des Wellenleiters mit Atomen

Ein kontinuierlicher Ladeprozeß ist bei FORTs, insbesondere bei blau verstimmten
Lichtfeldern mit repulsivem Fallenpotential, in der Regel schwer zu realisieren, da

Abbildung 1.2: (a) Intensitätsverlauf der Lichtfelder vor der Prismenoberfläche
und (b) relevanter Ausschnitt des atomaren Niveauschemas von Ar∗ zur Verdeut-
lichung des Ladevorganges: Die im Zustand 1s5 aus der MOT freigelassenen
Ar∗-Atome fallen Richtung Prisma und werden vor der Oberfläche vom Dipolpo-
tential des Reflexionslasers (-·-) abgebremst; das Wellenleiterpotential (—) wech-
selt hier noch nicht mit den Atomen. Idealerweise im klassischen Umkehrpunkt
werden sie vom Transferlaser (- -) angeregt und nach spontaner Emission eines
Photons optisch in den Zustand 1s3 gepumpt. Anstelle des Reflexionspotential
wirkt jetzt Wellenleiterpotential, die Atome haben ihre potentielle Energie aus
dem Reflexionspotential abgegeben. In longitudinaler (z−)Richtung besitzt ih-
re Schwerpunktsbewegung diskrete quantenmechanische Energieniveaus (in (a)
symbolisiert durch graue Balken) an.
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die Atome zum Laden in die Falle auf irgendeine Art und Weise gekühlt werden müs-
sen. Die Λ-förmige Niveaustruktur von Ar∗ eröffnet hier jedoch die Möglichkeit eines
kontinuierlichen Betriebs und Lademechanismus (s. hierzu Abb. 1.1 und 1.2):

Zunächst wird ein Reservoir von Ar∗-Atomen im Zustand 1s5 in einer magneto-opti-
schen Falle (MOT) in einem Abstand von ca. 6 mm oberhalb des Prismas präpariert
und bis hinab zu 16 µK gekühlt. Zum Laden der Atome in den Wellenleiter werden
Licht- und Magnetfeld der MOT abgeschaltet. Unter Wirkung der Schwerkraft fallen
die Atome dann in Richtung Prisma. Um zu verhindern, daß die Ar∗-Atome einfach
auf die Prismenoberfläche treffen, wobei sie in den Grundzustand 1s0 abgeregt wür-
den, wird ein „Reflexionslaser“ in das Prisma eingekoppelt und trifft auf die Unterseite
der Goldschicht. Die Dicke der Goldschicht und der Einkoppelwinkel des Laserstrahls
werden dabei so gewählt, daß ein Oberflächenplasmon angeregt wird. Auf diese Weise
wird an der Oberseite des Prismas ein evaneszentes Lichtfeld mit einer Abklinglän-
ge von der Größenordnung der Lichtwellenlänge erzeugt. Bei optimaler Einkopplung
des Laserstrahls wird seine Energie dabei weitgehend in Wärme umgewandelt, so daß
der an der Goldschicht reflektierte Strahl weit schwächer ist als der eingekoppelte.
Der Reflexionslaser ist weit blau gegen die atomaren Übergangsfrequenz verstimmt,
so daß ein konservatives Potential resultiert.

Ohne Dissipation ihrer Bewegungsenergie würden die Atome also einfach reflektiert
und könnten nicht im Wellenleiterpotential gespeichert werden. Dieser Kühlprozeß
erfolgt hier in einem optischen Pumpprozeß durch Streuung eines einzelnen Photons.
Abb. 1.2 zeigt das Funktionsprinzip: Ausgehend vom metastabilen Zustand 1s5 wird
vom evaneszenten Lichtfeld des Reflexionslasers der Übergang 1s5−2p9 angeregt. Die
Atome treten hierbei nicht in Wechselwirkung mit dem Lichtfeld des Wellenleiterla-
sers, der ausschließlich auf den Übergang 1s3 − 2p4 wirkt.

Dem evaneszenten Lichtfeld des Reflexionslasers überlagert ist ein zweites evanes-
zentes Lichtfeld des „Transferlasers“, das den Übergang 1s5 − 2p4 resonant anregt.
Absorbieren die Atome ein Photon aus diesem Lichtfeld, werden sie in den Zustand
2p4 angeregt. Dieser Zustand zerfällt unter spontaner Emission eines Photons mit ei-
ner Wahrscheinlichkeit von 56% in den Zustand 1s3. Diejenigen Atome, die nach 1s3

zerfallen sind, wechselwirken mit dem Licht des Wellenleiterlasers. Die Energie der
Atome im Wellenleiterpotential ergibt sich aus der Summe ihrer kinetischen Energie
zum Zeitpunkt des Transfers von 1s5 nach 2p4 und ihrer potentiellen Energie im Wel-
lenleiterpotential; sind die Atome erst einmal im Zustand 1s3 angelangt, resultiert aus
dem Reflexionslichtfeld keinerlei potentielle Energie mehr, da es nur auf den Zustand
1s5 wirkt (dies gilt umgekehrt analog für das Wellenleiterlichtfeld): Ihre ursprünglich
im Reflexionsfeld vorhandene potentielle Energie wird beim Transferprozeß dissipiert.
Um möglichst niedrige Quantenzustände im Wellenleiterpotential zu besetzen, erfolgt
der Transferprozeß deshalb idealerweise in der Nähe des klassischen Umkehrpunktes
der Atome, wo ihre kinetische Energie minimal ist.

Aus diesem Grund wird die Intensität des Reflexionslasers so optimiert, daß der klas-
sische Umkehrpunkt der Atome mit dem Minimum des Wellenleiterpotentials zusam-
menfällt, die Intensität des Transferlasers so, daß dort auch die Wahrscheinlichkeit
für den optischen Pumpprozeß maximal wird. Falls die resultierende Energie der Ato-
me im Wellenleiterpotential hinreichend klein ist, können sie die – bei blauer Ver-
stimmung nur in einer Dimension – gebundenen Zustände im Wellenleiterpotential
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einnehmen3.

Dieser Transfervorgang könnte nach Ref. [43] ganz analog zum optischen Pumpen ei-
nes (Photonen-) Lasers als eine Art „atomoptischer“ Pumpprozeß bei der Entwicklung
einer kontinuierlichen laserartigen Quelle für Atome genutzt werden [44], da bosoni-
sche Atome bevorzugt einen einzelnen der quantenmechanischen Bewegungszustände
im Wellenleiterpotential bevölkern würden.

Atome im de Broglie-Wellenleiter

Aufgrund der großen Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes gegenüber dem Über-
gang 1s3 − 2p4 sind mit der Streuung von Photonen aus dem Lichtfeld verbundene
Aufheizeffekte und damit einhergehende Verluste gering. Trotzdem ist der Verlust
von Atomen aus dem Wellenleiter zum größten Teil auf die Streuung von Photonen
aus dem Wellenleiterlichtfeld zurückzuführen: Atome, die in den Zustand 2p4 ange-
regt werden, zerfallen nämlich mit einer Wahrscheinlichkeit von 42% in den atomaren
Grundzustand 1s0 und gehen so aus dem Wellenleiter verloren. Ein weiterer potenti-
eller Verlustkanal ist das Tunneln von Atomen durch das Wellenleiterpotential zum
Prisma hin, wo sie bei Kontakt mit der Oberfläche zu fast 100% ebenfalls in den Grund-
zustand 1s0 abgeregt werden, oder, in entgegengesetzte Richtung, in andere Knotene-
benen des Potentials.

Im ersten Potentialminimum vor der Oberfläche kann auch die van der Waals- bzw. Ca-
simir-Polder-Wechselwirkung gegenüber der Dipolkraft nicht vernachlässigt werden.
Im Falle roter Verstimmung ist diese so stark, daß sie eine Besetzung des ersten Po-
tentialminimums im Abstand von 1

4

√
2λW vor der Oberfläche praktisch verhindert. Ab

einem Abstand von 1
2

√
2λW ist die Dipolkraft des Wellenleiterlichtfeldes ausreichend

stark; mit zunehmendem Abstand von der Oberfläche sind wegen des exponentiel-
len Abfalls der evaneszenten Felder jedoch immer höhere Intensitäten von Reflexions-
und Transferlaser erforderlich. Bei blauer Verstimmung können die Atome den Wel-
lenleiter schließlich auch in transversaler Richtung verlassen, falls in transversaler
Richtung kein Einschluß durch ein zusätzliches Potential erfolgt.

Die Verlustrate bestimmt die Breite der Energieniveaus im Wellenleiterpotential. Das
Verhältnis der Breite der Niveaus zu ihrem Abstand bestimmt die „Resonatorgüte“
des de Broglie-Wellenleiters. Der Niveauabstand liegt unter experimentellen Bedin-
gungen um etwa eine Größenordnung über der Rückstoßenergie [13] des Wellenleiter-
überganges. Bei roter Verstimmung liegt unter den Bedingungen des Experimentes
die Resonatorgüte bei einer Größenordnung von 103, bei blauer Verstimmung von 105.
Für den Grundzustand sind Speicherzeiten für die Atome im Wellenleiter von einigen
ms bei roter und – transversalen Einschluß der Atome vorausgesetzt – von einigen
100 ms bei blauer Verstimmung zu erwarten. Der große Modenabstand und die hohe
Resonatorgüte unterscheiden dieses Konzept von einer Reihe anderer Vorschläge für
atomare Wellenleiter [45, 46, 47]

3Von diesem Transferprozeß wurde bereits bei einem Experiment zu einem dreidimensionalen opti-
schen Gitter an derselben Apparatur Gebrauch gemacht [41]; ähnliche Verfahren wurden für den Trans-
fer von Rb in einen ebenfalls optischen [42] und in einen magnetischen planaren Wellenleiter für Atome
[33] vorgeschlagen.



Kapitel 2

Theoretischer Teil

Im folgenden werden die charakteristischen Eigenschaften des im Experiment einge-
setzten atomaren Mediums Ar∗ vorgestellt und einige theoretische Grundlagen disku-
tiert. Die Diskussion beschränkt sich auf die unmittelbar für das Wellenleiterexperi-
ment wesentlichen Teile; die Theorie zur Kühlung von Atomen mit spontanen Licht-
kräften, wie sie in einem Zeeman-Slower oder einer magneto-optischen Falle erfolgt,
wird hier nicht dargestellt1. Eine ausführliche Abhandlung der Theorie der Wechsel-
wirkung von Atomen mit Licht findet sich z. B. in Ref. [48].

2.1 Lichtkräfte im Dressed Atom-Modell

Die Reflexion der Atome am Feld der evaneszenten Welle und ihre anschließende Spei-
cherung im Feld einer stehenden Lichtwelle erfolgen bei relativ großen Verstimmun-
gen der Lichtfelder gegenüber der atomaren Resonanz und bei hohen Intensitäten. Zur
Beschreibung solcher Verhältnisse ist das Bild der sog. „bekleideten Atome“ (Dressed
Atoms), am besten geeignet. Das Dressed Atom-Modell und insbesondere seine An-
wendung auf die Dipolkraft wird in [49] entwickelt. Hier werden nur die wichtigsten
Ergebnisse zusammengefaßt.

2.1.1 Bekleidete Atome (Dressed Atoms)

Das Verhalten eines Atoms in einem quasi resonanten starken Lichtfeld wird im Dres-
sed Atom-Modell beschrieben. Dabei wird das System Atom-Lichtfeld als ein einziges
quantenmechanisches System beschrieben. Vereinfachend wird ein Zwei-Niveau-Atom
mit Grundzustand |g〉, angeregtem Zustand |e〉, Resonanzfrequenz ω0 und natürlicher
Linienbreite Γ angenommen. Eine eventuelle magnetische Unterstruktur findet kei-
ne Berücksichtigung. Das Lichtfeld mit der Frequenz ωL sei um δ = ωL − ω0 von der
atomaren Resonanz verstimmt, δ ¼ ω0, ωL. Die atomare Bewegung wird semiklas-
sisch genähert, d. h. der atomare Ortsoperator R̂ wird durch seinen Erwartungswert

1Der Aufbau und die Betriebsparameter von magneto-optischer Falle und des Zeeman-Slowers, mit
dem diese geladen wird, werden den in Kap. 4.1 beschrieben.

8
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r =
〈
R̂

〉
ersetzt. Für die Gültigkeit dieses Ansatzes wird vorausgesetzt, daß die Aus-

dehnung des atomaren Wellenpakets ∆r klein gegen die Laserwellenlänge λ ist2; wei-
terhin muß die Doppler-Unschärfe in der Geschwindigkeit des Atoms k∆v (k = 2 π

λ )
hinreichend klein gegen die natürliche Linienbreite Γ sein:

∆r ¼ λ, k ∆v ¼ Γ . (2.1)

Mit der Heisenbergschen Unschärferelation folgt aus Gl. 2.1 die Bedingung

h̄2 k2

2 m
¼ h̄Γ . (2.2)

Diese Bedingung ist für alle hier vorkommenden atomaren Übergänge erfüllt.

Das System Atom-Lichtfeld wird mittels eines einzigen Hamiltonoperators Ĥ beschrie-
ben, der sich aus einem atomaren Anteil ĤA, einem Strahlungsanteil ĤL und der
Atom-Licht-Wechselwirkung HAL zusammensetzt:

Ĥ = ĤA + ĤL + ĤAL . (2.3)

Mit den Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren b† und b ergibt sich die Summe ĤA

der kinetischen und Anregungsenergie des Atoms als

ĤA =
P̂ 2

2 m
+ h̄ ω0 b† b, b = |g〉 〈e| , b† = |e〉 〈g| .

Für die Beschreibung eines am Ort r lokalisierten Atoms wird der Term 1
2 m P̂ 2 der

kinetischen Energie des Atoms klassisch behandelt. ĤL ist der Hamiltonoperator des
freien Strahlungsfeldes; für einen einzelnen Mode des Lichtfeldes ist

ĤL = h̄ ωL a†L aL ,

wobei a†L und aL der Vernichtungs- bzw. Erzeugungsoperator eines Photons in den La-
sermode L sind. Die Atom-Licht-Wechselwirkung läßt sich in der Dipol- und Säkular-
Näherung (Rotating Wave Approximation) schreiben als

ĤAL = −d̂ ·
[
EL b† aL + E∗L b a†L

]
, (2.4)

wobei d̂ = d(b† + b) der elektrische Dipoloperator ist und ÊL = ELaL + E∗La†L das elek-
trische Feld des Lasermodes. Der Hamiltonoperator im Dressed Atom-Bild lautet mit
den obigen Näherungen dann

Ĥ(r) = h̄ (ωL − δ) b† b + h̄ ωL a†L aL − d ·
[
EL(r) b† aL + EL(r)∗ b a†L

]
. (2.5)

(EL(r) und damit auch Ĥ(r) sind ortsabhängig.) Bewegt sich das Atom mit einer Ge-
schwindigkeit v gegenüber dem Lichtfeld mit dem Wellenvektor k, muß die Doppler-
verschiebung gemäß

δ = ωL − k · v − ω0 (2.6)

2Diese Bedingung ist i. allg. nicht mehr erfüllt für Atome, die im Potential einer stehenden Welle
lokalisiert sind; dort kann die Ausdehnung des atomaren Wellenpakets den Betrag der Lichtwellenlänge
erreichen. Solange aber 2.2 erfüllt ist, stimmen die aus der semiklassischen Theorie erhaltenen Werte
für die Kräfte und Diffusionskoeffizienten mit denen eines quantenmechanischen Ansatzes überein.
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berücksichtigt werden. Die Eigenvektoren von Ĥ sind

|1, n; r〉 = cos (θ (r)) |e, n〉 + sin (θ (r)) |g, n + 1〉 und

|2, n; r〉 = − sin (θ (r)) |e, n〉 + cos (θ (r)) |g, n + 1〉 (2.7)

zu den Energieeigenwerten

E1n = (n + 1) h̄ ωL − h̄ δ

2
+

h̄Ω(r)
2

und

E2n = (n + 1) h̄ ωL − h̄ δ

2
− h̄Ω(r)

2
. (2.8)

Dabei entsprechen die Eigenvektoren von ĤA + ĤL, |g, n + 1〉 und |e, n〉, dem atomaren
Grundzustand |g〉 mit n + 1 Photonen im Lichtfeld bzw. dem angeregten Zustand |e〉

Abbildung 2.1: Dressed States: Energieeigenwerte E1,n und E2,n eines Zwei-Ni-
veau-Atoms in einem Lichtfeld mit dem Intensitätsverlauf einer evaneszenten
Welle: ω1(r) ∝ e−z. (ω1(r) bezeichnet die resonante, Ω(r) die effektive Rabifre-
quenz.) Im Dressed Atom-Modell wird das System Atom-Lichtfeld mittels ei-
nes einzigen Hamiltonoperators beschrieben. Durch die Kopplung des Atoms
mit dem Lichtfeld werden hierbei die „unbekleideten“ Zustände (Bare States)
|g, n + 1〉 und |e, n〉 in die „bekleideten“ Zustände (Dressed States) |1, n〉 und
|2, n− 1〉 überführt. Weiter sind die zwischen den Mannigfaltigkeiten möglichen
spontanen Übergänge mit Übergangsraten Γji eingetragen.
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mit n Photonen im Lichtfeld. Bei langsamem – adiabatischem – Anwachsen der Kopp-
lungsstärke (bzw. einer entsprechenden Veränderung der Position des Atoms) wird der
Zustand |g〉 stetig in den Zustand |1, n; r〉 übergeführt. Die Kopplungsstärke des Atoms
an das Lichtfeld wird durch die effektive Rabifrequenz Ω(r) ausgedrückt:

Ω(r) =
√

ω2
1(r) + δ2 ,

ω1(r) = 2
√

n + 1
d · EL(r)

h̄
, tan(2 θ) = −ω1(r)

δ
. (2.9)

Die „resonante“ Rabifrequenz ω1(r) beschreibt die Kopplungsstärke zwischen Atom
und resonantem Lichtfeld. Abb. 2.1 gibt den Verlauf der Energieeigenwerte nach
Gl. 2.8 im Lichtfeld einer evaneszenten Welle wieder.

Für den Fall eines ruhenden Atoms im Gleichgewichtszustand (Steady State) und un-
ter der Voraussetzung einer großen Laserverstimmung3, d. h. |δ| ½ ω1 und |δ| ½ Γ,
erfahren die Zustände |1, n; r〉 und |2, n; r〉 eine Energieverschiebung im Lichtfeld. Die-
se führt zu einer konservativen Dipolkraft, die mittels eines Potentialansatzes ausge-
drückt werden kann:

fdip = −h̄ δ
ω1(r)∇ω1(r)
ω2

1(r) + 2 δ2
= −∇Vdip , (2.10)

Vdip =

[
h̄ δ

2
log

(
1 +

ω2
1(r)
2 δ2

)]
. (2.11)

Für ein bewegtes Atom bleibt obiger Ansatz gültig, falls keine nichtadiabatischen
Übergänge stattfinden, d. h. falls

1
Ω(r)

∣∣∣∣dΩ(r)
dt

∣∣∣∣ ¼ Ω(r) bzw.
ω1(r) ω̇1(r)

(ω1(r)2 + δ2)
3
2

¼ 1 . (2.12)

Unter den Voraussetzungen von 2.12 lassen sich für große Photonenzahlen n in der
Lasermode die Rabifrequenz ω1 und das Dipolpotential Vdip durch die Laserintensität
I = 1

2 ε0 c E2
L und die Sättigungsintensität

IS =
2π2 h̄ cΓ

3λ3
(2.13)

ausdrücken als

ω1(r) = Ceff Γ

√
I

2 IS
und Vdip = C2

eff

h̄ Γ2

8 δ

I

IS
. (2.14)

Das aufgrund des dynamischen Stark-Effektes zustandekommende Potential Vdip wird
auch als „Lichtverschiebung“ (Light Shift) bezeichnet. Falls die beteiligten atomaren
Zustände eine magnetische Unterstruktur aufweisen, läßt sich die Stärke der Kopp-
lung beider Zustände durch das Lichtfeld mittels eines sog. „effektiven“ Clebsch-Gor-
dan-Koeffizienten ausdrücken (vgl. hierzu Abschn. 2.2). Bei positivem δ, d. h. blau-
er Verstimmung des Lichtfeldes, wird der Zustand |1, n; r〉 von Orten zunehmender
Lichtintensität abgestoßen (Low Field Seeker), der Zustand |2, n; r〉 angezogen (High
Field Seeker), bei negativem δ, d. h. roter Verstimmung liegen umgekehrte Verhältnis-
se vor.

3Ein Mehr-Niveau-Atom muß sich außerdem im Gleichgewichtszustand bzgl. optischem Pumpen be-
finden.
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2.1.2 Spontane Emission

Die Zustände |1, n; r〉 und |2, n; r〉 sind für θ 6= 0, also endliche Lichtintensitäten, Su-
perpositionen von |e〉 und |g〉 (vgl. Gl. 2.7). Der Anteil von cos θ |e〉 bzw. sin θ |e〉 zu
|1, n; r〉 bzw. |2, n; r〉 führt dazu, daß sowohl |1, n; r〉 als auch |2, n; r〉 spontan ein Photon
emittieren können. Die Übergangsraten Γji von |i, n; r〉 nach |j, n− 1; r〉,

Γji = Γ |〈j, n− 1; r|g〉 〈e|i, n; r〉|2 , (2.15)

lauten als Funktion von θ(r) (Gl. 2.9):

Γ21 = Γ cos4 θ(r) , (2.16)

Γ12 = Γ sin4 θ(r) und

Γ11 = Γ22 = Γ sin2 θ(r) cos2 θ(r) .

Für große Verstimmungen, δ ½ ω1, δ ½ Γ streben die Γij gegen die Grenzwerte

Γ21

ω1
δ →0
−−−−→ Γ

16

(
ω2

1(r)
δ2

)2

, (2.17)

Γ12

ω1
δ →0
−−−−→ Γ und

Γ11 = Γ22

ω1
δ →0
−−−−→ Γ

4

(
ω2

1(r)/δ2
)

.

Das Auftreten von spontanen Emissionen bedeutet eine Störung in der Beschreibung
der Dynamik des Atoms durch das Potential Vdip (Gl. 2.14): Übergänge von den Zustän-
den |1, n; r〉 nach |1, n− 1; r〉 bewirken, da n ½ 1 ist, keine Änderung des Potentials und
führen deshalb nur zu einer Impulsänderung des Atoms um den Betrag eines Photon-
Rückstoßes (Gl. 2.2), was in der Regel vernachlässigt werden kann. Für große Verstim-
mungen δ erfolgen diese Übergänge mit der Rate Γ11. Unter den Voraussetzungen von
Gl. 2.14 läßt sich auch Γsc = Γ11 durch I und IS ausdrücken:

Γsc = C2
eff

I

IS

Γ3

8∆2
. (2.18)

Übergänge von den Zuständen |1, n; r〉 nach |2, n− 1; r〉 dagegen führen zu einer Vor-
zeichenänderung des Potentials Vdip, d. h. von einem attraktiven Potential zu einem
repulsiven oder umgekehrt; die Übergangsrate ist hier Γ21. Dieser Prozeß kann zu ei-
ner starken Zunahme der Energie des Atoms führen, abhängig von der Verweildauer
τ = 1/Γ12 des Atoms im Zustand |2, n− 1; r〉. Im Reflexionsprozeß nimmt die kineti-
sche Energie um wenigstens eine Größenordnung zu und führt so zu einem Verlust des
Atoms; im Potential der stehenden Welle führt der Prozeß zu einer starken Aufheizung
der gespeicherten Atome. In beiden Fällen ist also eine möglichst hohe Verstimmung
δ anzustreben, um Γ21 zu minimieren. Wenn Vdip dabei unverändert bleiben soll, muß
nach Gl. 2.14 die Intensität I linear mit δ erhöht werden.
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2.2 Metastabiles Argon

2.2.1 Niveauschema

Der Argon-Grundzustand weist eine abgeschlossene Edelgasschale mit der Elektro-
nenkonfiguration 1s22s22p63s23p6, kurz 3p6, auf. Die Anregung eines Elektrons aus
der abgeschlossenen 3p-Schale in einen Zustand 3p5(nel) erfordert eine Energie von
12 eV. Das Leuchtelektron befindet sich hier weit vom Atomrumpf entfernt, weshalb
die elektromagnetische Wechselwirkung des Leuchtelektrons mit den Rumpfelektro-
nen im Vergleich zur Spin-Bahn-Wechselwirkung mit dem Atomrumpf schwach ist.

Dieser Fall wird durch die sog. Racah- oder jl-Kopplung beschrieben [50], die typisch
für die mittelschweren Edelgase ist. In dieser Näherung lassen sich die atomaren Ni-
veaus durch die Quantenzahlen neSLjl[K]J beschreiben. Der Bahndrehimpuls L und
der Spin S der Rumpfelektronen koppeln zum Drehimpuls j, der Beträge von j = 1

2
und j = 3

2 annehmen kann. Das Termschema ist also in zwei Hälften geteilt, die dem
Singulett- bzw. Triplettzustand bei der LS-Kopplung entsprechen. Der Drehimpuls
j und der Bahndrehimpuls l des Leuchtelektrons koppeln zum Drehimpuls K, der
mit dem Spin s des Leuchtelektrons schließlich zum Gesamtdrehimpuls J koppelt.
Diese Näherung ist nur für den Fall gültig, daß der Abstand zwischen den Niveaus
jlKJ = K ± 1

2 klein ist gegen den Abstand der verschiedenen K-Niveaus. Dieser Fall
ist bei Ar gegeben, da dort die Spin-Bahn-Wechselwirkung des Leuchtelektrons und
gleichzeitig die Austauschterme der elektrostatischen Wechselwirkung hinreichend
klein sind. In der Racah-Notation 2s+1Ljnel[K]j werden alle für die Beschreibung eines
Zustandes notwendigen Quantenzahlen wiedergegeben. Der Kürze wegen wird hier je-
doch die Paschen-Notation nelq(J) verwendet, in der nur die für Dipolübergänge rele-
vanten Quantenzahlen vorkommen; q ist eine Indexvariable, die die Terme innerhalb
einer Mannigfaltigkeit nach abnehmender Energie ordnet4.

Für eine optische Anregung und effektive Laserkühlung von Argon vom Grundzustand
aus wäre kontinuierliche Laserstrahlung im VUV-Wellenlängenbereich um 0.1µm er-
forderlich, die beim derzeitigen Stand der Technologie noch nicht realisierbar ist. Von
den ersten Anregungszuständen sind die beiden Zustände 1s5(J = 2) und 1s3(J = 0) in
der 4s-Mannigfaltigkeit jedoch metastabil, da der Übergang in den Grundzustand 1s0

Dipol-verboten ist; die Lebensdauer des Zustandes 1s5 wurde experimentell in einer
magneto-optischen Falle zu 38+8

−5 s ermittelt [51]. Aufgrund theoretischer Untersuchun-
gen sollte die Lebensdauer des Zustandes 1s3 einige Sekunden unterhalb davon liegen
[52]; eine experimentelle Verifikation steht hier noch aus. Beide Zustände lassen sich
in Gasentladungsquellen erzeugen; ausgehend von ihnen existieren Übergänge in die
4p-Mannigfaltigkeit, die im nahen Infrarot bei Wellenlängen von 0.7 . . . 0.9µm liegen.
Für diesen Wellenlängenbereich stehen für eine kontinuierliche Anregung leistungs-
fähige Festkörper- und Diodenlaser zur Verfügung.

Abb. 2.2 zeigt einen Ausschnitt des Termschemas von Argon mit den relevanten Nive-
aus und den optischen Übergängen. Die Experimente zum Wellenleiter basieren auf
den beiden metastabilen Niveaus 1s5 und 1s3. Im Wellenleiterexperiment sind folgen-
de Übergänge von Bedeutung5:

4Der atomare Grundzustand wird in dieser Notation mit 1s0 bezeichnet.
5Alle Wellenlängenangaben beziehen sich auf Vakuum-Wellenlängen, die aus Ref. [53] abgeleitet wur-
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Abbildung 2.2: Ausschnitt aus dem Niveau-Schema von Ar∗ mit den Energie-
niveaus der 4s- und der 4p-Mannigfaltigkeit und dem Grundzustand 1s0. (Die
Darstellung der Niveau-Abstände innerhalb der 4s- und 4p-Mannigfaltigkeit er-
folgt annähernd maßstabsgetreu.) Das Schema ist in zwei Hälften mit j = 1

2 und
j = 2

3 geteilt; diese koppeln untereinander nur schwach. Die beiden Zustände 1s5

und 1s3 aus der 4s-Mannigfaltigkeit sind metastabil; die von ihnen aus mögli-
chen Dipol-Übergänge in die 4p-Mannigfaltigkeit liegen alle im Wellenlängenbe-
reich zwischen 697 nm und 1047 nm. Sie bilden die Basis für die Speicherung der
Atome in MOT bzw. Wellenleiter.

• Der Übergang 1s5 − 2p9: Der Zustand 2p9 kann – Dipol-erlaubt – ausschließ-
lich in den Zustand 1s5 zerfallen. Damit ist der Übergang 1s5 − 2p9 quasi ge-
schlossen und erlaubt somit die Anwendung von Verfahren zur Laserkühlung,
die wiederholte Anregungszyklen erfordern. Die Übergangswellenlänge beträgt
λR = 811.754 nm, der Einstein-A-Koeffizient ist AR = 33.1 · 106 1

s . Dieser Über-
gang wird angeregt beim Abbremsen der Atome im Zeeman-Slower und beim
Speichern und Kühlen der Atome in einer magneto-optischen Falle. Ferner wird
dieser Übergang weit verstimmt angeregt, wenn die Atome in einem evaneszen-

den. Die angegebenen Übergangswahrscheinlichkeiten stammen aus Ref. [54], falls keine andere Quelle
angegeben ist.
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ten Feld vor dem Prisma reflektiert werden sollen.

• Der Übergang 1s5 − 2p4: Bei der jl-Kopplung sind die Übergängswahrschein-
lichkeiten zwischen den beiden Diagrammhälften mit j = 3

2 und j = 1
2 klein: So

beträgt der Einstein-A-Koeffizient für eine Anregung aus dem Zustand 1s5 in den
Zustand 2p4 bei einer Wellenlänge von 714.898 nm nur AT = 0.625 · 106 1

s . Durch
Anregung dieses Überganges erfolgt ein Transfer der Atome aus dem Zustand
1s5, in dem sie sich in der magneto-optischen Falle und beim Abbremsvorgang
befinden, in den Zustand 1s3, in dem sie im Wellenleiterpotential gespeichert
werden.

• Der Übergang 1s3 − 2p4: Vom Zustand 1s3 ist ein Dipolübergang nach 2p4

mit einer Wellenlänge von 795.034 nm und einem Einstein-A-Koeffizienten von
AW = 18.6·106 1

s erlaubt. Dieser Übergang ist jedoch nicht geschlossen, da der Zu-
stand 2p4 nur mit einer Wahrscheinlichkeit von 56% wieder zurück nach 1s3 zer-
fällt; mit einer Wahrscheinlichkeit von 42% zerfällt er in den Zustand 1s2, der mit
einer mittleren Lebensdauer von nur 2 ns [53] in den Grundzustand zerfällt, und
mit einer Wahrscheinlichkeit von 2% in den Zustand 1s5. Die mittlere Lebens-
dauer des 2p4-Niveaus beträgt 30 ns, was einer Linienbreite von ΓW = 33.1 · 106 1

s
entspricht. Das Wellenleiterpotential wird durch weit verstimmte Anregung die-
ses Überganges erzeugt.

Für den Transferprozeß von 1s5 nach 1s3 kämen auch noch andere Kombinationen von
Übergängen in Frage, wobei die nötigen Wellenlängen für den optischen Pumpprozeß
ebenfalls im Roten bzw. Infraroten lägen, z. B. die Kombinationen 1s5−2p2−1s3, 1s5−
2p7−1s3 oder 1s5−2p10−1s3. Die für den optischen Pumpprozeß gewählte Kombination
über 2p4 zeichnet sich vor allen anderen durch die höchste Transfereffizienz aus.

2.2.2 Magnetische Unterstruktur

Die magnetische Unterstruktur der atomaren Niveaus ist bei der optischen Anregung
von Atomen von entscheidender Bedeutung, insbesondere wenn spontane Streuprozes-
se stattfinden, wie beim Abbremsen der Atome im Zeeman-Slower und beim Kühlen
in der magneto-optischen Falle und optischen Melasse. Für die Theorie hierfür sei auf
Ref. [55, 12] und Referenzen darin verwiesen. Auch bei der Bestimmung der Effizi-
enz des Transferprozesses der Atome in das Wellenleiterpotential und der Stärke des
Dipolpotentials von Reflexionsfeld und Wellenleiter muß die magnetische Unterstruk-
tur der beteiligten Niveaus berücksichtigt werden. Während die Kopplungsstärke der
atomaren Niveaus in der Theorie des Zwei-Niveau-Systems nur eine Funktion der
elektrischen Feldstärke des Lichtfeldes ist, hängt sie bei Übergängen bei Mehr-Ni-
veau-Systemen auch von dem magnetischen Unterzustand, in dem sich das Atom ge-
rade befindet, und der Polarisation des Lichtfeldes ab. Die mittlere Kopplungsstärke
des Überganges ergibt sich aus der entsprechend der Besetzungswahrscheinlichkeit
der einzelnen Unterzustände gewichteten Summe der Anregungswahrscheinlichkei-
ten bei gegebener Feldstärke und Polarisation des Lichtfeldes. Die Kopplungsstärken
der Lichtfelder an die atomaren Übergänge sind hier für die Stärke des Reflexions-
und des Wellenleiterpotentials sowie für die Effizienz des Transfer-Prozeß von we-
sentlicher Bedeutung:
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• Beim Reflexionsübergang 1s5 − 2p9 liegt ein J = 2 → J = 3 Übergang mit der in
Abb. 2.3 gezeigten magnetischen Unterstruktur und den zugehörigen Clebsch-
Gordan-Koeffizienten vor. Das Lichtfeld des Reflexionslasers ist p-polarisiert,
d. h. der Polarisationsvektor liegt in der Einfallsebene des Lichtstrahls. Das eva-
neszente Lichtfeld kann ebenfalls als p-polarisiert angenommen werden.

• Beim Transferprozeß verhindert zwar die statistische Natur der am optischen
Pumpprozeß beteiligten spontanen Emission eines Photons beim Übergang von
2p4 nach 1s3 eine deterministische Beschreibung. Es läßt sich jedoch eine Ra-
tengleichung für den Transferprozeß entwickeln (s. Abschn. 4.3), falls die Kopp-
lungsstärke der Niveaus 1s5 und 2p4 und damit die Anregungswahrscheinlichkeit
für den Zustand 2p4 durch den Transferlaser von 1s5 aus bekannt ist. Eine Be-
sonderheit stellen hier die beiden magnetischen Unterzustände mit mJ = ±2 dar
(vgl. Abb. 2.4): Diese koppeln nicht mit π-polarisiertem Licht (vgl. Abb. 2.4) und
könnten nur von einem σ-polarisierten Anteil des Lichtfeldes angeregt werden.

• Beim Wellenleiterübergang liegt ein J = 0 → J = 1 Übergang vor. Hier sind alle
Clebsch-Gordan-Koeffizienten gleich 1, d. h. das Dipolpotential des Lichtfeldes
hängt nur von der lokalen Intensität, nicht jedoch dem Polarisationszustand ab.

Abbildung 2.3: Quadrate der Clebsch-Gordan-Koeffizienten für einen Übergan-
ges J = 2 → J = 3. Diese Situation ist beim Übergang 1s5 − 2p9 gegeben. (nach
Ref. [56]).

Die Angabe einer Besetzungswahrscheinlichkeit für die magnetischen Unterzustän-
de bei der Reflexion und beim Transfer der Atome gestaltet sich schwierig, da der
Zustand der Atome bei der Freisetzung aus der magneto-optischen Falle nicht be-
kannt ist. Abgesehen von einigen gestreuten Photonen aus dem Streulichtkegel und
dem evaneszenten Feld des Oberflächenplasmons findet anschließend keine Umver-
teilungsprozesse zwischen den verschiedenen Unterzuständen mehr statt, die zu einer
Gleichgewichtsverteilung führen könnten. Dies schränkt auch die Möglichkeiten einer
Quanten-Monte-Carlo-Simulation stark ein.

Hier wird deshalb die – stark vereinfachende – Annahme gemacht, daß alle magne-
tischen Unterzustände sowohl bei der Reflexion als auch beim Transfer der Atome
gleich besetzt sind. Bei bekannter Besetzung kann die Kopplungsstärke von Reflexi-
ons- und Transfer-Lichtfeldes an das Atom durch einen durch einen sog. „effektiven“
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Clebsch-Gordan-Koeffizienten [57] ausgedrückt werden, der sich aus der mit den Be-
setzungszahlen der Unterzustände gewichteten Summe der zum Polarisationszustand
des Lichtfeldes gehörenden Clebsch-Gordan-Koeffizienten ergibt.

Für die Kopplung des Reflexions- und des Transfer-Lichtfeldes an die jeweiligen Über-
gänge 1s5 − 2p9 ergibt sich der effektive Clebsch-Gordan-Koeffizienten Ceff R = 0.68.
Die Kopplungsstärke des Lichtfeldes an den Übergang ist proportional dem Quadrat
des Clebsch-Gordan-Koeffizienten, C2

eff R = 0.47.

Abbildung 2.4: Quadrate der Clebsch-Gordan-Koeffizienten für einen Übergan-
ges J = 2 → J = 1. Diese Situation ist beim Übergang 1s5 − 2p4 gegeben. (nach
Ref. [56]).

Die magnetische Unterstruktur mit den Übergängen zugeordneten Clebsch-Gordan-
Koeffizienten des Transferüberganges 1s5 − 2p4 zeigt Abb. 2.4. Beim Transferprozeß
wird nur ein einzelnes Photon absorbiert, so daß keine Umverteilung der Besetzung
des Zustandes 1s5 mehr erfolgt. Unter der Annahme, daß sich lokal auch die Quan-
tisierungsachse nicht ändert, wird beim Transferprozeß ebenfalls eine Gleichvertei-
lung der Besetzung der magnetischen Unterzustände angenommen. Für den effekti-
ven Clebsch-Gordan-Koeffizient für π-polarisiertes Licht erhält man auf diese Weise
Ceff T = 0.58 und C2

eff T = 0.33.

Im Falle einer Gleichverteilung der Besetzung der magnetischen Unterzustände hän-
gen die Clebsch-Gordan-Koeffizienten nicht vom Polarisationszustand der jeweiligen
Lichtfelder ab. Diese Situation würde sich im Falle optischen Pumpens in eine ande-
re Besetzungsverteilung ändern; so würde beim Transferprozeß eine Besetzung der
beiden magnetischen Unterzustände mit mF = ±2 dazu führen, daß sich für ein π-
polarisiertes Lichtfeld Ceff T = 0 und für das jeweilige σ-polarisierte Lichtfeld Ceff T = 1
ergeben würde.

Somit stellt das Konzept der effektiven Clebsch-Gordan-Koeffizienten nur eine stark
vereinfachte Annäherung an die tatsächlichen Verhältnisse dar, das auch die statisti-
sche Natur der Streuprozesse nicht berücksichtigt und nur Aussagen über die Mittel-
werte der betrachteten Parameter liefern kann. In Ref. [58] wurde aus einer Quanten-
Monte-Carlo-Simulation des Reflexionsprozesses ein Wert von C2

eff R = 0.48 ermittelt,
was nur geringfügig von dem hier angegebenen abweicht. Für eine Bestimmung von
Ceff T müßte die Besetzungsverteilung der magnetischen Unterzustände von 1s5 beim
Transfer experimentell oder in einem Modell, das die Situation beim Freisetzen der
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Atome aus der magneto-optischen Falle und beim Reflexionsprozeß berücksichtigt, ab-
geleitet werden.



Kapitel 3

Technischer Teil

Dieses Kapitel widmet sich den technologischen Grundlagen des Experimentes. Ab-
schn. 3.1 gibt einen Überblick über das Lasersystem für die Anregung aller beteilig-
ten atomaren Übergänge. In Abschn. 3.2 wird kurz die Atomstrahlapparatur ISABEL
(Intense Slow Atomic Beam Experiments with Lasers), an der die Experimente durch-
geführt wurden, vorgestellt. Abschn. 3.3 behandelt die Grundlagen der Erzeugung der
evaneszenten Lichtfelder zum Abbremsen und optischen Pumpen der Atome und die
Methoden zu ihrer Charakterisierung. In Abschn. 3.4 wird das Detektorsystem für den
orts- und zeitaufgelösten Nachweis der Atome beschrieben.

3.1 Lasersystem

Der Aufbau des Lasersystems für die Anregung der diversen atomaren Übergänge
entspricht im wesentlichen dem Aufbau beim Experiment zum optischen Gitter; für
eine ausführliche Beschreibung des Lasersystems sei auf die ausführliche Darstellung
in Ref. [59] verwiesen. Im folgenden werden nur die für das Wellenleiterexperiment
wesentlichen Eigenschaften des Systems präsentiert.

Das Abbremsen der Ar∗-Atome in einem Zeeman-Slower sowie Einfang und Kühlung
der Atome in einer magneto-optischen Falle erfolgt über Anregung des Überganges
1s5 − 2p9. Daneben werden die Atome am Prisma im Zustand 1s5 am optischen Di-
polpotential eines weit blau verstimmten evaneszenten Lichtfeldes reflektiert. Alle
Lichtfelder, die den Übergang 1s5 − 2p9 betreffen, werden von Diodenlasern generiert.
Das Lichtfeld des Wellenleiterpotentials wirkt auf den Übergang 1s3 − 2p4 und er-
fordert eine hohe Dauerstrich-Laserleistung, die derzeit von Diodenlasern noch nicht
erreicht wird und einen Ti:Saphir- oder Farbstoff-Laser erfordert. Zum optischen Pum-
pen der Atome von 1s5 nach 1s3 für den Transfer in das Wellenleiterpotential wird der
Übergang 1s5 − 2p4 mit einer auf die Temperatur von flüssigem Stickstoff gekühlten
Laserdiode angeregt.

3.1.1 Laser für den Kühl- und Reflexionsübergang

19
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Referenz für alle anderen Laser zur Anregung der Übergänge 1s5 − 2p9 und 1s5 − 2p4

ist ein Diodenlaser mit einer Laserdiode vom Typ Sharp LTO 16 MDO, der über Rück-
kopplung von einem externen Gitter in Littrow-Anordnung stabilisiert wird (External
Grating Cavity Diode Laser, kurz: EGCL). Der Aufbau des Systems folgt dem Design
von Ref. [60, 61] und ist in Ref. [62] beschrieben. Die Laserwellenlänge läßt sich über
eine aktive Strom- und Temperaturstabilisierung variieren; die Feinverstellung der
Laserfrequenz erfolgt über die Verkippung des Littrow-Gitters.

Mittels dopplerfreier Sättigungsspektroskopie läßt sich der EGCL mit einer Linien-
breite von der Größenordnung der natürlichen Linienbreite auf den atomaren Über-
gang 1s5 − 2p9 stabilisieren: Ein Teilstrahl des Lasers wird in doppeltem Durch-
gang durch einen akusto-optischen Modulator (AOM) um −190 MHz frequenzver-
schoben; zusätzlich wird dessen Frequenz noch mit 5 kHz um einen Betrag von ca.
2 MHz moduliert. Mit diesem Strahl wird dopplerfreie Sättigungsspektroskopie an
einer Ar-RF-Gasentladung betrieben (für einen Überblick über Spektroskopiemetho-
den s. Ref. [63]). Das Spektroskopiesignal wird mit dem 5 kHz-Modulationssignal nach
dem Lock-In-Verfahren gemischt und kann dann über einen PI-Regler und Hochspan-
nungsverstärker direkt auf den Piezo zur Verkippung des Littrow-Gitters gegeben
werden, was die negative Rückkopplungsschleife schließt.

Abbildung 3.1: Aufbau für die Frequenzverschiebung des Strahls vom EGCL-
System um 840 MHz für das Injection Locking der Hochleistungslaserdiode für
das evaneszente Reflexionsfeld mit einem Teilstrahl aus der Hochleistungslaser-
diode des Zeeman-Slowers. Diese hohe Frequenzverschiebung wird durch vierfa-
chen Durchgang durch einen AOM mit einer akustischen Frequenz von 210 MHz
erreicht. (HPLD: Hochleistungslaserdiode, M: Spiegel, BS: Strahlteiler, PBS: Po-
larisierender Strahlteilerwürfel, AOM: Akusto-optischer Modulator).

Zum Schutz vor unerwünschter Rückkopplung der emittierten Strahlung durch Re-
flexionen an optischen Elementen im Strahlweg werden vor allen Diodenlasern op-
tische Isolatoren eingesetzt. Die Rückkopplung würde zu starken Frequenzfluktua-
tionen führen. Die hohe Empfindlichkeit von Diodenlasern gegenüber extern einge-
koppelter Strahlung wird beim Verfahren des sog. Injection Locking [64] zur Stabi-
lisierung von Hochleistungslaserdioden genutzt: Ein Teilstrahl des EGCL („Master“)
wird über einen optischen Isolator mit frei zugänglichen Strahlteilern direkt in ei-
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ne Hochleistungslaserdiode („Slave“) der Fa. Spectra Diode Labs, Typ SDL 5422, mit
einer nominellen Ausgangsleistung von 150 mW eingekoppelt. Trotz der sehr gerin-
gen Strahlleistung von nur einigen µW im Teilstrahl des Masterlasers übertragen
sich in diesem Verfahren Frequenz und spektrale Eigenschaften des Masterlasers auf
die Hochleistungslaserdiode. Die Frequenz dieser Hochleistungslaserdiode ist also um
−190 MHz gegenüber dem Übergang 1s5 − 2p9 rot verstimmt. Dieser Laser wird zum
Abbremsen der Atome im Zeeman-Slower eingesetzt. Die Strahlführung an die Appa-
ratur erfolgt – wie bei allen anderen Lasern, die im Experiment eingesetzt werden –
über eine Monomode-Glasfaser; mit einem einfachen mechanischen Verschluß kann
der Strahl geschaltet werden.

Ein weiterer Teilstrahl des Masterlasers wird von einem akusto-optischen Modulator
wieder zurück frequenzverschoben und mit ihm eine weitere Hochleistungslaserdiode
stabilisiert, die zum Fangen und Kühlen der Atome in der magneto-optischen Fal-
le und optischen Melasse dient. Deren Strahl läuft in einem zweifachen Durchgang
durch einen AOM mit regelbarer Frequenz und Leistung, so daß sowohl Frequenz als
auch Intensität dieses Laserstrahls variabel sind. Der abstimmbare Frequenzbereich
reicht von der Resonanzfrequenz des atomaren Überganges bis zu einer – roten – Ver-
stimmung von ca. −50MHz, was etwa 10 natürlichen Linienbreiten des Überganges
1s5 − 2p9 entspricht und das Kühlen der Atome in einer Melassenkühlphase erlaubt.
Neben der Intensitätsregelung über den AOM existiert zusätzlich ein mechanischer
Verschluß zur vollständigen Blockung des Strahls vor der Einkopplung in die Glas-
faser, da die Atome in einer optischen Melasse beim Abschalten sehr empfindlich auf
Restlicht reagieren.

Das evaneszente Lichtfeld für die Reflexion der Atome an der Oberfläche muß sehr
weit von der atomaren Resonanz verstimmt sein, um die Streuung von Photonen aus
dem Streulichtkegel des Oberflächenplasmons und innerhalb des evaneszenten Licht-
feldes zu vermeiden. Dies bedingt zusätzlich eine hohe Leistung, so daß ein Betrieb
einer Hochleistungslaserdiode auf der Frequenz des Masterlasers und anschließende
Frequenzverschiebung wie im Falle der MOT-Laserdiode in diesem Falle nicht möglich
ist. Um diese dritte Hochleistungslaserdiode mittels Injection Locking zu stabilisieren,
wird ein Teil des Laserstrahls für den Zeeman-Slower, der um −190 MHz rot gegen
die atomare Resonanz verschoben ist, in vierfachem Durchgang durch einen 210 MHz-
AOM um +840 MHz blau verschoben. Inklusive der roten Verstimmung von −190 MHz
des Masterlasers beträgt die Verstimmung also 650 MHz gegen den Übergang 1s5−2p9

(s. Abb. 3.1). In dieser Anordnung steht noch genügend Leistung im frequenzverscho-
benen Strahl für das Injection Locking der Hochleistungslaserdiode zur Verfügung.

3.1.2 Lasersystem für den Transferübergang

Kryogenes EGCL-Diodenlasersystem

Für den Transferprozeß der Atome in den Wellenleiter müssen die Ar∗-Atome op-
tisch von 1s5 nach 1s3 gepumpt werden. Dies erfolgt über die Anregung des Über-
ganges 1s5 − 2p4 mit einer Wellenlänge von 715 nm und einen anschließenden Über-
gang nach 1s3. Als Strahlungsquellen bei 715 nm kommen üblicherweise Farbstoff-
oder Ti:Saphir-Laser [66] zum Einsatz, da im Wellenlängenbereich zwischen 690 nm
und 750 nm keine kommerziellen Laserdioden erhältlich sind. Da ein Farbstoff- oder
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Abbildung 3.2: Kryogenes Diodenlasersystem für die Anregung des Transferüber-
ganges 1s5 − 2p9 bei einer Wellenlänge von 715 nm (Nach Ref. [65])

Ti:Saphir-Lasersystem aufgrund des zum Betrieb nötigen Ar+-Lasers sehr kostspielig
sind, wurde versucht, die Wellenlänge durch Kühlen einer kommerziellen Laserdiode
von Sharp, Typ LTO 030, mit einer nominellen Wellenlänge von 749 nm bei einer Aus-
gangsleistung von 3 mW zu erreichen. Der Temperaturkoeffizient dieses GaAlAs-Dop-
pelheterostruktur-Lasers beträgt über einen weiten Temperaturbereich etwa 0.2 nm

K .
Gekühlt in einem mit flüssigem Stickstoff (LN2) gefüllten Kryostaten emittiert die La-
serdiode bei 715 nm. Nebenbei sinkt bei dieser Temperatur der Schwellstrom der La-
serdiode, wodurch sich ihre Lebensdauer erhöht, und ihre maximal emittierte Lichtlei-
stung steigt. Aufbau und Eigenschaften des in Abb. 3.2 gezeigten kryogenen Dioden-
lasersystems werden in Ref. [65] detailliert beschrieben.

Für das magneto-optische Speichern von 210Fr wurde von einer Gruppe am LINAC,
Stony Brook, für einen Rückpump-Laser eine LN2-gekühlte Laserdiode, Typ Mitsubi-
shi 4405-01, eingesetzt [67]. Diese wurde freilaufend betrieben und mit einer Band-
breite von 500 MHz moduliert, um die Frequenz des atomare Überganges zu treffen.
Dies ist für einen Rückpump-Laser in einer magneto-optischen Falle hinreichend, für
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den optischen Transferprozeß hier hingegen ist eine Stabilisierung mit einer Band-
breite von der Größenordnung der natürlichen Linienbreite des Überganges nötig,
denn der Transferprozeß läuft innerhalb eines Zeitintervalles kleiner 1 µs ab (vgl. Ab-
schn. 4.3) und erfordert so eine hohe spektrale Leistungsdichte.

Die Stabilisierung des Laser erfolgt wie beim Masterlaser für 1s5 − 2p9 durch eine
aktive Temperatur- und Stromstabilisierung sowie durch Rückkopplung mittels eines
externen Gitters innerhalb des Kryostaten. Der Laser kann während des Betriebs mit-
tels zweier Drehdurchführungen, mit denen das Littrow-Gitter verkippt wird, abge-
stimmt werden. Ferner ist eine Feinabstimmung über einen Bereich von etwa 1.5 GHz
mittels eines Piezos möglich. Der Laser wird ebenfalls mittels eines mechanischen
Verschlusses geschaltet.

Optische-optische Doppelresonanzspektroskopie

Der Übergang 1s5 − 2p4 für den Transferprozeß ist nicht geschlossen, da aus dem Ni-
veau 2p4 mit einer Wahrscheinlichkeit von über 98% (vgl. 2.2) ein Zerfall nach 1s3

oder in den Grundzustand 1s0 stattfindet. Dies erschwert es, das Lasersystem mit-
tels Spektroskopie an einer RF-Gasentladungszelle zu stabilisieren. Der Übergang
kann nicht in Sättigung gebracht werden, so daß das Standardverfahren der dopp-
lerfreien Sättigungsspektroskopie praktisch nicht realisiert werden kann. Mit einem
optogalvanischen Verfahren [63] wurde der Übergang zwar gefunden, es gelang aber
nicht, ein dopplerfreies Spektroskopiesignal zu erhalten [68]. Alternativ wurde das
aus der Molekül-Spektroskopie stammende Verfahren der optischen-optischen Dop-
pelresonanzspektroskopie (OODR) herangezogen [63].

Abb. 3.3 zeigt das Funktionsprinzip: Vor der Spektroskopiezelle des Masterlasers wird
ein Teil des Teststrahls abgezweigt, der in Resonanz mit dem 1s5 − 2p9-Übergang bei
812 nm und für die Lock-In-Detektion der Stabilisierung des Masterlasers bereits fre-
quenzmoduliert ist. In einer zweiten RF-Gasentladung wird ein Teil dieses Strahls mit
einem Teststrahl des Transferlasers bei 715 nm überlagert, der andere Teil dient als In-
tensitätsreferenz. Mit Photodioden werden die Intensitäten beider Teilstrahlen gemes-
sen und mit einem Differenzverstärker die Absorption des einen Teilstrahls bei 812 nm
in der Gasentladungszelle bestimmt. Falls der Transferlaser in Resonanz mit dem
1s5 − 2p4 Übergang ist, entvölkert er das 1s5-Niveau und die Absorption des 812 nm-
Strahls sinkt. Da der Masterlaser bei 812 nm dopplerfrei stabilisiert ist, erhält man
auch bei 715 nm ein dopplerfreies Spektroskopiesignal [69].

Die Frequenzmodulation des Teststrahls gestattet es, ohne Frequenzmodulation des
Pumpstrahls vom 715 nm-Lasers, direkt ein Lock-In-Signal zu gewinnen (s. Abb. 3.4).
In die Breite des Spektroskopiesignals gehen bei der OODR-Spektroskopie die natür-
lichen Linienbreiten beider beteiligter Übergänge ein, hier also überwiegend die des
Überganges 1s5−2p9 mit 5.3MHz, die groß gegenüber der Linienbreite des Überganges
1s5−2p4 mit 0.1 MHz ist. Die tatsächliche Breite des Regelsignals von (22±4) MHz wird
jedoch von Frequenzschwankungen des kryogenen EGCL-Systems dominiert. Deren
Ursache ist wohl in den mechanischen Vibrationen zu suchen, die der siedende Stick-
stoff im Kryostaten auslöst, noch verstärkt durch die zunehmende Sprödigkeit aller im
Aufbau verwendeter Materialien bei tiefen Temperaturen. Abhilfe könnte hier evtl. ein
Ausfrieren des Stickstoffs durch Abpumpen des Kryostaten schaffen.
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3.1.3 Laser für den Wellenleiterübergang

Das Wellenleiterpotential wird vom Lichtfeld eines kommerziellen Ti:Saphir-Lasers
(Coherent 899-21), der von einem Ar+-Laser gepumpt wird, erzeugt. Die hohe Aus-
gangsleistung von ca. 2W dieses Lasersystems erlaubt es, den Übergang 1s3 − 2p4

mit einer so großen Verstimmung von der atomaren Resonanz – 0.2 . . . 0.6 nm, entspre-
chend 0.1 . . . 0.3THz – anzuregen, daß die Photonen-Streurate klein bleibt und trotz-
dem eine ausreichende Potentialstärke erzielt wird. Das Ti:Saphir-Lasersystem 899-
21 von Coherent verfügt über einen externen Resonator zur Frequenzstabilisierung.
Die Drift der Laserfrequenz liegt so unter 1 GHz über die Meßzeit, so daß eine Stabili-
sierung dieses Lasers relativ zur atomaren Übergangsfrequenz nicht erforderlich ist.
Die Kalibrierung der Wellenlänge erfolgt mit Hilfe eines Burleigh-Wavemeters auf ei-
nige pm genau. Eine absolute Kalibrierung gegenüber der Wellenlänge des atomaren
Überganges kann durch resonante Anregung des Überganges 1s3 − 2p4 bei niedrigen
Intensitäten erfolgen, die zu einem Zerfall der Atome in den Grundzustand 1s0 führt.

Stimulierte Brillouin-Streuung [70] in der Monomode-Glasfaser führt bei hohen Lei-
stungen des Ti:Saphir-Lasers zu einer Begrenzung der maximal durch die Faser trans-
mittierten Leistung. Auf diese Weise wird die transmittierte Laserleistung auf einen
Wert von ca. 0.5W beschränkt. Eine weitere Erhöhung der eingekoppelten Laserlei-
stung führt dann zu keiner nennenswerten Erhöhung der transmittierten Leistung

Abbildung 3.3: Aufbau für die optische-optische Doppelresonanzspektroskopie
(OODR) am Übergang 1s5− 2p4 (AOM: Akusto-optischer Modulator, BS: Strahl-
teiler, M: Spiegel, PD: Photodiode). Mit diesem Verfahren wird der Transferlaser
bei 715 nm stabilisiert, da das Standardverfahren der dopplerfreien Sättigungs-
spektroskopie im Falle des offenen Überganges 1s5 − 2p4 nicht in Frage kommt
(vgl. Abb. 3.4).
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Abbildung 3.4: Signal der OODR-Spektroskopie aus Abb. 3.3. Die minimal er-
reichbare Linienbreite wird durch die natürliche Linienbreite der beiden betei-
ligten Übergänge 1s5−2p4 und 1s5−2p9 bestimmt, hier also v. a. von der Linien-
breite ΓW = 33.1 · 106 1

s des Überganges 1s5 − 2p9. Tatsächlich führen akustische
Schwingungen des kryogenen Lasersystems zu einer Breite des Regelsignals von
(22± 4)MHz.

mehr, die Leistungsschwankungen werden jedoch deutlich reduziert: Über die Dauer
einer einzelnen Messung liegen die relativen Intensitätsschwankungen des Wellenlei-
terlichtfeldes so unterhalb 1%.

Der Strahl des Ti:Saphir-Lasers wird mit einen mechanischen Verschluß geschaltet.
Da sich dieser im Fokus einer Teleskop-Anordnung befindet, liegt die 90% − 10%-
Schaltzeit unter 0.1ms mit einer Verzögerung gegenüber dem TTL-Steuersignal von et-
wa 2 ms. Zusätzlich kann die Intensitäts des Ti:Saphir-Laserstrahls mit einem elektro-
optischen Modulator kontinuierlich variiert werden.

3.2 Atomstrahl-Apparatur

Der Aufbau der Atomstrahlapparatur ISABEL, an der die Experimente durchgeführt
wurden, sowie die experimentelle Charakterisierung von Atomstrahl und Zeeman-
Slower sind in Ref. [71] ausführlich beschrieben. Die Beschreibung der Verfahren zur
Kühlung und Speicherung der Ar∗-Atome in einer magneto-optischen Falle und opti-
schen Melasse, wie sie hier zur Anwendung kamen, sind in Ref. [59] zu finden.

ISABEL

In einer mit flüssigem Stickstoff (LN2) gekühlten Gasentladungsquelle nach dem De-
sign von Ref. [72] wird ein Strahl angeregter Ar∗-Atome erzeugt. Durch die Kühlung
der Quelle sinkt die mittlere Geschwindigkeit der Atome von v̄ = 560 m

s bei Raumtem-
peratur auf v̄ = 300 m

s bei einer Breite der Geschwindigkeitsverteilung von v̄/∆v = 2.5.
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Abbildung 3.5: Atomstrahl-Apparatur ISABEL (Nach Ref. [71]). In Kammer 1
wird mit einer LN2-gekühlten Quelle ein Strahl von metastabilen Argonatomen
erzeugt. Kammer 2 wurde für die Installation einer transversalen Kollimations-
stufe zur Erhöhung der Intensität des Atomstrahls vorgesehen (vgl. Ref. [71, 58]).
Kammer 3 ist ein Flugrohr, in dem die Atome in einem Zeeman-Slower abge-
bremst werden. In der mit zahlreichen Vakuumfenstern ausgestatteten Kammer
4 wird eine Wolke ultrakalter Ar∗-Atome in einer magneto-optischen Falle prä-
pariert; unterhalb befindet sich das Prisma, an dessen Oberfläche der de Broglie-
Wellenleiter realisiert wird.

Die Anregungseffizienz in den Zustand 1s5 beträgt 10−4; die Helligkeit der Quelle be-
trägt 2.3 ·1014 1

s sr Atome im Zustand 1s5 [71]. Mit einem mechanischen Verschluß kann
der Atomstrahl nach dem Laden der magneto-optischen Falle unterbrochen werden,
um das von den metastabilen Atomen aus dem Atomstrahl herrührende Untergrund-
signal bei den nachfolgenden Experimenten mit den kalten Atomen aus der magneto-
optischen Falle zu unterdrücken.

Die Gasentladungsquelle führt zu einem hohen Gasanfall, so daß in Kammer 1 trotz
der hohen Saugleistung einer Öldiffusionspumpe von 2350 l/s im Betrieb ein Druck
von 5 · 10−4 mbar herrscht. Um in Kammer 4 ein Ultrahochvakuum mit einem Druck
von 5 · 10−9 mbar zu erreichen, wie es für das Speichern und Kühlen der Atome in der
magneto-optischen Falle und optischen Melasse erforderlich ist, wird der Atomstrahl
durch drei differentiell gepumpte Kammern geführt. Bei diesem Druck liegt die Ver-
lustrate von Atomen in einer magneto-optischen Falle unter 1 1

s ; mit den kurzen Spei-
cherzeiten von einigen ms kann dieser Verlustmechanismus bei den Experimenten
zum atomaren Wellenleiter vernachlässigt werden. Kammer 2 wird von einer weiteren
Öldiffusionspumpe, Kammer 3 und 4 werden von Turbomolekularpumpen evakuiert.
Mit einem Aufbau zur transversalen Strahlkompression in Kammer 2 kann die Hel-
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ligkeit des Atomstrahls um über einen Faktor 30 erhöht werden [58], wovon hier aber
kein Gebrauch gemacht wurde.

Der Zeeman-Slower

Um die Atome in einer magneto-optischen Falle fangen zu können, müssen sie von
v̄ = 300 m

s auf Geschwindigkeiten unter 30 m
s abgebremst werden. Dies wird mit Hil-

fe eines Zeeman-Slowers [73] erreicht: ein gegenüber dem Übergang 1s5 − 2p9 um
−190 MHz rot verstimmter Laserstrahl wird gegen die Flugrichtung der Atome ein-
gestrahlt. Der Laserstrahl ist zirkular polarisiert, so daß die Atome durch optisches
Pumpen in ein Zwei-Niveau-System übergeführt werden; bei vollständiger Sättigung
des Überganges während des gesamten Bremsvorganges muß die Länge der Strecke
mindestens 0.5 m betragen. Ein longitudinales Magnetfeld sorgt dafür, daß die Atome
über die ganze Flugstrecke hinweg in Resonanz mit dem Lichtfeld bleiben. Hierfür
existieren verschiedene Konfigurationen, die sich in der Verstimmung des Lasers ge-
gen die atomare Resonanzfrequenz und im Verlauf des Magnetfeldes unterscheiden,
die σ+- [73], die σ−- [74] und die σ+ − σ− -Konfiguration [75, 76]. Hier wurde die
σ+−σ− -Konfiguration verwendet; diese stellt einen Kompromiß zwischen der σ+- und
der σ−-Konfiguration dar; d. h. der Laser ist hinreichend weit von der atomaren Reso-
nanz entfernt, um nicht mit den in der magneto-optischen Falle gefangenen Atomen in
Wechselwirkung zu treten, während gleichzeitig am Ort der magneto-optischen Falle
kein starkes Magnetfeld herrscht. Aufgrund der relativ hohen Verstimmung des Zee-
man-Slower-Lasers kann die magneto-optische Falle betrieben werden, ohne den La-
serstrahl abzuschatten. In der folgenden Kühlphase in einer optischen Melasse wird
der Strahl hingegen mit einem mechanischen Shutter abgeblockt, da die Atome sonst
durch Absorption von Photonen stark aufgeheizt würden und verloren gingen.

Die magneto-optische Falle (MOT)

Als Ausgangspunkt für die Experimente zum atomaren Wellenleiter werden die Ar∗-
Atome in einer magneto-optischen Falle [77, 78] (Magneto-Optical Trap, kurz: MOT)
gefangen und gekühlt. Der Aufbau entspricht in der Strahlführung der Laser im we-
sentlichen der in Ref. [79] und [71] beschriebenen Anordnung mit sechs zueinander
senkrecht stehenden Laserstrahlen. Messungen zur Bestimmung von Temperatur,
Zahl und Dichte der Atome in MOT und optischer Melasse werden in Abschn. 4.1
vorgestellt.

Aus Platzgründen und der höheren mechanischen Stabilität wegen wurde das in vor-
angegangenen Experimenten für die Erzeugung des Quadrupolfeldes (s. Ref. [59])
verwendete Anti-Helmholtz-Spulenpaar, ein einzelnes gebogenes Kupferrohr, ersetzt
durch zwei separate Spulen aus lackisoliertem Kupferdraht mit je 3000 Windungen.
Diese befinden sich selbst nicht im Vakuum, sondern werden in zwei Sackrohren [80]
bis etwa 6 cm an das Zentrum der MOT herangeführt. Bei einem Durchmesser der
Spulen von nur 5 cm ist diese Anordnung weit von der optimalen Anti-Helmholtz-An-
ordnung entfernt, weshalb für einen Feldgradienten von 0.4 mT

cm ein relativ hoher Spu-
lenstrom von 0.45 A erforderlich ist, der zu einer Verlustleistung von 16 W führt. Die
Abschaltzeit, bis das Magnetfeld nicht mehr nachweisbar ist, liegt unter 0.3ms. Die
Magnetfeldachse liegt horizontal, unter einem Winkel von 45◦ zum Atomstrahl.
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Sechs gegenüber dem atomaren Übergang rot verstimmte, zirkular polarisierte Laser-
strahlen mit einem 1/e2-Radius von 3.3mm und einer Leistung von je 2mW schneiden
sich im Nullpunkt der magnetischen Feldstärke. Ein Strahl verläuft in der Achse der
Feldspulen, die anderen beiden liegen in einer Ebene senkrecht zu diesem Strahl und
verlaufen unter Winkeln von je 45◦ zur Vertikalen. Jeder Strahl wird nach Durchgang
durch eine λ/4-Platte in sich zurückreflektiert: die Helizität von hin- und rücklaufen-
dem Strahl ist somit gleich, während die Polarisation – bezogen auf eine feste Richtung
– von σ+ nach σ− oder umgekehrt wechselt. Die Ar∗-Atome erfahren in dieser Anord-
nung eine rücktreibende Kraft in Richtung des Fallenzentrums und werden effektiv
gekühlt. Die Potentialtiefe der MOT liegt bei 1 . . . 2 K. Mit einer Verstimmung gegen-
über der Resonanzfrequenz in etwa vom Betrag der natürlichen Linienbreite ΓR des
Überganges 1s5 − 2p9 werden die Atome in der MOT bis auf die Dopplertemperatur
TD = 1

2 h̄ΓR/kB von 126µK gekühlt.

Mit stufenweise zunehmender Verstimmung und abnehmender Intensität sinkt die
Temperatur weiter; das Temperaturminimum wird in einer Kühlphase in einer sog.
optischen Melasse [21] erreicht. Hierzu wird das Magnetfeld abgeschaltet und die Ver-
stimmung in Stufen bis auf 50 MHz erhöht, wobei die Intensität weiter reduziert wird.
Während des Abschaltevorganges des Magnetfeldes wird der Fallenlaser geblockt, um
die Atomwolke in dem undefinierten Magnetfeld nicht aufzuheizen. Das Streufeld
der letzten Magnetspule des Zeeman-Slowers und das Erdmagnetfeld werden durch
Helmholtz-Spulenpaare außerhalb der Vakuumapparatur in drei Dimensionen kom-
pensiert: Am Ort der Melasse muß die magnetische Feldstärke nahezu Null betragen,
sonst würde die Atomwolke zwar gekühlt, aber auf eine endliche Schwerpunktsge-
schwindigkeit beschleunigt werden. Dieser Effekt ließe sich dazu nutzen, mit defi-
nierten Licht- und Magnetfeldern die Atomwolke gezielt in Richtung des Prismas be-
schleunigen. Da sich so sehr schmale Geschwindigkeitsverteilungen realisieren lassen,
[81], könnte auf diese Weise ein effizienter Ladeprozeß für den atomaren Wellenleiter
realisiert werden.

In der optischen Melasse sind die Atome in keinem Potential eingeschlossen wie in
der MOT, jedoch unterliegt ihre Bewegung einer starken Dämpfung, die Temperatu-
ren weit unter der Dopplertemperatur möglich macht. Die σ+ − σ−-Konfiguration der
Polarisation der hin- und rücklaufenden Laserstrahlen werden dabei gegenüber der
MOT nicht verändert. Ferroelektrische Flüssigkristall-Verzögerungsplatten erlauben
ein schnelles Schalten der Polarisation von zirkular auf linear, so daß die Polarisatio-
nen von hin- und rücklaufendem Laserstrahl zueinander senkrecht stehen. Diese sog.
lin ⊥ lin-Konfiguration zeichnet sich durch eine höhere Dämpfungskonstante aus und
es lassen sich theoretisch noch tiefere Temperaturen erreichen [21, 82].

3.3 Evaneszente Lichtfelder

Das Feld der stehenden Lichtwelle, welches das optische Dipolpotential für die Atome
bildet, wird durch die Reflexion eines Laserstrahls an einer planen Spiegeloberflä-
che in dem Bereich, in dem sich der hin- und rücklaufende Laserstrahl überlappen,
generiert. Die Atome sollen durch einen einzelnen optischen Pumpprozeß aus dem Re-
servoir der magneto-optischen Falle in ein einzelnes Minimum des optischen Dipolpo-
tentials der stehenden Lichtwelle vor der Oberfläche transferiert und dort gespeichert
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werden (vgl. Abschn. 1.2). Dies wird mittels zweier, sich überlappender, evaneszenter
Lichtfelder an der Oberfläche realisiert: In dem einen werden die Ar∗-Atome kurz vor
Erreichen der Oberfläche abgebremst, im anderen wird der Übergang für den opti-
schen Pumpprozeß angeregt. Die Reichweite der evaneszenten Lichtfelder ist von der
Größenordnung der Lichtwellenlänge. Von den evaneszenten Lichtfeldern ausgehen-
des Streulicht erstreckt sich dagegen weit in den Raum vor der Oberfläche und wirkt
sich daher sehr störend aus.

Die Oberfläche, vor der die Atome gespeichert werden, muß daher einer Reihe von An-
forderungen genügen: Sie muß hochreflektierend für das Licht der stehenden Welle
und gleichzeitig geeignet für die Erzeugung der evaneszenten Lichtfelder mit mög-
lichst hoher Intensität sein. Evaneszente Lichtfelder entstehen an der Grenzfläche
bei Totalreflexion. Eine Intensitätsüberhöhung des Feldes ist durch Oberflächenplas-
monen oder durch dielektrische Schichtsysteme möglich. Die Entwicklung geeigneter
dielektrischer Schichtsysteme, die all den genannten Anforderungen genügen, birgt
große technische Schwierigkeiten in sich, zumal das Lichtfeld der stehenden Welle
und die beiden evaneszenten Felder z. T. stark verschiedene Wellenlängen aufweisen.

Oberflächenplasmonen hingegen können einfach durch Totalreflexion eines Laser-
strahls in einem Dielektrikum, das mit einer Metallschicht geeigneter Dicke verse-
hen ist, generiert werden. Die Impedanzanpassung für verschiedene Wellenlängen
erfolgt über Variation des Einstrahlwinkels. Alle in Frage kommenden Metalle, Al,
Ag, Au oder Cu, sind zudem im relevanten infraroten Spektralbereich hoch reflektie-
rend. Metallschichten erlauben weiterhin die Realisation eines effizienten orts- und
zeitauflösenden Nachweisverfahrens für die Ar∗-Atome: Metastabile Edelgasatome
zerfallen beim Auftreffen auf Metalloberflächen mit sehr hoher Wahrscheinlichkeit
in den Grundzustand und führen zur Emission von Auger-Elektronen. Voraussetzung
für den orts- und zeitaufgelösten Nachweis dieser Elektronen ist die Möglichkeit, die
Oberfläche auf ein definiertes elektrisches Potential legen zu können. Bei einem di-
elektrischen Schichtsystem käme hierfür allenfalls die Verwendung von ITO (Indium-
Zinnoxid) als oberster Schicht in Frage, was von Nachteil hinsichtlich der optischen
Eigenschaften des Schichtsystems wäre. Mit Silber- oder Goldschichten hingegen las-
sen sich alle Anforderungen erfüllen; zudem sind diese relativ einfach zu präparieren
und handzuhaben.

3.3.1 Oberflächenplasmonen

Plasmonen sind die den Schwingungen des freien Elektronengases in einem Metall zu-
geordneten Quasiteilchen. Auch an der Grenzfläche zwischen einem Metall und einem
Dielektrikum kann das Elektronenplasma zu longitudinalen Schwingungen angeregt
werden, so daß sich elektromagnetische Oberflächenwellen, sog. Oberflächenplasmo-
nen ausbilden1. Aus den Maxwell-Gleichungen folgt, daß der Wellenvektor k dieser
Oberflächenplasmonen länger als der Wellenvektor von Licht entsprechender Energie
h̄ω im angrenzenden Dielektrikum ist: Der Zweig ω(k) der Dispersionsrelation von
Oberflächenplasmonen liegt also rechts von der Lichtgeraden (s. Abb. 3.6). Aus diesem

1Im Gegensatz zu den Plasmaschwingungen im Volumen sind diese Ladungsfluktuationen jedoch in-
nerhalb einer Schicht an der Oberfläche lokalisiert, deren Dicke der Thomas-Fermi-Länge von ca. 1Å
entspricht.
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Grund können die Oberflächenplasmonen nicht durch Strahlung zerfallen, die Ampli-
tude des elektromagnetischen Feldes nimmt exponentiell in den beiden Richtungen
normal zur Oberfläche hin ab. Ausführlich wird das Thema in Ref. [83, 84] und [85]
behandelt.

Abbildung 3.6: Dispersion von Oberflächenplasmonen. Rechts von der Lichtgera-
den ωL = 1

ε c kx liegt der Zweig ωOP, durch den die Dispersionsrelation der Ober-
flächenplasmonen beschrieben wird. ε bezeichnet die Dielektrizitätskonstante des
Dielektrikums, ωP die Plasmafrequenz des Metalls. Bei kleinen Wellenvektoren
nähert sich ωOP asymptotisch der Lichtgeraden ωL an. Plasmaoszillationen im
Volumen werden durch den Zweig links von der Lichtgeraden beschrieben. kx

liegt parallel zur Grenzfläche Metall – Dielektrikum (Nach Ref. [83]).

Abbildung 3.7: Kretschmann-Räther-Konfiguration zur Anregung eines Oberflä-
chenplasmons. Das Oberflächenplasmon wird hier bei der Totalreflexion eines
Laserstrahls unter einem definierten Winkel θ erzeugt. Durch Messung der re-
flektierten Laserleistung als Funktion von θ lassen sich die Abklinglänge des
Oberflächenplasmons sowie der Überhöhungsfaktor der elektrischen Feldstärke
bestimmen.

Die Anregung von Oberflächenplasmonen kann mit Licht oder hochenergetischen
Elektronen erfolgen. Bei der Anregung mit Licht erfolgt die Ankopplung des Licht-
feldes mittels eines Gitters oder der sog. Methode der „abgeschwächten Totalreflexi-
on“ (Attenuated Total Reflection, kurz ATR) in der Kretschmann-Räther-Konfiguration
[86], um die Dispersionsrelation erfüllen zu können. Hier erfolgte die Anregung nach
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letztgenannter Methode (s. Abb. 3.7): Die Kopplung des Lichts an die Oberflächen-
plasmonen erfolgt über die Totalreflexion eines Laserstrahls in einem Prisma, das mit
einer ca. 50 nm dicken Metallschicht bedampft ist.

In einem System aus ebenen dielektrischen und metallischen Schichten genügt zur Be-
schreibung der Ausbreitung von Licht und Oberflächenplasmonen die Maxwell-Glei-
chung

∇2E− µ0 ε
∂2E
∂t2

= 0 . (3.1)

Unter der Annahme komplexer Dielektrizitätskonstanten für die Metallschichten läßt
sich die Ausbreitung der elektromagnetischen Wellen in einem System mit einer belie-
bigen Abfolge von dielektrischen und metallischen Schichten mit Hilfe eines Matrix-
Formalismus beschreiben [87]. Abb. 3.8 zeigt schematisch die Abfolge eines derartigen
Schichtsystems mit den zugehörigen Dielektrizitätskonstanten εn, Schichtdicken dn

und den transmittierten und reflektierten z-Komponenten der elektrischen Feldstär-
ke, E+

n bzw. E−
n . Die Anregung von Oberflächenplasmonen erfolgt mit p-polarisiertem

Licht. Bei der Propagation durch das Schichtsystem ist die x-Komponente der elek-
trischen Feldstärke invariant, die y-Komponente ist konstant gleich Null, da die
Schwingungsrichtung der elektromagnetischen Welle die Einfallsebene beim Durch-
gang durch das Schichtsystem nicht verläßt.

Abbildung 3.8: Die Abfolge der Schichten n mit Dielektrizitätskonstanten εn und
Dicken dn. Die Dielektrizitätskonstanten von Metallen sind in der Regel kom-
plexwertig mit negativem Realteil. An jeder Grenzfläche setzt sich die elektri-
sche Feldstärke aus einer transmittierten Komponente (E+

n ) und einer reflektier-
ten Komponente (E−n ) in z-Richtung, sowie einer invarianten Komponente in x-
Richtung (nicht eingezeichnet) zusammen.

Für p-polarisiertes Licht, das in der Ebene y = 0 unter dem Winkel θn in ein zur Ebene
z = 0 paralleles System dielektrischer und metallischer Schichten einfällt, lautet die
elektrische Feldstärke En in der n-ten Schicht

En = E±
n exp ( i (kn,x ± kn,z − ω t)) , (3.2)

wobei kn,x, kn,z ≥ 0 sei; zwischen den reflektierten und transmittierten Komponenten
wird durch das Vorzeichen von kn,z unterschieden. Wegen der transversalen Symme-
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trie des Systems ist

kn,x = ω
c

√
εn sin (θn) (3.3)

invariant über alle Schichten und es gilt nach dem Gesetz von Snellius für die longi-
tudinale Komponente kn,z:

kn,z =
√

εn
(

ω
c

)2 − k2
n,x . (3.4)

Für die verwendeten dielektrischen Schichten kann die Absorption im Infraroten ver-
nachlässigt und damit εn als reell und positiv angenommen werden, für die metalli-
schen Schichten ist εn komplexwertig mit negativem Realteil. Für die in Frage kom-
menden Metalle, insbesondere Gold und Silber, ist ε′n . −20 und ε′′n ¼ |ε′n|.

Da bei Oberflächenplasmonen der Wellenvektor kn,x größer als der Wellenvektor von
Licht im angrenzenden Dielektrikum ist, wird der Ausdruck unter der Wurzel in
Gl. 3.4 negativ und damit kn,z rein imaginär. Das elektromagnetische Feld propagiert
also nicht in Richtung des Dielektrikums, und die elektrische Feldstärke En fällt mit
zunehmendem Abstand von der Grenzfläche exponentiell ab. Die elektrischen Feld-
stärken En in aufeinanderfolgenden Schichten der Dicken dn ergeben sich allgemein
aus (

E−
n−2

E+
n−2

)
= Hn−2 n−1 Ln−1 Hn−1 n

(
E−

n

E+
n

)
. (3.5)

Das Produkt S = H01L1H12 · · ·HN , bildet demnach die Transfermatrix S des gesamten
Schichtsystems. Die Reflexion und Transmission des elektromagnetischen Feldes an
der Grenzfläche zwischen den Schichten m und n wird hierbei durch die Matrizen
Hmn beschrieben, die freie Propagation innerhalb der n-ten Schicht durch Ln. Hmn

und Ln sind definiert durch

Hmn =
1

τmn

(
1 ρmn

ρmn 1

)
und Ln =

(
e−i βn 1

1 ei βn

)
. (3.6)

ρmn, τmn und βn sind der Reflexions-, Transmissions- und Phasenverschiebungskoeffi-
zient für p-polarisiertes Licht. Sie lauten

ρmn =
εnkz,m − εmkz,n

εnkz,m + εmkz,n
, τmn =

2
√

εmεnkz,m

εnkz,m + εmkz,n
und (3.7)

βn = ω
c

√
εn dn cos (θn) .

Die 0-te Schicht sei dielektrisch, die N -te Schicht das Vakuum. Dann ist E−
N = 0

und die Reflexions- und Transmissionskoeffizienten ρ0N und τ0N ergeben sich aus der
Transfermatrix S zu ρ = S12/S22 und τ = 1/S12. Für ein System aus einer Metall-
schicht der Dicke d1 zwischen einer dielektrischen Schicht und Vakuum - wie es im
Experiment vorlag - haben der Reflexions- und Transmissionskoeffizient die Werte

ρ02 =
ρ12 + ρ01 e2 i kz,1 d1

1 + ρ12 ρ01 e2 i kz,1 d1
und τ02 =

τ01 + ρ12 ei kz,1 d1

τ01 τ12 e2 i kz,1 d1
. (3.8)
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Am Übergang vom Metall ins Dielektrikum nimmt der Wellenvektor kn,z nach Gl. 3.4
einen rein imaginären Wert an, falls kn,x größer als der Wellenvektor

√
εn

ω
c von Licht

im Dielektrikum ist. Dies bedeutet, daß bei Oberflächenplasmonen die elektromagne-
tische Feldstärke im Dielektrikum exponentiell abfällt und das elektromagnetische
Feld nicht ins Dielektrikum hinein propagiert.

Aus dem Betragsquadrat des Transmissionskoeffizienten T = |τ02|2 erhält man den
Faktor der Feldüberhöhung an der Oberfläche2. Die Feldüberhöhung weist ein von
den Dielektrizitätskonstanten und der Schichtdicke abhängiges Maximum auf. Dort
sind die Dämpfungsfaktoren der Plasmaschwingung durch Zerfall in Phononen und
durch Streuung von Photonen an der Grenzfläche gerade gleich groß.

Die Abklinglänge ζ der elektrischen Feldstärke E des evaneszenten Lichtfeldes in das
Vakuum hinein ergibt sich mit 3.4 als

ζ =
1

kz,2
. (3.9)

ζ skaliert also mit dem Wellenvektor von Licht im Vakuum und hat in der Regel einen
Wert von Größenordnung der Lichtwellenlänge. Auch innerhalb der Metallschicht hat
der Wellenvektor kz,1 einen imaginären Anteil. Aus ihm läßt sich eine „Zerfallszeit“
der Plasmaschwingung und daraus eine Abklinglänge χ für die elektrische Feldstärke
E ableiten:

χ =
1

Im(kz,1)
Re(kx,1)
Re(kz,1)

. (3.10)

Die Intensitäten sind proportional zu |E|2, so sich diese Werte für die Propagations-
längen des Oberflächenplasmons jeweils halbieren.

3.3.2 Charakterisierung mittels der ATR-Methode

Die zur Charakterisierung der evaneszenten Lichtfelder zum Abbremsen und opti-
schen Pumpen der Atome vor der Oberfläche wesentlichen Größen sind der Überhö-
hungsfaktor T = |τ02| und die Abklinglänge 1/κ. Beide Größen sind, insbesondere un-
ter UHV-Bedingungen, nur schwer direkt zu bestimmen; sie lassen sich jedoch unmit-
telbar mit den Beziehungen des vorigen Abschnittes ermitteln. In den bestimmenden
Gleichungen 3.8 und 3.9 kommen als unbekannte Größen nur die Dielektrizitätskon-
stante ε1 und die Dicke d1 der Metallschicht vor. Beide sind stark von der Art und Wei-
se der Präparation der Schicht abhängig und müssen jedesmal nach dem Aufdampfen
einer Charge neu bestimmt werden.

ε1 und d1 lassen sich auch aus der Reflektivität R = |ρ02|2 der Metallschicht als Funkti-
on des Einfallswinkels θ ermitteln. Diese Größe kann experimentell mittels der ATR-
Methode nach [86] leicht bestimmt werden: Hierzu wird das Prisma auf einem von
einem Galvo angesteuerten Drehtisch zentriert und ein Laserstrahl gemäß Abb. 3.7 so

2Der „Transmissionskoeffizient“ τ02 gibt eigentlich das Verhältnis der magnetischen Feldstärken also
im Dielektrikum (Schicht 0) und im Vakuum (Schicht 2) wieder. Dieses ist gleich dem Verhältnis der
elektrischen Feldstärke des Oberflächenplasmons zu derjenigen des einfallenden Lichts im Vakuum.
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in das Prisma eingekoppelt, daß die Reflexion in der Drehachse erfolgt. Aus der reflek-
tierten Laserleistung als Funktion des Drehwinkels lassen sich der Resonanzwinkel
für die Anregung eines Oberflächenplasmons und der Überhöhungsfaktor T ermitteln.

Aus technischen Gründen erfolgte die Messung an Luft. Dies hat zur Folge, daß die
Silber- oder Goldoberfläche von einem Adsorbatschicht vorwiegend aus Wasser be-
deckt ist. Auf die hier interessierenden Größen hat diese Wasserschicht nur einen
geringen Einfluß – mit Ausnahme der Abklinglänge ζ des Oberflächenplasmons, die
am Übergang eines Dielektrikums zum Vakuum wesentlich kleiner ist. ζ wird hier
aber indirekt bestimmt, so daß die so erhaltenen Werte die Eigenschaften des Systems
unter den Bedingungen eines ölfreien Ultrahochvakuums (p < 5 ·10−9 mbar) wohl rich-
tig beschreiben. Systembedingt kann dieses Verfahrens nicht zwischen der inneren
Dämpfung in der Metallschicht und der Dämpfung durch den Zerfall der Oberflächen-
plasmonen in Streulichtphotonen unterscheiden. Die mit diesem Verfahren erhaltenen
Werte für die Dielektrizitätskonstanten enthalten die Anteile beider Dämpfungsarten.

Die Gleichung 3.8 kann unmittelbar an die so erhaltenen Daten gefittet werden. Hier-
für wurde die nichtlineare Fit-Routine NonlinearRegress des Computer-Algebra Sy-
stems Mathematicar von Wolfram Research [88] verwendet, die nach der Methode des
„steilsten Abstiegs“ vorgeht. In diesen Fit gingen die Lichtwellenlänge λ = 811.7 nm
und der Brechungsindex n = 1.512 des Prismas aus dem Material BK7 [89] als kon-
stante Größen ein. Zur Eichung des Winkels θ wurde die Reflektivität eines blan-
ken Prismas ausgemessen; als Eichmarken dienten der Winkel der Totalreflexion von
θtot = 0.7229 rad und θ = 1

4π. Letzterer wurde mit Hilfe der Interferenzen bestimmt, die
beim senkrechten Einfall des Lasers in das 45◦-Prisma auftreten. Der Fehler bei dieser
Methode, den Winkel zu bestimmen, beträgt etwa 1 mrad oder 2% und limitiert die Ge-
nauigkeit dieses Verfahrens. Die (Intensitäts-) Transferfunktion des in der Messung
eingesetzten Teleskops und Detektors wurde ebenfalls in dieser Messung bestimmt
und durch eine affine Funktion genähert.

Die ersten Experimente zur Reflexion der Ar∗-Atome an evaneszenten Lichtfeldern
wurden mit Silberschichten durchgeführt. Im infraroten Spektralbereich läßt von al-
len Metallen Silber die größte Feldüberhöhung erwarten, da der Imaginärteil ε′′ der
Dielektrizitätskonstanten von Silber sehr klein und der Betrag des Realteils |ε′| sehr
groß sind. Aus diesem Grunde wurden die ersten Messungen zur Reflexion der Atome
an evaneszenten Lichtfeldern mit Silberschichten durchgeführt. Hierbei erwies sich
der Streulichtanteil, der von Oberflächenrauhigkeiten und lokalen Inhomogenitäten
der Dielektrizitätskonstanten der Silberschicht herrührt als zu hoch, so daß die Expe-
rimente später mit Goldschichten fortgesetzt wurden.

Silberschichten

Die Silberschichten wurden in einer von einer Aufdampfanlage vom Typ UniVac bei
einem Hintergrundgasdruck von ca. 5 · 10−6 mbar präpariert. Die Prismen wurden
vor dem Aufdampfen einem mehrstufigen Reinigungsprozeß mit Aceton, Isopropanol
und Ethanol im Ultraschallbad unterzogen. Zur Verbesserung der Haftung der Sil-
berschicht auf dem Prisma wurde eine dünne (1 . . . 2 nm) Chromschicht aufgedampft.
Die Silberschicht wurde mit Feinsilber aus einem Wolframschiffchen erzeugt. Die Auf-
dampfrate dabei lag bei einer Größenordnung von 10 nm

s . Dicke und Aufdampfrate wur-
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den mittels eines Schwingquarzes (Inficon) kontrolliert. Die damit bestimmte Schicht-
dicke betrug 58 nm.

Die Eigenschaften des Prismas wurden unmittelbar nach seinem Ausbau aus der
UHV-Apparatur an Luft gemessen. Abb. 3.9 zeigt die gemessene Reflektivität dieses
Prismas, die gefittete Kurve für R(θ) sowie die daraus theoretisch erhaltene Überhö-
hung T (θ). Deutlich zu sehen sind die für die 45◦- Winkeleichung verwendeten In-
terferenzen. Der Winkel der Totalreflexion ist bei den Silberschichten nur schwer zu
erkennen. Die leichte Abweichung der gefitteten Kurve von den Meßwerten am Rande
des Meßbereiches ist vermutlich auf die starke Verkippung des Prismas relativ zur
Teleskopachse und eine damit einhergehende Nichtlinearität der Intensitätstransfer-
funktion zurückzuführen.

Abbildung 3.9: ATR-Messung einer Silberschicht. Zusätzlich sind die Fits R(θ)
der Reflektivität und die daraus erhaltene Überhöhung T (θ) einer Silberschicht
eingetragen. Aus dieser Messung wurde die Dielektrizitätskonstante der Silber-
schicht zu ε = −24.4 + 0.913 i ermittelt.

An die erhaltenen Meßwerte wurde nach dem oben beschriebenen Verfahren die Funk-
tion R(θ) gefittet. Die mittlere quadratische Abweichung von R beträgt 0.2 %. Die Di-
elektrizitätskonstante der Schicht wurde bestimmt zu ε = −24.4 + 0.913 i, die Schicht-
dicke d = 56nm. In Tabelle 3.1 sind die gemittelten Werte aus vier Messungen an
dem auch im Experiment eingesetzten Prisma (je zwei an zwei verschiedenen Stellen)
aufgelistet. Der statistische Fehler ist im wesentlichen auf Schwankungen der La-
serleistung und die Winkelkalibrierung zurückzuführen. Literaturwerte [90, 91] für ε
differieren stark (ε = −33.5 + 3.12 i [91], ε = −32.8 + 0.46 i [90]), was auf eine starke
Abhängigkeit von der Methode der Präparation hindeutet. Für die Abschätzung der
Parameter bei einer Wellenlänge von 715 nm wurde der Wert für ε bei 812 nm ange-
nommen; in der Literatur ist kein eindeutiger Trend für die Abhängigkeit von ε von
der Wellenlänge in diesem Bereich auszumachen.

Einen großen Einfluß auf die Güte der Plasmaresonanz haben die Rauhigkeit der
Oberfläche und lokale Schwankungen von ε [92], die zu Streulicht und zu einer Dämp-
fung der Plasmaresonanz führen. Abb. 3.10 zeigt mit einem Rasterkraftmikroskop auf-
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genommene Oberflächenprofile des oben beschriebenen Prismas im Vergleich mit einer
rauhen Silberschicht, die zu einem geringeren Überhöhungsfaktor, insbesondere aber
zu einem wesentlich höheren Streulichtanteil führt. Die Rauhigkeit der Oberfläche
liegt hier in der Größenordnung von 10 nm und ist damit deutlich größer als der in [93]
gefundene Wert von 5 Å. Eine direkte Messung des Streulichts mit einer großflächi-
gen, kalibrierten Photodiode (Ø 11 mm) unmittelbar (0.5mm) vor der Oberfläche ergab
einen Streulichtanteil von 2% bezogen auf die einfallende Laserleistung.

Abbildung 3.10: Rasterkraftmikroskopische Aufnahme der Oberfläche verschie-
dener Silberprismen. Die rauhe Oberfläche des linken Prismas hatte einen sehr
hohen Streulichtanteil und daher eine geringe Resonanzüberhöhung des Ober-
flächenplasmons zur Folge.

Die Propagationslänge χ (Gl. 3.10) des Oberflächenplasmons beträgt etwa 145 nm.
Abb. 3.11 zeigt den Überhöhungsfaktor T als Funktion der Schichtdicke. Die optimale
Dicke einer Schicht mit einer Dielektrizitätskonstanten von ε = −24.4 + 0.913 i liegt
gerade bei dem tatsächlichen Wert von 56 nm.

Abbildung 3.11: Überhöhung T als Funktion der Schichtdicke d einer Silber-
schicht mit der Dielektrizitätskonstanten ε = −24.4 + 0.913 i.
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Goldschichten

Beim Aufdampfen der Goldschichten wurden eine ähnliche Reinigungsprozedur ange-
wendet wie bei den Silberschichten. Das Aufdampfen erfolgte diesmal in einer Anlage
von Balzers. Auch hier wurde eine dünne (ca. 1 nm) Chromschicht zur Verbesserung
der Haftung aufgebracht. Die mit einem Schwingquarz bestimmte Dicke der Gold-
schicht betrug 58 nm.

Die Charakterisierung der Goldschichten erfolgte an einem Referenzprisma mit ähnli-
chen Eigenschaften wie das im Experiment verwendete. Eine mehrwöchige Lagerung
der Prismen an Luft hatte offenbar kein Degradieren der Goldschichten zur Folge.

Abb. 3.12 zeigt eine ATR-Messung an einer Goldschicht. Hier ist auch deutlich der
Winkel der Totalreflexion zu erkennen. Ein Fit von R an die Meßwerte ergab bei die-
ser Messung für die Dielektrizitätskonstante einen Wert von ε = −20.4 + 1.11 i. Ver-
gleichswerte aus der Literatur, ε = −24.9 + 1.67 i [90], ε = −23.1 + 2.08 i [94] und
ε = −24.8 + 2.0 i [95], weisen einen etwas größeren Imaginärteil auf. Alle Referen-
zen beobachten bei einer Wellenlänge von 715 nm eine Abnahme des Realteil- und des
Imaginärteils von ε um 30 %. Diese qualitative Abhängigkeit von der Wellenlänge wur-
de auch für die Abschätzung der Parameter bei den Werten für 715 nm in Tabelle 3.1
angenommen.

Abbildung 3.12: ATR-Messung einer Goldschicht. Zusätzlich sind die Fits R(θ)
der Reflektivität und die daraus erhaltene Überhöhung T (θ) einer Goldschicht
eingetragen. Aus dieser Messung wurde die Dielektrizitätskonstante der Gold-
schicht zu ε = −20.4 + 1.11 i ermittelt.

Eine rasterkraftmikroskopische Untersuchung der Rauhigkeit ergab für die Ober-
fläche der Goldschicht keinen größeren Wert als für die blanke Glasoberfläche, der
unterhalb von 1 nm lag. Darauf ist wohl der wesentlich geringere Streulichtanteil
von Goldschichten im Vergleich zu Silber zurückzuführen. Die Propagationslänge
χ (Gl. 3.10) des Oberflächenplasmons liegt hier bei 115 nm. Abb. 3.13 zeigt die Über-
höhung als Funktion der Schichtdicke einer Goldschicht mit einer Dielektrizitätskon-
stanten ε = −20.4 + 1.11 i. Die optimale Schichtdicke bei maximaler Überhöhung hat
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einen Wert von 55 nm.

In Tabelle 3.1 sind die wichtigsten Parameter für Gold- und Silberschichten zusam-
mengefaßt. Die Werte für die Dielektrizitätskonstanten bei einer Wellenlänge von
715 nm wurden anhand der Werte bei 812 nm und Literaturwerten – wie oben erläu-
tert – geschätzt. Bemerkenswert ist die geringe Abklinglänge bei 715 nm für eine Gold-
schicht.

Die Schichten wurden hier für die Wellenlänge des Reflexionslasers von 812 nm opti-
miert und charakterisiert. Da das Experiment aber im wesentlichen durch die verfüg-
bare Leistung des Transferlasers bei 715 nm beschränkt ist, sollte in Zukunft die Opti-
mierung der Schichten für diese Wellenlänge erfolgen. Zur Zeit werden Versuche [96]
unternommen, die Intensität und Abklinglänge der Oberflächenplasmonen direkt mit
einem nahfeldoptischen Mikroskop [97] zu messen.

Abbildung 3.13: Überhöhung T als Funktion der Schichtdicke d einer Gold-
schicht mit der Dielektrizitätskonstanten ε = −20.4 + 1.11 i.

Die ATR-Messung erlaubt keine direkte Bestimmung des in Richtung des Vakuums ge-
streuten Lichtes, da sie, wie oben erwähnt, nicht zwischen den verschiedenen Dämp-
fungsprozessen unterscheiden kann. Um den Einfluß des Streulichts auf den Refle-
xionsprozeß der Atome abzuschätzen, wurde das von der Prismenoberfläche ausge-
hende Streulicht mit einer geeichten Photodiode direkt gemessen. Die Detektorfläche
wurde mit einer Apertur vom Radius ∆r = 0.6 mm definiert, was in etwa dem Waist
w = 0.77 mm des Lasers entspricht. Die Detektorposition wurde anschließend senk-
recht zur Prismenoberfläche variiert (s. Abb. 3.14). Die so für die mittlere Intensität
des von der Prismenoberfläche gestreuten Lichts erhaltenen Werte wurden auf die ein-
fallende Intensität des Lasers geeicht. An der Prismenoberfläche hat die Lichtintensi-
tät ebenfalls ein Gaußsches Profil mit den Strahltaillen wx = w und wy = (cos θ0)−1 w.
An die Daten wurde anschließend die Funktion

Isc(z) = Isc 0

1− 1√(
∆r
z

)2
+ 1

 (3.11)
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Silber Gold
812 nm 715 nm 812 nm 715 nm

Re(ε) −25.5± 0.2 −25.5 −20.6± 0.2 −14.3
Im(ε) 0.97± 0.04 0.97 1.14± 0.03 0.78
θ0/ rad 0.7414± 4 · 10−4 0.7412 0.7460± 2 · 10−4 0.7567
T (θ0) 92± 3 62 67± 1 56
1
2 ζ nm 315± 4 279 282± 2 205

Tabelle 3.1: Aus ATR-Messungen gewonnene charakteristische Parameter für
Gold und Silberschichten bei 812 nm und 715 nm. Eingetragen sind Real- und
Imaginärteil der Dielektrizitätskonstanten ε, die Abklinglänge des Oberflächen-
plasmons 1

2 ζ (Gl. 3.9), der Winkel θ0 und der Betrag T (θ0) (Gl. 3.8) der maxi-
malen Feldüberhöhung. Die angegebenen Werte wurden durch Mittelung über
Messungen an verschiedenen Prismen und an verschiedenen Positionen der Me-
tallschicht erhalten.

gefittet, die einer ebenen Lichtquelle konstanter Intensität Isc 0 und einer isotropen
Abstrahlcharakteristik in den Halbraum entspricht (s. Abb. 3.15).

Abbildung 3.14: Streulichtmessung mit einer geeichten Photodiode als Funktion
des Abstandes z vom Prisma.

Als Fitparameter ging hierin nur der absolute Wert für die Intensität Isc 0 ein. Aus
der guten Übereinstimmung des Fits mit den Meßwerten darf man folgern, daß die
Abstrahlcharakteristik des vom Plasmon an der Oberfläche gestreuten Lichtes von
einem isotropen Anteil dominiert wird. Da im Experiment nur der senkrechte Anteil
des Streulichts eine Rolle spielt, wurde auf eine Charakterisierung als Funktion des
Winkels verzichtet. Die gefittete Kurve wurde extrapoliert, um die Streulichtintensität
unmittelbar an der Oberfläche zu erhalten; er beträgt 0.44% bezogen auf die Intensität
des einfallenden Laserlicht am Ort des Plasmons und liegt damit um einen Faktor 5
unterhalb des Wertes von Silber.

Eine Messung mit einer großflächigen Photodiode unmittelbar vor der Oberfläche er-
gab einen vergleichbaren Anteil. Der unterschiedliche Streulichtanteil bei Gold und
Silber wird hier hauptsächlich von der Rauhigkeit der Metalloberfläche bestimmt. In-
teressant wäre ein Vergleich mit einer glatten Silberschicht, wo lokale Variationen im
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Brechungsindex zu Streulicht führen können [93] oder mit Gold-Silber-Schichtsyste-
men [94].

Abbildung 3.15: Streulichtintensität Istals Funktion des Abstandes z senkrecht
zum Prisma. Die Intensität ist auf die Intensität des einfallenden Laserlichtes
geeicht. Näheres s. Text.

3.4 Orts- und zeitauflösendes Detektorsystem

Der Nachweis von Atomen erfolgt in der Regel mit optischen Methoden. Der Zustand
1s5 von Ar∗ besitzt einen geschlossenen optischen Übergang bei 812 nm, der zur Beob-
achtung der Atome in der MOT mit einem triggerbaren CCD-Kamerasystem genutzt
wurde. Der Zustand 1s3 dagegen, in dem sich die Atome im Wellenleiterpotential befin-
den, besitzt keinen geschlossenen Übergang, wodurch der optische Nachweis schwierig
und ineffizient würde. Die innere Energie von 12 eV von Ar∗ im Zustand 1s3 oder 1s5

ermöglicht es jedoch, die Atome mit hoher Effizienz direkt nachzuweisen: Beim Kon-
takt mit einer Metalloberfläche zerfällt das Ar∗-Atom in den Grundzustand 1s0. Dabei
wird mit hoher Wahrscheinlichkeit seine innere Energie in die Emission eines Au-
ger-Elektrons übergeführt. Dieses einzelne Elektron läßt sich effizient und mit hoher
zeitlicher Auflösung direkt mittels eines Sekundärelektronenvervielfachers oder – wie
hier realisiert – über ein elektronenoptisches Abbildungssystem zusätzlich mit räum-
licher Auflösung mittels eines Vielkanal-Platten-Detektors und einer Widerstandsan-
ode nachweisen.

Die für die Generierung der Oberflächenplasmonen und als Spiegel für die stehen-
de Welle des Wellenleiterpotentials mit einer Metallschicht versehene Oberfläche des
Prismas dient so gleichzeitig als Konversionselektrode zum Nachweis der Ar∗-Atome.
Systembedingt ist dieses Verfahren allerdings destruktiv, da die nachgewiesenen Ato-
me nach dem Zerfall in den Grundzustand nicht mehr angeregt und im Wellenleiter-
potential gespeichert werden können. Nicht destruktive „in situ“ Messungen sind auf
diese Weise also nicht möglich.
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3.4.1 Nachweis metastabiler Edelgasatome

Falls Edelgasatome in einem elektronisch angeregten metastabilen Zustand in Kon-
takt mit einer Metalloberfläche kommen, zerfallen sie mit einer Wahrscheinlichkeit
von fast 100% in den Grundzustand. Da die Anregungsenergie von Ar∗ mit 12 eV in
der Regel größer als die Austrittsarbeit eines Metalles von einigen eV ist, wird hierbei
meist ein Elektron emittiert.

Dieser Mechanismus wurde überwiegend an thermischen Atomstrahlen untersucht
[98, 99]. Er hängt sehr stark ab von Art und Beschaffenheit der Oberflächen und fin-
det daher Anwendung in der Oberflächenanalyse [100]. Dabei wurden verschiedene
Auslösemechanismen beobachtet:

• Die direkte Emission eines Elektrons aus dem Metall,

• ein zweistufiger Prozeß, bestehend aus einer Resonanzionisation gefolgt von ei-
ner Auger-Neutralisation (RI+AN) sowie

• eine sog. Auger-Abregung oder Penning Ionisation (AD).

Bei Experimenten mit Atomen im Triplettzustand oder in der Gasphase kommen nur
die beiden letzteren Prozesse vor [101]. Bei blanken Metalloberflächen überwiegt der
Prozeß RI+AN, bei adsorbatbedeckten Schichten überwiegt der Prozeß AD. Eine ela-
stische Reflexion von Ar∗ erfolgt nur mit einer Wahrscheinlichkeit von . 10−4 [102].
Abb. 3.16 zeigt schematisch den Ablauf beider Prozesse.

Abbildung 3.16: Abregungsmechanismen von Ar∗-Atomen an einer Metallober-
fläche. (a) An blanken Metalloberflächen führt ein zweistufiger Prozeß zur
Abregung von Ar∗ in den Grundzustand: Eine Resonanzionisation (RI) ioni-
siert das Ar∗-Atom, das entstandene Ar+-Ion wird anschließend durch Auger-
Neutralisation (AD) in den Grundzustand Ar übergeführt, wobei ein Elektron
e− aus dem Metall emittiert werden kann. (b) Bei adsorbatbedeckten Schichten
führt eine Auger-Abregung (AD), ein Prozeß ähnlich der Penningionisation, zur
Emission eines Elektrons (nach Ref. [103]).
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Resonanzionisation und Auger-Neutralisation

Die Austrittsarbeit Φ von Edelmetalloberflächen liegt bei 4−6 eV (Au: 5.1 eV), die Ioni-
sierungsenergie von metastabilen Edelgasatomen ebenfalls (Ar∗: 4.2 eV). Daher ist ei-
ne resonante Ionisation des metastabilen Atoms durch Tunneln des angeregten Elek-
trons in unbesetzte Energieniveaus oberhalb der Fermienergie EF sehr wahrschein-
lich. Die effektive Ionisierungsenergie3 des metastabilen Atoms vor der Oberfläche
muß deshalb kleiner sein als die Austrittsarbeit, ferner müssen die Wellenfunktion
des Elektrons und der freien Niveaus im Metall einen guten Überlapp aufweisen. An-
schließend erfolgt vor der Oberfläche eine Neutralisation des Ions durch einen Auger-
Prozeß, wobei ein Elektron der kinetischen Energie Ekin = eΦ0 emittiert wird. Die
Auger-Neutralisation führt zu einer breiten Energieverteilung des emittierten Elek-
trons.

Auger-Abregung

Bei von adsorbatbedeckten Oberflächen ist der Überlapp der Wellenfunktion des an-
geregten Elektrons mit den freien Niveaus im Metall klein, so daß keine Resonanz-
ionisation erfolgen kann. Die Abregung des metastabilen Zustands erfolgt hier ganz
analog der Penning-Ionisation in der Gasphase, deshalb spricht man hier auch von
„Oberflächen-Penning-Ionisation“ (SPI). Die Energieverteilung des emittierten Elek-
trons kann hier sehr schmal sein. Auger-Abregung tritt auch in dem Fall auf, daß die
effektive Ionisierungsenergie des Atoms größer ist als die Austrittsarbeit. In diesem
Fall tunnelt ein Elektron aus dem Metall direkt in den Zustand 1s0 des Atoms, wobei
das angeregte Elektron emittiert wird.

Das vorliegende System befindet sich in einer UHV-Umgebung bei einem Restgas-
druck ≤ 5 · 10−9 mbar; welcher Auslösemechanismus überwiegt, läßt sich nicht mit
Sicherheit angeben. Für den Nachweis der Ar∗-Atome von Bedeutung sind auch nur
die Zeitskala, auf der der Prozeß stattfindet, die Auslösewahrscheinlichkeit eines Elek-
trons und dessen kinetische Energie:

• Die Zeitskala, auf der RI+AN stattfindet, liegt für Ar∗ bei einer Größenordnung
von 10−16 s, von AD bei 10−13 s [103] und kann damit gegen die typischen Zeits-
kalen aller anderen betrachteten Prozesse vernachlässigt werden.

• Die Auslösewahrscheinlichkeiten eines Elektrons differieren für beide Prozesse,
wobei die angegebenen Werte insbesondere für die Auger-Abregung schwanken.
Angegeben werden für Goldoberflächen Werte von 0.007(!) bis 0.66 (s. Ref. [104]
und Ref. dort). Die Auslösewahrscheinlichkeit für die beiden metastabilen Zu-
stände 1s3 und 1s5 ist dagegen wohl annähernd gleich, da die Differenz zwi-
schen beiden Anregungsenergien klein gegen ihre Differenz zur Austrittsarbeit
ist [105].

• Ähnliches gilt für das Energiespektrum; sicher ist die kinetische Energie Ekin des
emittierten Elektrons aber kleiner als die Differenz zwischen der Austrittsarbeit

3Die Energieniveaus eines Atoms verschieben und verbreitern sich in der Nähe einer Oberfläche [99],
etwa von dem Abstand an, an dem auch die van der Waals-Wechselwirkung spürbar wird.
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des Metalls und der Anregungsenergie eΦ0 von Ar∗, so daß der Wert von eΦ0 als
kleiner 7 eV angenommen werden kann.

3.4.2 Elektronenoptik

Der Nachweis der Ar∗-Atome im Wellenleiterpotential erfolgt destruktiv über Auger-
Elektronen, die bei der Abregung der Atome in den Grundzustand nach Kontakt mit
der Goldoberfläche des Prismas frei werden. Die Detektion der Atome sollte sowohl mit
räumlicher und zeitlicher Auflösung erfolgen und muß einer Reihe von Anforderungen
hinsichtlich der maximalen Zählrate, der UHV-Kompatibilität und einer Vielzahl geo-
metrischer Randbedingungen – Atomstrahl, Laserstrahlen von Zeeman-Slower, MOT,
etc. – gerecht werden. Weiterhin ist der Einfluß der elektrischen oder magnetischen
Felder zu berücksichtigen, den die elektronenoptischen Linsen auf die Atome in der
MOT bzw. im Wellenleiter haben.

Meist werden bei der Realisation elektronenoptischer Abbildungssysteme magneti-
sche Linsen gegenüber elektrostatischen wegen ihrer vorteilhafteren optischen Ei-
genschaften und einfacheren Handhabbarkeit bevorzugt. Magnetische Felder verur-
sachen jedoch eine vergleichsweise größere Störung der atomaren Niveaus und wür-
den den Einsatz von Magnetspulen im Vakuum erfordern. Unter Berücksichtigung
aller Faktoren erschien es vorteilhaft, die Elektronenoptik ausschließlich mit elek-
trostatischen Linsenelementen zu realisieren; für das erste Element, die Beschleuni-
gungsstrecke von der Konversionselektrode zur Aperturlinse, kommt ohnehin nur ein
elektrisches Feld in Frage. Magnetische Linsenelemente könnten ferner zu Störungen
beim Betrieb von MOT und optischer Melasse führen; die Atome im Zustand 1s3 im
Wellenleiterpotential sind jedoch unempfindlich gegenüber Magnetfeldern.

Gewöhnliche Sekundärelektronenvervielfacher, wie Channeltron-Verstärker, bieten
keine direkte räumliche Auflösung. Diese ließe sich zwar mit einer verfahrbaren Blen-
de vor dem Detektor realisieren, was jedoch nur eine sequentielle Abrasterung des
Gesichtsfeldes ermöglichen und – insbesondere in zwei Dimensionen – zu einem nicht
akzeptablen Zeitaufwand für eine komplette Messung führen würde. Für den paral-
lelen ortsauflösenden Nachweis eignen sich Vielkanalplatten (Multichannel Plates,
kurz MCPs), die als paralleles System von Sekundärelektronenvervielfachern ange-
sehen werden können. In diesen werden einzelne Elektron lawinenartig zu Elektro-
nenwolken verstärkt, die dann z. B. mittels eines Fluoreszenzschirms und einer CCD-
Kamera beobachtet werden können. Dieses Verfahren bietet aufgrund der Nachleucht-
zeit der Fluoreszenzschicht nur eine geringe zeitliche Auflösung. Alternativ kann für
den räumlich aufgelösten Nachweis der Elektronen anstelle der Fluoreszenzschicht
auch eine Widerstandsanode (Resistive Anode Encoder, kurz RAE) verwendet werden,
die zudem eine hohe zeitliche Auflösung bietet.

Im folgenden werden die elektronenoptischen Grundlagen elektrostatischer Linsensy-
steme erläutert, die zur Beschreibung der Abbildung erforderlich sind. Es werden nur
die Eckpunkte der Theorie präsentiert; eine ausführliche Darstellung findet sich in
der mehrbändigen Monographie von Hawkes und Kasper [106, 107]. Das Konzept der
Elektronenoptik baut auf dem Design von Kurtsiefer [108] auf.



44 KAPITEL 3. TECHNISCHER TEIL

Paraxiale Elektronenoptik

Die Trajektorien der Elektronen in einem elektronenoptischen Linsensystem ergeben
sich aus der Lorentz-Gleichung

ġ(r) =
d

dt
(mv(r)) = eE(r) . (3.12)

mit dem – vom kanonischen zu unterscheidenden – kinetischen Impuls g = mv, der
Geschwindigkeit v = ṙ und der elektrischen Feldstärke E(r). Der Punkt ˙ bedeutet
hier die Ableitung nach der Zeit, d

dt . Die Gleichung ist mit der Masse m = γ(r)m0 im
relativistischen Sinne korrekt. Hierbei bezeichnen

β(r) =
v(r)

c
und γ(r) =

1√
1− β(r)2

(3.13)

die relativistischen Parameter und m0 die Ruhemasse eines Elektrons. Nach Multipli-
kation von Gl. 3.12 mit v(r) und Integration über die Zeit erhält man die Gleichung
für die kinetische Energie T ,

T (r) + eΦ(r) = E0 = m0 c2 (γ(r)− 1) , (3.14)

wobei das elektrostatische Potential Φ(r) definiert ist durch E(r) = −∇Φ(r). Substitu-
tion von γ(r) durch v(r) in Gl. 3.14 liefert die Strahlgleichung für Elektronen4:

g(r) = |g(r)| =

√
2 m0 T

(
1 +

T

2m0 c2

)
=:

√
2m0 e Φ̂(r) . (3.15)

In der letzten Definition wird das „Beschleunigungspotential“

Φ̂(r, Φ0) = (Φ0 + Φ(r))(1 + ε(Φ0 + Φ(r))) (3.16)

eingeführt, durch das sich alle kinematischen Funktionen einfach ausdrücken lassen.
Der relativistische Korrekturfaktor ε skaliert mit der inversen Elektronenruhemasse
gemäß

ε =
e

2m0 c2
=

1
2 · 511 keV

. (3.17)

Die nichtrelativistische Näherung (v . 0.1 c) ist bis zu Beschleunigungsspannungen
. 5 kV erfüllt; hier wird sie auch für etwas höhere Spannungen von bis zu 7.5 kV
herangezogen. Die Durchflugszeit eines Elektrons beträgt bei diesen Spannungen nur
einige 10 ns. Die Anfangsenergie eΦ0 des Elektrons führt zu einem Abbildungsfehler
analog der chromatischen Aberration in der Lichtoptik; diese Unschärfe läßt sich in
der Objektebene durch einen „Zerstreuungskreis“ [109] vom Radius

δ =
Φ0

E
(3.18)

4In rein elektrostatischen Linsensystemen lassen sich durch reines Umpolen der Spannungen auch
positive Ionen anstelle der Elektronen abbilden. Die Ionen bewegen sich dabei auf den gleichen Trajek-
torien wie die Elektronen, ihre Geschwindigkeit ist jedoch aufgrund ihrer höheren Masse geringer
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beschreiben. Die Feldstärke im Bereich der Extraktionselektrode liegt bei einer Be-
schleunigungsspannung von 7.5 kV und einem Elektrodenabstand von 18mm bei etwa
E ≈ 4 kV

cm und führt zu einem Zerstreuungskreisradius von ca. δ ≈ 0.02 mm. Hierbei
wurde eΦ0 als kleiner der Anregungsenergie von Ar∗ von 12 eV angenommen; tatsäch-
lich reduziert sich dieser Wert um die Austrittsarbeit der Metalloberfläche (s. hierzu
Abschn. 3.4.1). Für bezüglich z rotationssymmetrische statische Feldkonfigurationen
läßt sich das Potential Φ(r) = Φ(r, z) um r =

√
x2 + y2 = 0 in der sog. „paraxialen

Näherung“ in eine Potenzreihe entwickeln:

Φ(r, z) = φ(z) − 1
4

r2 φ′′(z) + O(r4), mit φ(z) := Φ(0, z) . (3.19)

Der Akzent ′ bedeutet hier die Ableitung ∂
∂z . Vernachlässigung der Terme höherer Ord-

nung in ε und Φ0, d. h. in nichtrelativistischer Näherung und unter Vernachlässigung
einer „chromatischen“ Aberration aus den Gln. 3.16 und 3.15 ist das Beschleunigungs-
potential identisch mit dem elektrostatischen Potential: Φ̂(r) ≡ Φ(r). Aus den Gl. 3.15
und 3.19 erhält man die paraxiale Strahlgleichung

r′′(z) +
φ′(z)
2φ(z)

r′(z) +
φ′′(z)
4 φ(z)

r(z) = 0 , (3.20)

wobei φ(z) = Φ(0, z). Durch die Substitution ρ = r φ
1
4 und Berücksichtigung von Ter-

men bis zur 2. Ordnung läßt sich Gl. 3.20 überführen in die Beziehung

ρ′′(z) = −G(z) ρ (z) wobei G(z) =
3
16

(
φ′(z)
φ(z)

)2

, (3.21)

die unmittelbar die Berechnung der Elektronenbahnen aus Kenntnis des elektrosta-
tischen Potentials auf der z-Achse erlaubt. Es läßt sich zeigen, daß G(z) im wesentli-
chen, d. h. für große Absolutwerte |z|, nicht-negativ ist und deshalb Elektronenlinsen
für |z| → ∞ immer konvergent wirken [106]. I. allg. handelt es sich bei Elektronen-
linsen um Immersionslinsen, da sich die Felder über die geometrischen Abmessungen
der Linsen hinaus ausdehnen und sich Objekt und Bild häufig im Wirkungsbereich
der Felder befinden. In der paraxialen geometrischen (Elektronen-) Optik greift man
daher zur Beschreibung der Abbildungseigenschaften optischer Elemente auf asym-
ptotische Trajektorien zurück (s. Abb. 3.17).

Transfermatrizen

Mittels asymptotischer Trajektorien läßt sich ein elektronenoptisches System ganz
analog dem Formalismus in der geometrischen Optik [110] durch eine Transfermatrix
(auch ABCD-Matrix) in der Form(

ri

r′i

)
= T

(
ro

r′o

)
, wobei T =

(
A B
C D

)
, (3.22)

beschreiben. ri,o und r′i,o bezeichnen den Abstand von der Achse und die Steigung der
Trajektorie auf der Bild- bzw. Objektseite. Die Koeffizienten A,B,C und D der Matrix
ergeben sich als Lösung der Gleichung 3.15. Die Transfermatrix eines aus einzelnen
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Komponenten zusammengesetzten Systems läßt sich als Produkt der Transfermatri-
zen der Komponenten schreiben. Diese werden meist mittels der Kardinalelemente,
den objekt- bzw. bildseitigen Brennweiten fo und fi und den entsprechenden Schnitt-
punkten der Hauptebenen mit der Achse, zo und zi beschrieben; da die Kardinalele-
mente einer elektronenoptischen Linse mit den angelegten Spannungen variieren, ist
es günstig, die Transfermatrix relativ zu einer ausgezeichneten Ebene der Linse zu
definieren (z. B. den Spalt zwischen den Zylindern bei einer Zylinderlinse, s. u.):

A =
zi

fi
, B =

1
fo

+
zo zi

fi
, (3.23)

C = − 1
fi

und D = −zo

fi
.

Für den freien Propagator einer Distanz d gilt z. B. einfach A = D = 1, C = 0 und
D = d. Aus der Transfermatrix des gesamten Systems lassen sich dann die Verfahren
der geometrischen Optik anwenden, um die Lage des Bildes, die Vergrößerung etc. zu
bestimmen. Die Brennweiten fi,o und die Lagen der Hauptebenen zi,o der verwendeten
Linsen werden im folgenden ermittelt.

Aperturlinse

Das erste Element des elektronenoptischen Abbildungssystems ist eine elektrostati-
sche Linse in Form einer Apertur- oder Lochlinse (vgl. Abb. 3.18). Diese ist hier durch
eine Extraktionselektrode gegeben, in der sich eine kreisförmige Apertur befindet, de-
ren Durchmesser groß gegenüber der Dicke der Elektrode sein soll. In der paraxialen
Näherung werden die Eigenschaften der Aperturlinse von den – idealerweise homo-
genen – elektrischen Feldern links und rechts der Elektrode sowie deren Potential
bestimmt.

Beim Kontakt der Ar∗-Atome mit der Prismenoberfläche, die hier als Konversionselek-
trode fungiert, wird bei der Abregung der Atome in den Grundzustand aus der Kon-
versionselektrode ein Auger-Elektron emittiert. Dieses Elektron wird im elektrischen
Feld zwischen der Konversionselektrode und einer Extraktionselektrode beschleunigt.
Der Verlauf der Äquipotentiallinien einer solchen Anordnung ist in Abb. 3.18 gezeigt.
Der Raum rechts von der Extraktionselektrode ist (idealerweise) feldfrei.

Das elektrostatische Potential auf der Achse φ(z) einer Aperturlinse lautet nach
Ref. [106], Gl. 35.1a, mit den Bezeichnungen von Abb. 3.18

φ(z) = φ2 −
1
2
E z +

1
π

E R

( |z|
R

arctan
|z|
R

+ 1
)

. (3.24)

Konventionsgemäß wird das Potential der Konversionselektrode als Nullpunkt defi-
niert: φ1 = 0. In der paraxialen Näherung nach Gl. 3.20 ergeben sich hieraus die Posi-
tionen der Hauptebenen zi = zo = 0 und die Brennweiten fi = fo = 4φ2/E. Mit φ1 = 0,
φ2 = U und E = −U/d ergibt sich die Brennweite einer Aperturlinse zu f = fi,o = −4d.
Die Brennweite hängt somit nur vom Abstand zwischen Konversions- und Extrakti-
onslinse ab, die Aperturlinse wirkt also divergent bzw. defokussierend. Die obige Aus-
sage, jede Elektronenlinse sei konvergent (vgl. Gl.3.21), gilt im Falle einer Aperturlin-
se erst für unendlich große Abstände |z| → ∞.
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Abbildung 3.17: Trajektorien der Elektronenbahnen (Gi und Go) in einem elek-
tronenoptischen Element. Im sich links und rechts davon anschließenden Raum
werden die Trajektorien durch Asymptoten angenähert. Eingetragen sind die
objekt- und bildseitigen Lagen der Kardinalelemente (Brennweiten fi,o und
Hauptebenen zi,o).

Abbildung 3.18: Äquipotentiallinien bei einer Aperturlinse in logarithmischer
Darstellung. Bei der Abregung von Ar∗ an der Konversionselektrode wird ein
Auger-Elektron e− emittiert. Dessen endliche Anfangsenergie eΦ0 führt im ho-
mogenen Bereich des elektrischen Feldes E = 1

d(φ1 − φ2) zu parabelförmigen
Trajektorien. Die zugehörigen Asymptoten schneiden sich in einem virtuellen Ur-
sprungsort des Elektrons bei z = −2d. Der inhomogene Feldbereich der Apertur-
linse hat eine defokussierende Wirkung, so daß der virtuelle Ursprungsort des
Elektrons schließlich bei z = −4

3d liegt.
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Die Koeffizienten ihrer Transfermatrix lauten:

A = 1 , B = 0 , (3.25)

C = − 1
f

=
1
4d

und D = 1 .

In der Praxis führt die defokussierende Wirkung zu einer Verringerung der Vergröße-
rung der elektronenoptischen Abbildung. Aufgrund ihrer Anfangsenergie eΦ0 besitzen
die Elektronen eine endliche Anfangsgeschwindigkeit, deren Betrag und Richtung va-
riieren können. Dies führt einerseits zu der Parabelform der Trajektorien in dem qua-
si homogenen Feldbereich zwischen den beiden Elektroden und andererseits zu dem
„chromatischen“ Abbildungsfehler aus Gl. 3.18, der aus der Unschärfe in der Bestim-
mung des – virtuellen – Ursprungsortes des Elektrons herrührt.

Der Durchmesser der Aperturlinse in der hier verwendeten Linsenkonfiguration ist
mit 3 mm groß gegenüber der Dicke der Linse von 0.5 mm, so daß die hier herangezo-
gene Näherung einer dünnen Elektrode erfüllt ist. Der Abstand der Elektroden mußte
mit d = 18 mm relativ groß gewählt werden, da zwischen Konversions- und Extrak-
tionselektrode noch Platz für die Laserstrahlen der magneto-optischen Falle vorzuse-
hen war.

Zylinderlinse (Rohrlinse)

Der Ausdruck Zylinderlinse bezieht sich in der Elektronenoptik nicht auf die abbil-
denden Eigenschaften der Linse, sondern auf ihre zylindrische äußere Form. Da hier
für die Kardinalelemente andere Ausdrücke als die in Ref. [106] angegebenen erhal-
ten wurden, wird deren Herleitung im folgenden etwas ausführlicher behandelt. Die
Abbildungseigenschaften einer Zylinderlinse lassen sich analytisch beschreiben, falls
folgende Voraussetzungen erfüllt sind (vgl. Abb. 3.19):

• Der Abstand S der Linsenelemente muß klein gegenüber ihrem Radius R sein5,
und

• die Länge der Linsenelemente muß von derselben Größenordnung sein wie ihr
Radius.

Gegenüber der Konversionselektrode, die den Potentialnullpunkt definiert, sollen die
beiden Linsenelemente der Zylinderlinse auf den Potentialen φ1 und φ2 liegen; der Ra-
dius der Elemente betrage R. Der Potentialverlauf Φ(r, z) innerhalb der Zylinderlinse
ist dann gegeben durch

Φ(r, z) =
φ1 + φ2

2
+

φ2 − φ1

π

∫ ∞

0

I0(tr)
I0(tR)

sin(t z)
t

dt . (3.26)

Abb. 3.19 zeigt diesen Potentialverlauf und zwei Trajektorien durch die Brennpunkte
in logarithmischer Darstellung. Auf der z-Achse läßt sich das Potential durch einen

5Auch für den Fall, daß diese Bedingung nicht erfüllt ist, lassen sich Näherungslösungen in geschlos-
sener Form angeben.



3.4. ORTS- UND ZEITAUFLÖSENDES DETEKTORSYSTEM 49

Abbildung 3.19: Äquipotentiallinien und Trajektorien bei einer Zylinderlinse.
Der Radius der beiden Zylinder beträgt R, ihr Abstand S. Für einen Wert von
% = φ1/φ2 = 1.5 sind in logarithmischer Darstellung die Äquipotentiallinien
eingetragen. Aus den Asymptoten der Elektronentrajektorien eines achsparallel
eingehenden und eines achsparallel ausgehenden Strahls ergeben sich die Posi-
tionen der zugehörigen Fokusse.

Abbildung 3.20: Objektseitiger Hauptebenenabstandes zo als Funktion von %. (a)
Analytisch hergeleiteter Verlauf gemäß Gl. 3.28, (b) numerisch berechnete Werte
aus Ref. [111] und (c) Verlauf gemäß Gl. 35.12 aus Ref. [107].
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Abbildung 3.21: Schematischer Aufbau des Detektorsystems. Die Ar∗-Atome kön-
nen nur nachgewiesen werden, wenn sie aus der MOT oder dem Wellenleiter
freigesetzt werden und in direkten Kontakt mit der Prismenoberfläche kommen.
Das bei der Abregung in den Grundzustand Ar entstehende Elektron e− wird
von dem elektrischen Feld E = 1

dU1 zwischen Prismenoberfläche und Aperturlin-
se beschleunigt. Die Elektronenoptik transferiert das Elektron schließlich zum
MCP/RAE-Detektor. Durch Variation der Spannung U2 läßt sich erreichen, daß
die Prismenoberfläche scharf auf die erste MCP abgebildet wird.
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Tangens Hyperbolicus annähern, was eine analytische Lösung der paraxialen Trajek-
toriegleichung 3.21 erlaubt. Damit lautet φ(z):

φ(z) =
φ1 + φ2

2
+

φ2 − φ1

π
F (z) , wobei (3.27)

F (z) =
∫ ∞

0

sin(tz)
I0(tR)

dt

t
≈ −π

2 tanh(ωz) und ω =
1
R

∫ ∞

−∞

1
I0(t)

dt = 1.326
1
R

.

Mit Kenntnis des Potentialverlaufs auf der Achse läßt sich nun die Differentialglei-
chung 3.15 für die Trajektorie lösen und man erhält die Kardinalelemente

fi =
a k

4
√

% sin(k π)
, fo =

a k 4
√

%

sin(k π)
, (3.28)

zi = +a k cot(k π) +
ln(%)
4 ω

und zo = −a k cot(k π) +
ln(%)
4ω

mit den Parametern

% =
φ1

φ2
, (3.29)

ω = 1.326
1
R

,

a = − 1
π ω

(
1 +

√
%

1−√%

)2 (
1 + %

1− %
ln(%) + 2

)
und

k =

√√√√1 +
3
4

1
π2

(
1 +

√
%

1−√%

) (
1 + %

1− %
ln(%) + 2

)2

.

φ1 und φ2 müssen entweder beide positiv oder negativ sein, damit % und
√

% definiert
sind. Ein Vergleich mit numerisch berechneten Werten zeigt, daß diese Näherungslö-
sung für nicht allzu große Werte von % gute Resultate liefert. In Ref. [107] wird in den
Ausdrücken für zi und zo anstelle des Offsets 1

4 ln(%)/ω der Term −1
2 ω a2 tanh(1

4 ln(%))
angegeben. Abb. 3.20 zeigt den Verlauf von zo als Funktion von % mit der analytischen
Funktion nach Gl. 3.28 im Vergleich zu der in Ref. [107] angegebenen Funktion und
zu tabellierten Werten aus Ref. [111], die numerisch ermittelt wurden.

Die Berechnung der Transfermatrizen erfolgte zunächst analytisch mit Hilfe von Ma-
thematicar, die weitere Auswertung numerisch. Für das in Abb. 3.21 gezeigte System
ergab sich mit den gegebenen Parametern für den Radius R = 5.0 mm der Linsenele-
mente, den Abstand d = 18 mm zwischen Konversionselektrode (Prisma) und Aper-
turlinse, dem Abstand von 26 cm zwischen Aperturlinse und MCP/RAE-Detektor und
einer Beschleunigungsspannung U1 = −7.50 kV eine optimale Fokussierspannung von
U2 = 4.50 kV. Die Vergrößerung des Systems hat hierbei einen Wert von M = −3.6. Bei
dieser Vergrößerung ist das Gesichtsfeld der Optik nur durch den Durchmesser der
Aperturlinse von 3 mm beschränkt und es tritt keine Vignettierung [87] auf.

3.4.3 Technische Ausführung und Performance

In Abb. 3.21 wird ein Schema und in Abb. 3.22 ein Photo der Anordnung von Prisma
und Elektronenoptik gezeigt. Dem Einsatz der Elektronenoptik im Ultrahochvakuum
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Abbildung 3.22: Photographie von Prisma, Extraktionselektrode und elektro-
nenoptische Linsen. Das Prisma wird mittels einer – nicht sichtbaren – Stahl-
feder im Sockel des Prismenhalters von einem Stempel gegen einen Stahlring
gedrückt. Oberhalb sind die kegelförmige Extraktionselektrode und zwei Zylin-
derlinsenelemente zu sehen. Die Hochspannung führende Zuleitung zum Pris-
menhalter ist mit einer geerdeten Abschirmung versehen. Die Zylinderlinsenele-
mente und der Prismenhalter sind auf Al2O3-Stäbe aufgereiht.
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wurde mit UHV-kompatiblen Materialien Rechnung getragen: Die einzelnen Linsen-
elemente und der Halter für das Prisma sind aus poliertem Edelstahl mit sehr geringer
magnetischer Permeabilität gefertigt. Alle Elemente sind auf Stäbe aus Al2O3-Kera-
mik aufgereiht und mit Madenschrauben geklemmt. Diese Befestigungsart hielt den
thermischen Belastung beim Ausheizen der Kammer (bisher) stand. Die Linsenele-
mente und der Haltering für das Prisma wurden mit versilbertem Kupferdraht kon-
taktiert. Hierbei ist darauf zu achten, alle Elemente über die Spannungsquelle auf ein
definiertes Potential zu legen oder aber zu erden, da sich sonst im UHV auf isolierten
Elementen durch Aufsprühen von Elektronen von den spannungsführenden Leitun-
gen her undefinierte Potentiale ausbilden.

Der Aufbau der Elektronenoptik mit rein elektrostatischen Linsen vermeidet die beim
Einsatz von magnetischen Linsen unvermeidliche Wärmeentwicklung und das Ent-
stehen von remaneszenten magnetischen Streufeldern. Um den MCP/RAE-Detektor
bei niedrigen Spannungen betreiben zu können, wurde an das Prisma eine Hochspan-
nung von −7.5 kV angelegt, anstatt die Extraktionselektrode und die Elektronenoptik
auf positive Hochspannung zu legen. Das Prisma wird von der Federkraft einer Stahl-
feder gegen einen Haltering gedrückt, der die zugleich die elektrische Kontaktierung
der Prismenoberfläche sicherstellt.

Innerhalb der Strecke zwischen Konversions- und Extraktionselektrode sind die Elek-
tronen noch relativ langsam und anfällig gegen magnetische Streufelder. An diesem
Ort werden zum Betrieb der optischen Melasse jedoch ohnehin das Erdmagnetfeld
und magnetische Streufelder mit außerhalb der Vakuumkammer angebrachten Helm-
holtzspulen kompensiert; diese Kompensation ist besser als die Elektronenoptik es
erfordert. Beim Betrieb war es notwendig, die −7.5 kV führende Zuleitung zum Pris-
menhalter abzuschirmen, um eine ungewollte Ablenkung der Elektronen auf der Be-
schleunigungsstrecke zwischen der Konversionselektrode (Prisma) und der Extrak-
tionselektrode zu vermeiden.

Der Raum über dem Prisma muß für die Laserstrahlen zum Betrieb der optischen
Falle offen sein: Ein Strahl verläuft entlang der Spulenachse der MOT-Magnetspulen
parallel entlang der Hypotenuse des Prismas, die beiden anderen senkrecht zu diesem
unter jeweils 45◦ zwischen Haltering und Prisma. Die Strahlen für das evaneszente
Reflexions- und Transferfeld werden über Spiegel von unten durch jeweils eine Ka-
thete des Prismas eingefädelt. Nach Anregung des Oberflächenplasmons werden die
hierdurch abgeschwächten Strahlen durch die jeweils andere Kathete wieder aus der
Kammer heraus geleitet, um Störungen der Atome durch Streulicht zu vermeiden. Mit
Hilfe der ausgekoppelten Strahlen lassen sich auch leicht die Resonanzwinkel für die
Anregung der Oberflächenplasmonen finden. Der Strahl des Wellenleiterlasers wird
von oben unter einem Winkel von 45◦ an der Prismenoberseite reflektiert und eben-
falls wieder aus der Kammer heraus geführt. Die Polarisationszustände aller Strahlen
werden außerhalb der Kammer mit Strahlteilerwürfeln sowie λ/4- und λ/2-Platten
eingestellt.

Mit Hilfe des Detektors sollen der Ladeprozeß und das Verhalten der Atome im Wellen-
leiter untersucht werden. Dies erfolgt, wie in Kap. 1 erläutert, indirekt über den Nach-
weis der Auger-Elektronen, die beim Kontakt der Atome mit der Prismenoberfläche
freigesetzt werden. Die Eintrittsapertur der Extraktionslinse definiert ein Gesichts-
feld des Detektors mit einem Durchmesser von ca. 3 mm im Zentrum des Prismas.
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Dieses Feld wird von der Elektronenoptik auf die erste Vielkanalplatte des MCP/RAE-
Detektors abgebildet (s. Abb. 3.21); die Lage der bildseitigen Fokusebene läßt sich
durch Variation von U2 bestimmen.

Das ortsauflösende Detektorsystem6 besteht aus folgenden Komponenten:

• Der Detektorkopf mit den Vielkanalplatten (MCPs) mit einem nutzbaren Durch-
messer von 25 mm und einem Kanalabstand von 32µm in einer sog. Chevron-
Anordnung7 und der Widerstandsanode (RAE),

• der Positionsanalysator (Position Analyzer), der die von den 4 Ecken der Wider-
standsanode abfließenden Ladungen verstärkt, durch Division der Signale ge-
genüberliegender Ecken die Position des detektierten Elektrons ermittelt und
anschließend mit einer Auflösung von jeweils 8 Bit digitalisiert,

• und der Pufferspeicher (Histogramming Buffer Memory), in dem die digitale
Ortsinformation in insgesamt 2 × 210 Kanälen mit einer Speichertiefe von je 2
Byte gespeichert werden kann.

Für den MCP-Stack wurde die Hot Biased-Ausführung mit 2 MCPs gewählt, die mit
einem höheren Bias-Strom als die Standardausführung betrieben wird und höheren
Zählraten bis zu 1MHz) ermöglicht. Der höheren maximalen Zählrate wurde Vorrang
gegenüber der räumlichen Auflösung gegeben, die bei ca. 1/100 des Durchmessers der
MCPs liegt (gegenüber einer räumlichen Auflösung von 1/400 des Durchmessers bei
einem Stack mit 5 MCPs, dessen maximale Zählrate aber bei nur 0.1 MHz läge). Die
beobachteten Spitzenwerte der Zählrate lagen dann tatsächlich in der Größenordnung
von 1 MHz.

Prinzipiell wäre für die Digitalisierung der Ortsinformation also eine Auflösung von 7
Bit pro Achse ausreichend. Da die Daten vom Positionsanalysator ohnehin nur mit 8
Bit übertragen werden, bleiben jeweils 2 Bit der beiden Eingänge des Pufferspeichers
ungenutzt. Diese lassen sich für die zeitliche Analyse der detektierten Ereignisse ver-
wenden: Hierzu werden diese 4 Bit mit einem Digitalzähler verbunden, so daß der
gesamte Pufferspeicher in insgesamt 16 Fenster mit jeweils 8 × 8 Kanälen aufgeteilt
wird [112, 113, 114].

Die zeitliche Abfolge, in der die Fenster angewählt werden, läßt sich mit dem Digi-
talzähler beliebig vorgeben; hier wurde jedoch mit konstanten Zeitintervallen inner-
halb eines Integrationszyklus gearbeitet. Durch Beschränkung der digitale Ortsauflö-
sung auf 7 Bit je Achse läßt sich die Zahl der verfügbaren Zeitfenster auf 64 erhöhen
(s. Ref. [58]). Die zeitliche Auflösung dieses Systems ist nur durch die AD-Wandlung
beschränkt und liegt bei etwa einer µs.

Wegen der äußeren Randbedingungen können die Durchmesser von Konversions-
und Extraktionselektrode nicht groß gegenüber ihrem Abstand ausgelegt werden. Zu-
dem wird die Zylindersymmetrie des Aufbaus durch die Konversionselektrode mit der
Form eines lang gestreckten Rechtecks gebrochen. Dies führt dazu, daß das Beschleu-
nigungsfeld stark vom idealen Fall eines homogenen elektrischen Feldes abweicht.

6Series 3300/2500 Imaging Detector System der Fa. Quantar Technology, Inc., 3004 Mission St., Santa
Cruz, CA 95060, USA.

7Burle Industries, Lancaster, Pennsylvania, USA (vorm. Galileo).



3.4. ORTS- UND ZEITAUFLÖSENDES DETEKTORSYSTEM 55

Dies macht sich in der Abbildung in erster Linie als starke Verzeichnung bemerk-
bar: Abb. 3.23 (a) zeigt die Aufnahme einer Ar∗-Atomwolke, die auf das Prisma fällt.
In diesem Fall wurde zusätzlich mit dem Reflexionslaser eine Scheibe aus dem Zen-
trum der Wolke „herausgeschnitten“, d. h. an dieser Stelle kamen die Atome nicht
mit der Prismenoberfläche in Kontakt und es werden von dort keine Elektronen nach-
gewiesen. Die äußere Kontur wird durch die kreisförmige Aperturblende mit einem
Durchmesser von 3 mm definiert; die starke Elliptizität ist auf die o. g. Inhomogeni-
tät des Beschleunigungsfeldes zurückzuführen: Dabei ist die Homogenitätsbedingung
des Feldes besser in Richtung der kurzen Seite der Konversionselektrode erfüllt, da
der Durchmesser der Extraktionselektrode mit 8 mm in etwa so groß ist wie die Breite
des Prismas mit 5mm; in Richtung der langen Seite der Konversionselektrode ist das
Beschleunigungsfeld stark inhomogen.

Bei einem nutzbaren Durchmesser der Vielkanalplatten von 25 mm beträgt der Abbil-
dungsmaßstab in Richtung der kurzen Seite der Konversionselektrode 4.2, was dem
theoretisch berechneten Wert von 3.6 immerhin nahekommt. In Richtung der langen
Seite wird ein Abbildungsmaßstab von nur 1.1 erreicht. Diese Verzeichnung wird in
Abb. 3.23 (b) sowie bei den im folgenden gezeigten Abbildungen mittels elektronischer
Bildbearbeitung korrigiert. Eine kreisförmige Konversionselektrode, die etwa durch
eine geeignete Strukturierung der Prismenoberfläche beim Aufdampfen realisiert wer-
den könnte, könnte diesen Verzeichnungseffekt vermutlich verringern. Daneben ist
eine Drehung des Bildes festzustellen, denn bei orthogonal zu der vom Atomstrahl
vorgegebenen Achse ausgerichtetem MCP/RAE-Detektor müßte das Bild des Prismas

Abbildung 3.23: Abbildung einer auf das Prisma fallenden Atomwolke (a). Der
Reflexionslaser war hier während der Aufnahme eingeschaltet und verhinderte
ein Auftreffen der Atome auf das Prisma innerhalb einer elliptischen Fläche im
Zentrum. Der sichtbare Ausschnitt (Field of View) wird durch die Aperturblende
mit einem Durchmesser von 3 mm definiert. Feldinhomogenitäten des Beschleu-
nigungsfeldes zwischen Konversionselektrode (Prisma) und Extraktionselektro-
de führen zu einer starken Verzeichnung; In (b) wurde dieser Verzeichnungseffekt
durch eine Drehung um 12.5◦ und anschließende Streckung korrigiert, so daß die
y-Richtung der langen Seite und die x-Richtung der kurzen Seite der Prismen-
oberfläche entspricht. Durch Zusammenfassen von je 4 Bildpunkten (Pixel) in
ein Super-Pixel die ursprüngliche Auflösung von 8 Bit auf 7 Bit je Achse redu-
ziert. Die diagonalen Streifen sind auf die unterschiedliche Nachweisempfind-
lichkeit der Zeilen des MCP-Detektors zurückzuführen.
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unter einem Winkel von 45◦ erscheinen. Neben einer tatsächlichen Verdrehung des De-
tektorkopfes könnte für diesen Effekt auch ein Streumagnetfeld in axialer Richtung
der Elektronenoptik verantwortlich sein.

Abbildung 3.24: Schnitte durch das Profil der atomaren Verteilung aus Abb. 3.23
in x- bzw. y-Richtung entlang der gestrichelten Linien. Aus der Kantensteilheit
kann eine obere Grenze für das Auflösungsvermögen des Detektors von 0.07 mm
in x-Richtung und von 0.14 mm in y-Richtung gefolgert werden. Die Balken geben
die Fehler aufgrund der Zählstatistik wieder.

Die räumliche Auflösung des Systems ließe sich z. B. durch die Abbildung einer Mi-
krostruktur mittels UV-Licht auf die Konversionselektrode ermitteln. Die Analyse des
Bildes der vom UV-Lichts emittierten Photoelektronen mit dem Detektorsystem wür-
de Aufschluß über dessen Abbildungseigenschaften geben [108]. Diese Untersuchung
unterblieb aufgrund des relativ hohen Aufwands und der eher niedrigen Anforderun-
gen an die Ortsauflösung der bisher geplanten Experimente. Statt dessen wurden die
Abbildungseigenschaften anhand von Aufnahmen von gegen die Prismenoberfläche
fallenden Ar∗-Atomwolken untersucht. Wird der Reflexionslaser beim Auftreffen der
Wolke eingeschaltet, werden die Atome innerhalb eines elliptischen Bereiches vor Er-
reichen der Prismenoberfläche reflektiert, so daß dort keine Abregung in den Grund-
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zustand erfolgt und damit auch kein Nachweis der Atome. (vgl. hierzu Kap. 4.2). Diese
Ellipse besitzt relativ scharfe Kanten und erlaubt eine Abschätzung des Auflösungs-
vermögens des Detektors: Abb. 3.24 zeigt Schnitte in x− und y−Richtung durch das
in Abb. 3.23 (a) gezeigte Profil der detektierten Atome. Die Kantensteilheit (Anstieg
des Signals von 10% auf 90% vom Maximum) beträgt in x-Richtung ca. 4 Pixel und in
y-Richtung ca. 2 Pixel; dies entspricht einer objektseitigen Auflösung von 0.07 mm bzw.
0.14 mm und liegt deutlich über dem physikalisch durch den Zerstreuungskreisradius
von 0.02 mm (Gl. 3.18) gegebenen Limit.



Kapitel 4

Experimenteller Teil

In diesem Kapitel werden die experimentellen Ergebnisse vorgestellt. In Abschn. 4.1
wird die magneto-optische Falle charakterisiert, die als Reservoir ultrakalter Ar∗-
Atome zum Laden des Wellenleiters dient. Der Reflexionsprozeß der Atome am Po-
tential eines evaneszenten Feldes wird in Abschn. 4.2 untersucht, in 4.3 der Transfer
der Atome in das Wellenleiterpotential durch optisches Pumpen der Atome aus dem
Zustand 1s5 in den Zustand 1s3. In Abschn. 4.4 wird die Speicherung von Atomen im
Wellenleiterpotential demonstriert.

4.1 MOT als Reservoir ultrakalter Atome

Zum Laden des Wellenleiters werden die Atome zunächst in einer magneto-optischen
Falle (MOT) gefangen und gekühlt – evtl. findet eine zusätzlichen Kühlphase in einer
optischen Melasse statt. Um den Ladevorgang möglichst effizient zu gestalten, sollte
die Zahl der Atome in der magneto-optischen Falle möglichst hoch und ihre Tempera-
tur möglichst niedrig liegen, damit die räumliche Dichte der Atomwolke in der Phase
der freien Expansion während des Fallens nicht zu sehr abnimmt.

Abb. 4.1 zeigt die in den Messungen verwendeten Sequenzen für die Präparation der
Atome in einer magneto-optischen Falle mit und ohne anschließende Kühlphase in
einer optischen Melasse. Die Charakterisierung der MOT erfolgte einerseits mit dem
in Kap. 3.4 beschriebenen Detektorsystem, zum anderen mit einer triggerbaren CCD-
Kamera [115].

4.1.1 Methode der Flugzeitspektroskopie

Metastabile Ar∗-Atomen können wegen ihrer hohen inneren Energie leicht direkt
nachgewiesen werden (s. Abschn. 3.4.1). Hiermit läßt sich eine Variante des Flug-
zeitspektroskopieverfahrens [116], das gewöhnlich ein Light Sheet zum Nachweis der
Atome verwendet: Eine horizontale Konversionselektrode als Detektor für die Atome
ermöglicht einen effizienten Nachweis mit hoher zeitlicher und auch räumlicher Auflö-
sung. Aus der Ankunftszeitverteilung der Atome lassen sich wichtige experimentelle

58
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Abbildung 4.1: Diagramm der Steuersequenzen für die Präparation der Atome in
einer magneto-optischen ohne („MEASUREMENT“) bzw. mit („REFERENCE“)
zusätzlicher Kühlphase in einer optischen Melasse. Die Darstellung der einzel-
nen Phasen einer Sequenz erfolgt spaltenweise. Die Balken unterhalb der Zeit-
dauer ein jeden Phase bezeichnen Leistung (in willkürlichen Einheiten) bzw. Ver-
stimmung (in MHz) des MOT-Lasers, darunter wird der Zustand weiterer Para-
meter angezeigt. Die Kühlphase in der optischen Melasse findet – bei abgeschal-
tetem Magnetfeld und maximaler Verstimmung von −49MHz – in den Phasen
9− 11 statt.

Parameter wie die Fallhöhe der Atome und ihre Geschwindigkeitsverteilung ermit-
teln, aus denen sich unmittelbar Mittelwert und Verteilung der kinetischen Energie
der Atome ergeben.

Dieses Verfahren kam bereits bei den Experimenten zum optischen Gitter zur An-
wendung [59]. Dort befand sich die magneto-optische Falle bzw. das optische Gitter
in relativ großem Abstand (ca. 10 cm) zum Detektor; ihre Geschwindigkeit beim Auf-
treffen auf den Detektor beträgt in diesem Fall 1.4 m

s und ist damit groß gegenüber
der Breite der Geschwindigkeitsverteilung von einigen cm

s . In diesem Fall führt eine
Gaußsche Geschwindigkeits- und Dichteverteilung der Atome zu einer ebenfalls Gauß-
schen Ankunftszeitverteilung der detektierten Atome, was die Auswertung natürlich
vereinfacht.

Hier sollen sowohl die Atome in der magneto-optischen Falle als auch die Atome im Po-
tential der stehenden Welle selbst mittels der Flugzeitspektroskopie untersucht wer-
den. Die obige Annahme, der Abstand der Atome vom Nachweisort sei groß, ist bei den
Experimenten zum Wellenleiter natürlich nicht mehr erfüllt. I. allg. ist diese Annah-
me aber auch für die Atome in der MOT nicht mehr gegeben. Im folgenden werden
beide Fälle näher untersucht.

Sowohl die Geschwindigkeitsverteilung der Atome nv(v) dv in der magneto-optischen
Falle und optischen Melasse als auch ihre Ortsverteilung nz(z) dz in der vertikalen
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Koordinate lassen sich durch Gaußfunktionen der Breiten σv bzw. σz beschreiben:

nz(z) dz =
1√

2π σz

exp

(
−z2

2 σz
2

)
dz, nv(v) dv =

1√
2π σv

exp

(
−v2

2 σv
2

)
dv. (4.1)

Als Maß für die Breite der Geschwindigkeitsverteilung wird die Rückstoßgeschwindig-
keit vrec = h̄ k/mAr verwendet, die aus der Rückstoßenergie [13]

Erec =
1
2

mAr v2
rec :=

(h̄ k)2

2mAr
(4.2)

abgeleitet wird. Für den Übergang 1s5 − 2p9 ist vrec = 1.2 cm
s und Erec = 5.0 · 10−30 J =

kB · 0.36µK.

σv nimmt Werte von ca. 5 . . . 8 vrec an, σz beträgt ca. 5mm. Letztgenannter Wert wur-
de mit einem CCD-Kamerasystem bestimmt (s. Abb. 4.9); alle anderen Größen lassen
sich aus den Flugzeitspektren ermitteln. Nach dem Abschalten der Licht- und Ma-
gnetfelder der MOT gehen die Atome unter dem Einfluß der Schwerkraft in den freien
Fall über und treffen auf die Prismenoberfläche in einem Abstand von z0 = 6.1mm
unterhalb der MOT.

Die Ankunftszeitverteilung der Atome als Funktion der Fallhöhe z ergibt durch Trans-
formation von nv(v) dv (Gl. 4.3) nach der Zeit als

nt(t, z) dt =
1√

2π σv

exp

−
(

z
t −

g t
2

)2

2 σv
2

(
g

2
+

z

t2

)
dv , (4.3)

wobei g = 9.81 m
s2

. Mit der Näherung, daß die anfängliche Orts- und Geschwindigkeits-
verteilung der Atome nicht miteinander korreliert sind, erhält man die gesamte An-
kunftszeitverteilung der Atome an der Prismenoberfläche aus der Faltung von Gl. 4.3
mit der Ortsverteilung n(z) dz zum Zeitpunkt t = 0:

n(t) dt =
∫ ∞

−∞
nt(t, z0 − z) nz(z) dz dt . (4.4)

Dieses Integral hat keine geschlossene analytische Lösung und wurde numerisch aus-
gewertet. Für den oben angegebenen Parameterbereich kann die anfängliche Ortsver-
teilung der Atomwolke nz(z) vernachlässigt werden, und die Form der Gesamtvertei-
lung n(t) stimmt im wesentlichen mit Gl. 4.3 überein (s. Abb. 4.3 und 4.4).

Einen signifikanten Einfluß auf die Zahl der in den Flugzeitspektren nachgewiesenen
Atome hat jedoch die Gesichtsfeldgröße des Detektorsystems, die durch die Apertur
der Extraktionselektrode definiert wird (s. Kap. 3.4.2): Der Radius der Atomwolke ist
beim Auftreffen auf die Prismenoberfläche, der Konversionselektrode, etwa so groß wie
die Apertur der Extraktionselektrode mit einem Radius von R = 1.5 mm. Nur der Teil
der Atome, der innerhalb des Gesichtsfeldes auf die Konversionselektrode trifft, kann
nachgewiesen werden. Er ergibt sich aus dem Radius der Atomwolke zum Zeitpunkt
des Auftreffens zu∫ R

0

1
(σv t)2

exp

(
−r2

2 (σv t)2

)
r dr = 1− exp

(
−R2

2σv
2 t2

)
. (4.5)
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Abbildung 4.2: Anteil der innerhalb des Gesichtsfeldes des elektronenoptischen
Nachweissystems auftreffenden Atome als Funktion der mittleren Breite der
Geschwindigkeitsverteilung σv. Das Gesichtsfeld wird durch den Radius R =
1.5mm der Eintrittsapertur der Extraktionselektrode (vgl. Kap. 3.4.2) definiert.

Insgesamt folgt also unter Vernachlässigung der anfänglichen Breite der Ortsvertei-
lung der Atomwolke σz für die Ankunftszeitverteilung n(t) der Ausdruck

n(t) dt =
1√

2π σv

exp

−
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2
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)) (
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)
dt. (4.6)

Die gesamte Anzahl n der Atome, die innerhalb des Gesichtsfeldes des Detektors auf
das Prisma trifft, ergibt sich durch Integration der Verteilung Gl. 4.6 über die Zeit. n
hängt stark von der Breite der Geschwindigkeitsverteilung σv ab und nimmt im rele-
vanten Bereich von σv = 5 . . . 8 vrec Werte von n = 0.11 . . . 0.23 an (s. Abb. 4.2). Daneben
ändert sich auch die Form der Spektren; das Maximum verschiebt sich etwas zu kür-
zeren Zeiten. Die Verteilungsfunktion nach Gl. 4.6 wurde an die experimentell erhal-
tenen Flugzeitspektren angepaßt und daraus die Geschwindigkeitsverteilung σv und
die Fallhöhe z0 ermittelt. In die gesamte Nachweiswahrscheinlichkeit für Ar∗-Atome
geht ferner die Nachweiseffizienz des Detektorsystems, also von Elektronenoptik und
MCP-Detektor, ein.

Die Auswertung der Flugzeitspektren liefert sowohl die mittlere Höhe z0 der Atome
über dem Prisma als auch ihre Geschwindigkeitsverteilung σv. Die Abb. 4.5 und 4.6
zeigen die mit der Sequenz aus Abb. 4.1 erhaltenen Flugzeitspektren. Für den Ab-
stand der MOT über dem Prisma ergibt sich ein mittlerer Wert von z0 = (6.1±0.1)mm;
die Geschwindigkeitsverteilung hängt stark von der jeweiligen Kühlsequenz und der
Dichte in der MOT ab und liegt im Bereich von σv = 7.7 . . . 10 cm

s . Dies entspricht
σv = 6.3 . . . 8.2 vrec oder einer Temperatur von 30 . . . 50 µK. Die Messungen zum Reflexi-
onsprozeß und zum Wellenleiter erfolgten alle mit einer MOT mit σv = (7.7 ± 0.1) cm

s .
Die hohe Zählrate in den ersten Millisekunden des MOT-Spektrums stammt von po-
sitiv geladenen Ionen aus der MOT, die auf das Prisma treffen und dort Elektronen
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Abbildung 4.3: Theoretische Ankunftszeitverteilungen nt(t) von Atomen aus ei-
ner magneto-optischen Falle. Für die Atomwolke wurden als Parameter eine
Fallhöhe z0 = 6.1 mm, eine anfängliche Geschwindigkeitsverteilung mit σv =
8 vrec und eine Ortsverteilung mit σz = 0.5mm angenommen. Der Radius der
Eintrittsapertur ist R = 1.5mm. Die Ankunftszeitverteilung Gl. 4.4 nimmt die
Form (a) an, wenn in Gl. 4.3 zunächst nur die anfängliche Breite der Geschwin-
digkeitsverteilung σv eingeht, die Form (b), wenn zusätzlich die Eintrittsapertur
berücksichtigt wird und die Form (c), wenn weiterhin die anfängliche Breite der
Ortsverteilung σz in die Rechnung eingeht (s. Gl. 4.6). Die Eintrittsapertur führt
zu einer Verringerung der Gesamtzahl nachgewiesener Atome, so daß die Vertei-
lung (a) im gegebenen Maßstab noch mit dem Faktor 7.9 zu multiplizieren ist.

Abbildung 4.4: Ankunftszeitverteilung der Atome nach Kühlung in einer opti-
schen Melasse bei einer anfänglichen Geschwindigkeitsverteilung der Atome mit
σv = 5 vrec. Alle anderen Parameter haben Werte wie die in Abb. 4.3 angegebenen;
die Legende folgt ebenfalls Abb. 4.3.
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Abbildung 4.5: Flugzeitspektrum von Ar∗-Atomen aus einer magneto-optischen
Falle. Das Spektrum wurde über 10 Durchläufe summiert; die Kanalbreite be-
trägt 1ms. Das starke Signal innerhalb der ersten Millisekunden rührt von Io-
nen und evtl. UV-Photonen her, die bei der Penning-Ionisation von Ar∗-Atomen
in der Atomwolke entstehen. An die Meßwerte ist eine Kurve nach Gl. 4.6 gefittet,
aus der sich eine Fallhöhe von z0 = (6.1± 0.2) mm und eine Breite der Geschwin-
digkeitsverteilung von σv = (8.4±0.4) cm

s ergeben. Die Summe der Zählereignisse
beträgt insgesamt 10.8 · 103.

Abbildung 4.6: Flugzeitspektrum von Ar∗-Atomen aus einer magneto-optischen
Falle nach Kühlung in einer optischen Melasse. Das Spektrum wurde ebenfalls
über 10 Durchläufe integriert und ein Fit nach Gl. 4.6 durchgeführt. Die Breite
der Geschwindigkeitsverteilung beträgt hier σv = (5.5 ± 0.1) cm

s , die Anzahl der
Zählereignisse 4.5 · 103. Die Ursache für die Abweichung des Spektrums vom Fit
bei t ≈ 0.02 s dürfte auf Streumagnetfelder zurückzuführen sein.
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auslösen1. Es wurde ebenfalls demonstriert, daß es bei einem Vorzeichenwechsel al-
ler Spannungen an der Elektronenoptik möglich ist, die bei der Resonanzionisation
entstehenden positiv geladenen Ar+-Ionen direkt nachzuweisen.

Mit einer Melassenphase sind tiefere Temperaturen erreichbar als durch die Küh-
lung in einer MOT allein. Abb. 4.6 zeigt ein Flugzeitspektrum von Atomen nach einer
Kühlphase in einer optischen Melasse. Die aus dem Fit nach Gl. 4.4 ermittelten Pa-
rameter sind σv = 5.6 cm

s = 4.7 vrec =̂15 µK. Die Kühlung der Atome in einer Melasse
erfordert eine sehr gute Unterdrückung des Erdmagnetfeldes und von Streumagnet-
feldern, da die Atome ansonsten beim Abschalten des Magnetfeldes in der optischen
Melasse nicht gekühlt, sondern aufgeheizt oder gar gerichtet beschleunigt werden [81].
Mit dem letztgenannten Effekt ließe sich in definierter Form ein langsamer und inten-
siver Atomstrahl mit schmaler Breite der Geschwindigkeitsverteilung erzeugen [117].
Anstelle der aus einer MOT freigesetzten, frei fallenden Wolke von Atomen könnte
auch ein derartiger Atomstrahl zum Laden des Wellenleiters mit Atomen Anwendung
finden.

4.1.2 Energieverteilung der Atome

Neben der Ankunftszeitverteilung der Atome ist noch die Verteilungsfunktion ihrer
Geschwindigkeit und kinetischen Energie an der Oberfläche des Prismas für die Be-
schreibung des Reflexions- und Transferprozesses von Bedeutung, da diese im wesent-
lichen die Dynamik der Atome im Reflexionspotential und damit auch den Transfer-
prozeß bestimmen. Die endliche Fallhöhe der Atome führt dazu, daß die Atome am Ort
des Prismas eine bestimmte Mindestgeschwindigkeit vom Betrag v1 =

√
2 g z0 haben,

die gerade von den Atomen mit einer anfänglichen vertikalen Geschwindigkeitskom-
ponente vz = 0 angenommen wird. Atome mit Anfangsgeschwindigkeiten vz = ±v0

haben am Prisma (bei z = 0) gleiche vertikale Geschwindigkeiten

v1 =
√

2 g z0 + v2
0 . (4.7)

Dies führt zu einer stark asymmetrischen Verteilung (Abb. 4.7), die für typische expe-
rimentelle Parameter (z0 = 6.1 mm, σv = 5..10 vrec) wesentlich schmaler als die anfäng-
liche Geschwindigkeitsverteilung ist (Kinetic Compression [43]):

n(v, z) dv =


1√

2 πσv
exp

(
−v2−2 g z

2 σ2
v

)
2 v√

v2−2 g z
dv , falls v >

√
2 g z

0 , falls v ≤
√

2 g z .
(4.8)

Die Verteilung der kinetischen Energie Ekin = 1
2 mAr v2 ist über eine einfache Transfor-

mation zu erhalten. Wird Ekin gemäß ε = Ekin/Erec auf die Rückstoßenergie normiert,
erhält man

n(ε, z) dε =


1√

2 πσv
exp

(
− ε−g z

σ2
v

) √
2√

ε−g z
dε , falls ε > g z ,

0 , falls ε ≤ g z .
(4.9)

1Prinzipiell könnte das Signal auch von Elektronen (oder sogar Photonen) stammen, die bei den
Penning-Kollisionen in der MOT entstehen und – ohne auf das Prisma zu treffen – direkt auf den MCP-
Detektor treffen. Dies läßt sich mit Hilfe des ortsauflösenden Detektor jedoch mit hoher Wahrscheinlich-
keit ausschließen, da der Auftreffpunkt scharf abgebildet wird und deshalb in der Ebene des Prismas
liegen muß.
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Abbildung 4.7: Geschwindigkeitsverteilung n(v) dv von Atomen an der Prismen-
oberfläche. Die Atome werden aus einer MOT mit einer Geschwindigkeitsvertei-
lung der Breite σv = 8 vrec freigegeben, die zum Vergleich mit eingetragen ist
(gestrichelte Linie). Die MOT befindet sich in einer Höhe von z0 = 6.1 mm über
dem Prisma. Die anfängliche Ausdehnung σz der Atomwolke wird hier nicht be-
rücksichtigt.

Abbildung 4.8: Energieverteilung n(ε) dε von Atomen an der Prismenoberfläche.
(Ekin wurde auf die Rückstoßenergie Erec normiert, ε = Ekin/Erec.) In (a) wur-
de eine anfängliche Geschwindigkeitsverteilung der Atome von σv = 8 vrec an-
genommen (MOT), in (b) von σv = 5 vrec (optische Melasse). In beiden Fällen
betrug die Fallhöhe z0 = 6.1mm und die anfängliche Ausdehnung der Atomwol-
ke σz = 0.5 mm. Zum Vergleich ist die Energieverteilung ohne Berücksichtigung
der Ausdehnung σz mit eingetragen, wie sie der Geschwindigkeitsverteilung aus
Abb. 4.7 entspricht (c). Offensichtlich ist die Ausdehnung der Wolke der für die
Energieverteilung am Prisma entscheidende Faktor, der über den Effekt der Ki-
netic Compression dominiert.
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Abbildung 4.9: Querschnitt der Verteilung der atomaren Dichte in der MOT. Die
Abbildung zeigt einen Bildschirmausschnitt des Programms zur Steuerung der
CCD-Kamera, das einen Echtzeit-Fit einer Gaußschen Verteilung an die aufge-
nommene Intensitätsverteilung erlaubt [115].

Abb. 4.8 zeigt die Faltung von Gl. 4.9 mit der Ortsverteilung Gl. 4.1. Da hierfür kein ge-
schlossener Ausdruck angegeben werden kann, wurden die Kurven numerisch berech-
net. Die Geschwindigkeits- bzw. Energieverteilungen hängen offensichtlich wesentlich
stärker von der anfänglichen Ortsverteilung ab als die Ankunftszeitverteilungen. Die
Energieverteilung läßt sich – nach einer Kühlphase der Atome in einer optischen Me-
lasse – bei Breiten der Geschwindigkeitsverteilung im Bereich von σv ≈ 5 vrec gut
durch eine Gaußfunktion mit der Breite σE = g σz annähern.

4.1.3 Anzahl und Dichte der Atome

Die Messung der absoluten Anzahl der Atome in der MOT erfolgte mit einem CCD-
Kamerasystem [115]. Hierzu wurde das Signal der Kamera anhand eines Laserstrahls
bekannter Intensität geeicht. Dabei wurde der Winkel des Laserstrahls zur optischen
Achse des Kameraobjektivs variiert, um den von der Kamera erfaßten Raumwinkel
zu bestimmen [118]. Auf diese Weise kann die von den N Atomen in der MOT insge-
samt gestreute Lichtleistung P = N Γsc h̄ω ermittelt werden. Γsc ergibt sich für kleine
Verstimmungen δ aus Gl. 2.15 zu

Γsc =
Γ
2

sEff

sEff + 1
, sEff = C2

eff

I

IS

Γ2

Γ2 + 4 δ2
. (4.10)

Als effektiver Clebsch-Gordan-Koeffizient wurde der in Ref. [57] bei Messungen an
einer Cäsium-MOT für einen F = 4 → F = 5 -Übergang in einer σ+−σ− -Konfiguration
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Abbildung 4.10: Radien σz(t) der frei expandierenden Wolke von Ar∗-Atomen
nach nach Kühlung in einer optischen Melasse. Die Radien σz(t) wurden mit
Hilfe des CCD-Kamerasystems bestimmt, wofür die MOT-Laserstrahlen nach ei-
ner Phase der freien Expansion im Dunkeln kurz angeschaltet wurden. Ein Fit
der Meßwerte mit Gl. 4.11 ergibt für t = 0 einen Radius σz(t = 0) = 0.69 mm und
eine Breite der Geschwindigkeitsverteilung von σv = 5.7 cm

s , was einer Tempera-
tur von 16µK entspricht [115].

der Lichtfelder experimentell bestimmte Wert C2
eff = 0.7 herangezogen; der Wert für

Ar∗ mit einem F = 3 → F = 4 -Übergang sollte nicht weit davon entfernt liegen.

Durch Vergleich dieses Wertes mit der vom elektronenoptischen Detektorsystem nach-
gewiesenen Anzahl von Atomen erhält man für die gesamte Nachweiseffizienz des De-
tektorsystems einen Wert von η = (2.7 ± 0.7)% [115]. Ferner ist es möglich, die räum-
liche Verteilung der Atome in der MOT zu bestimmen: Als Breite der Ortsverteilung
ergeben sich σx = 0.38 mm und σy = σz = 0.37mm, wobei die x-Achse durch die Symme-
trieachse des MOT-Magnetfeldes gegeben ist. Da das Kamerasystem Aufnahmen der
MOT mit sehr hoher Zeitauflösung gestattet, kann damit auf unabhängige Weise auch
die Geschwindigkeitsverteilung in der MOT ermittelt werden. Die Dichte der Atome
in einer MOT ist in guter Näherung Gauß-verteilt, wie aus Abb. 4.9 ersichtlich wird.
Bei der Aufnahme von Abb. 4.9 kam bereits eine zweidimensionale Kompression des
Atomstrahls zum Einsatz [119]. Deshalb lag hier die Zahl der Atome in der MOT mit
(4.1±0.5)·106 um etwa eine Größenordnung über derjenigen bei den hier präsentierten
Experimenten zum Wellenleiter. In den Simulationen zum Transferprozeß der Atome
in das Wellenleiterpotential wurde ein maximaler Wert σz = 0.5mm angenommen.

Abb. 4.10 zeigt den Radius der Atomwolke nach einer Phase der freien Expansion als
Funktion der Zeit. Die Messung erfolgte durch einen kurzen (1 ms) Lichtblitz auf die
Atomwolke zum Zeitpunkt t mit den MOT-Laserstrahlen und eine Bestimmung ihres
Radius mit der CCD-Kamera. Die MOT-Laserstrahlen sind während der Belichtungs-
phase um einige MHz rot verstimmt, so daß sich eine optische Melasse ausbildet und
die Form der Atomwolke sich während der Belichtungszeit nicht ändert [120].
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Ein Fit der Funktion

σz(t) =
√

σz(t = 0)2 + σ2
v t2 , (4.11)

der die Breite der Faltung der beiden Gaußverteilungen der Orts- und Geschwindig-
keitsverteilung der Atome zum Zeitpunkt t = 0 beschreibt, ergibt aus dieser Messung
die Werte σv = (5.7 ± 0.1) cm

s in Übereinstimmung mit den aus den Flugzeitspektren
erhaltenen Werten.

4.2 Reflexion der Atome am evaneszenten Feld

Die Reflexion der Ar∗-Atome vor der Prismenoberfläche erfolgt im Dipolpotential eines
gegenüber dem Übergang 1s5 − 2p9 weit blau verstimmten evaneszenten Lichtfeldes.
Dieses Feld wird durch interne Totalreflexion eines Gaußschen Strahls erzeugt; durch
resonante Anregung eines Oberflächenplasmons erfolgt eine starke Feldüberhöhung
(s. Abschn. 3.3). Intensität, Verstimmung und Strahlparameter bestimmen die Hö-
he, horizontale Ausdehnung und und Abklinglänge des Reflexionspotentials. Störend
wirkt sich daneben die Streuung von Photonen durch dieses Lichtfeld aus, der folgende
zwei Prozesse zugrunde liegen:

• In dem Streulichtkegel, der vom Zerfall des Oberflächenplasmons in reale Photo-
nen herrührt, streuen die Atome Photonen. Dieser Effekt findet bereits in weitem
Abstand vor der Prismenoberfläche statt. Er führt einerseits zu einem Abbrem-
sen der Atome durch den gerichteten Impulsübertrag, andererseits zu einer Auf-
heizung der fallenden Atomwolke.

• Die Anregung der Atome innerhalb des evaneszenten Feldes vom Zustand 1s5

nach 2p9 führt dazu, daß das Dipolpotential auf die Atome plötzlich nicht mehr
repulsiv, sondern attraktiv wirkt. Die Atome werden also Richtung Prisma be-
schleunigt und zerfallen dort beim Kontakt mit der Oberfläche in den Grund-
zustand 1s0 oder erfahren – falls sie wieder in den Zustand 1s5 zurück fallen –
eine starke Nettozunahme ihrer kinetischen Energie (s. Abb. 2.1). Streuung von
Photonen führt weiter zu einem Impulsübertrag auf das Atom. Auch dieser er-
folgt gerichtet, diesmal aber parallel zur Prismenoberfläche in Laufrichtung des
Oberflächenplasmons.

Beide Effekte führen zu einer Verringerung der Phasenraumdichte der Atome wäh-
rend des Ladeprozesses. Ziel ist es daher, die Photonenstreurate in beiden Fällen zu
minimieren, was nach Kap. 2.1 zum einen durch eine große Verstimmung der Fre-
quenz, zum anderen durch eine kurze Anschaltzeit des Reflexionslasers möglich ist.

4.2.1 Reflexionspotential

Nach dem Abschalten der magneto-optischen Falle fallen die Atome frei in Richtung
Prisma. Bevor sie die Prismenoberfläche erreichen, werden sie im optischen Potential
einer gegen den Übergang 1s5 − 2p9 weit blau verstimmten evaneszenten Lichtwelle
abgebremst und – falls kein optisches Pumpen in den Zustand 1s3 erfolgt – reflektiert.
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Potential des evaneszenten Lichtfeldes

Der Vektor k des evaneszenten Lichtfeldes liege o. E. in der y-z-Ebene. Unter der An-
nahme eines konstanten Überhöhungsfaktors im Oberflächenplasmon über den gan-
zen Querschnitt des Gaußschen Strahls ist die elektrische Feldstärke im Reflexionsfeld

E(r) = E0 exp

−i (kx x− ω t)− z

ζR
−

(
x

wx

)2

−
(

y

wy

)2
 . (4.12)

E0 ist die maximale elektrische Feldstärke an der Oberfläche, k der Lichtvektor, r die
Ortskoordinate, ζR die Abklinglänge des elektrischen Feldes der evaneszenten Welle
und wx und wy die Strahltaillen in x und y-Richtung. Das elektrische Feld besteht
demnach aus einer evaneszenten Welle in z-Richtung, senkrecht zur Oberfläche, und
einer laufenden Welle in x-Richtung, parallel zur Oberfläche.

Die Intensitätsverteilung lautet damit

I(r) =
1
2
c ε0 |E(r)|2 = IR0 exp

−2
z

ζR
− 2

(
x

wx

)2

− 2

(
y

wy

)2
 . (4.13)

Für das Potential der evaneszenten Welle gilt nach Gl. 4.13 und 2.14:

Vdip(r) = C2
eff R

h̄Γ2
R

8 δR

I(r)
ISR

= V0(x, y) exp
(
−2 z

ζR

)
. (4.14)

ISR ist die Sättigungsintensität, ΓR die Linienbreite und δR die Verstimmung des Re-
flexionslasers gegen den Übergang 1s5−2p9. Für den Kopplungskoeffizienten zwischen
Atom und evaneszentem Lichtfeld wird der effektive Clebsch-Gordan-Koeffizient für
π-Polarisation, Ceff R = 0.68, angenommen. Die Strahltaillen wx und wy sind für einen
ursprünglich kreisförmigen Strahlquerschnitt, der unter einem Winkel von θR zur
Prismenoberfläche einfällt, mit der Strahltaille wR gegeben durch

wx = wR, wy = (cos θR)−1 wR,

wobei θR = 0.7460 der Einfallswinkel des Laserstrahls ist (vgl. Tab. 3.1), und wR =
0.67 mm.

Atom-Oberflächen-Wechselwirkung

In der Nähe einer leitenden Oberfläche unterliegen die Ar∗-Atome der van der Waals-
Wechselwirkung. Bei der Untersuchung des Reflexionsprozesses ist diese in ihrer
retardierten Form, der Casimir-Polder-Wechselwirkung, zu berücksichtigen, da die
Reichweite der nicht retardierten Wechselwirkung unter λ/10 liegt [121, 122]. In
[123, 124] wurde die Atom-Oberflächen-Wechselwirkung direkt bei der Reflexion von
Rb-Atomen im Grundzsutand an einem evaneszenten Lichtfeld untersucht. Das Ca-
simir-Polder-Potential zwischen einem Ar∗-Atom im Zustand 1s5 und einer leitenden
Oberfläche lautet

UCP(z) = −3 h̄ c α1s5

32 π2 ε0

1
z4

= C4
1
z4

, wobei C4 = 1.7 · 10−55 J m4 . (4.15)
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Nach [125] ist die atomare Polarisierbarkeit des Zustands 1s5 gegeben durch α1s5 =
4π ε0 ·(44.7±0.9) ·10−30 m3. Wird die endliche Reflektivität der Goldschicht berücksich-
tigt, ist Gl. 4.15 noch mit einem Faktor der Form (1− ε)/(1 + ε) zu multiplizieren; dies
führt zu einer Verringerung der Wechselwirkung um etwa 5%. Nach Ref. [126] ist eine
Korrektur dieses Faktors notwendig, wenn die Frequenz des atomaren Dipolübergan-
ges nahe der Frequenz eines Oberflächenplasmons der Metallschicht liegt, wie es hier
im Prinzip ja der Fall ist. Signifikanten Änderungen treten allerdings nur bei Abstän-
den kleiner der Schichtdicke des Metalls auf, so daß dieser Effekt hier nicht weiter
berücksichtigt werden muß.

Der charakteristische Abstand, an dem die Atom-Oberflächen-Wechselwirkung für die
Reflexion der Atome entscheidend wird, ist an der Stelle gegeben, an der die kineti-
sche Energie der fallenden Atome (und damit die Höhe des Reflexionspotentials) gleich
dem Betrag des Casimir-Polder-Potentials wird. Unter den gegebenen Bedingungen
ist dies bei einem Abstand von z ≈ 80 nm der Fall. Dieser Punkt liegt hinreichend
weit vom ersten Minimum des Wellenleiterpotentials bei 253 nm (bei roter Verstim-
mung des Wellenleiterlichtfeldes) bzw. 534 nm (bei blauer Verstimmung) entfernt, so
daß noch kein spürbarer Einfluß auf die Reflexion der Atome und ihren Transfer in
das Wellenleiterpotential zu erwarten ist (s. hierzu Kap. 4.4).

Im Wellenleiterexperiment soll der klassische Umkehrpunkt der fallenden Atome an
den Minima des Wellenleiterpotentials liegen: Im Falle blauer Verstimmung des Wel-
lenleiterlichtfeldes also bei einem Abstand von 1

2

√
2λW = 534 nm, dem ersten Knoten

der stehenden Welle vor dem Prisma; im Falle roter Verstimmung bei Abständen von
253 nm bzw. 815 nm für den ersten bzw. zweiten Bauch der stehenden Welle. Nur im
ersten Minimum bei roter Verstimmung, also bei 253 nm, ist ein spürbarer Einfluß der
Casimir-Polder-Wechselwirkung auf den Reflexionsprozeß zu erwarten, der sich in ei-
ner erhöhten Tunnelwahrscheinlichkeit der Atome durch das Reflexionspotential zur
Prismenoberfläche hin äußert. Der Tunneleffekt durch die Casimir-Polder-Wechsel-
wirkung tritt wesentlich deutlicher beim Wellenleiterpotential zu Tage und wird in
Kap. 4.4 näher untersucht; dort wird auch gezeigt, daß im ersten Potentialminimum
bei roter Verstimmung praktisch keine Atome gespeichert werden können, so daß die
Wirkung des Casimir-Polder-Potentials bei der Untersuchung des Reflexionsprozesses
nicht berücksichtigt werden muß.

Klassische Bewegungsgleichung

Die klassische Bewegungsgleichung der Atome unter Einfluß des Gravitationspoten-
tials, des Dipolpotentials der evaneszenten Welle und der Casimir-Polder-Wechselwir-
kung lautet mit Gl. 4.14:

m z̈ = −mg − ∂

∂z
Vdip(r)−

∂

∂z
UCP((r)) , (4.16)

wobei z(t0) = z0 und z̈(t0) = v0 .

z0 ist der Ort, an dem sich das Atom zum Zeitpunkt t0 des Abschaltens der MOT be-
findet und v0 seine Anfangsgeschwindigkeit in z-Richtung. Aufgrund der sehr unter-
schiedlichen Längenskalen, auf der das Gravitationspotential und das Potential des
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evaneszenten Lichtfeldes wirken, läßt sich einerseits der Einfluß des evaneszenten Re-
flexionsfeldes bei Abständen sehr viel größer als der Abfallänge des Oberflächenplas-
mons, z ½ ζR, und andererseits der Einfluß der Gravitation innerhalb des Bereichs des
Lichtfeldes, z ≈ ζR, vernachlässigen. Die Reflexion der Atome am Potential der evanes-
zenten Welle kann also unter der Annahme einer konstanten Anfangsgeschwindigkeit
unter Vernachlässigung der Gravitation beschrieben werden. Damit ergibt sich aus
Gl. 4.16:

mz̈ = −V0(x, y)
2
ζR

exp
(
−2 z

ζR

)
. (4.17)

Die kinetische Energie bzw. die Geschwindigkeit eines Atoms senkrecht zum Prisma
nahe an der Oberfläche ergibt sich mit Gl. 4.7 zu

E1 =
1
2
m v2

1 =
1
2
mv2

0 + mg z0 . (4.18)

Abbildung 4.11: Ortsverteilung %(z) des klassischen Umkehrpunktes als Funk-
tion des Abstandes z bei einer anfänglichen Ausdehnung der MOT von σz =
0.5mm (durchgezogene Linie). Die anfängliche Breite der Geschwindigkeitsver-
teilung σv kann hierbei vernachläßigt werden. Gepunktet eingetragen sind wei-
ter die Potentiale des evaneszenten Reflexionsfeldes und einer blau verstimmten
stehenden Welle. Die Potentialhöhen sind in willkürlichen Einheiten angegeben.

Mit einer Fallhöhe von z0 = 6.1 mm ergibt sich für v0 = 0 eine Geschwindigkeit
von v1 = 0.34 m

s = 28 vrec am Prisma. Die Breite der Geschwindigkeitsverteilung
σv 1 folgt aus der anfänglichen Ausdehnung und Temperatur der Atomwolke. Wie in
Abschn. 4.1.2 gezeigt, werden Energie- und Geschwindigkeitsverteilung der Atome
am Prisma in erster Linie durch die anfängliche Ausdehnung bestimmt. Die van der
Waals-Wechselwirkung kann im relevanten Bereich von z ≥ 1

2

√
2λW bei der Betrach-

tung des Reflexionsprozesses vernachlässigt werden.
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Mit der Randbedingung 4.18 läßt sich eine geschlossene Lösung von Gl. 4.17 angeben
[127]:

z(t) =
ζR

2

(
ln

v2

v1
+ ln

(
cosh

(
2 v1

t− t1
ζR

)))
. (4.19)

v1 ist nach Gl. 4.18 die Geschwindigkeit des Atoms am Prisma, v2 entspricht der ma-
ximalen Geschwindigkeit, bei der ein Atom gerade noch vom Potential Vdip(r) nach
Gl. 4.14 reflektiert wird,

v2 =
√

2
m

V0(x, y) . (4.20)

t1 ist der Zeitpunkt, an dem sich das Atom am klassischen Umkehrpunkt der Bewe-
gung befindet:

z1 = z(t1) =
ζR

2

(
ln

v2

v1

)
. (4.21)

Aus 4.19 läßt sich die z-Komponente der Geschwindigkeit als Funktion der Zeit ablei-
ten:

ż(t) = v2 tanh
(

t− t1
ζR

v2

)
. (4.22)

Abb. 4.11 zeigt die Ortsverteilung des klassischen Umkehrpunktes einer Atomwolke
mit einer anfänglichen Ausdehnung von σz = 0.5mm bei optimaler Höhe des Reflexi-
onspotentials. Die tatsächliche Breite der Ortsverteilung ist wohl größer, da der ma-
gnetische Unterzustand der Atome bei der Reflexion nicht definiert ist und diese nach
Abschn. 2.2.2 unterschiedlich stark an das Reflexionslichtfeld koppeln.

Für die Gültigkeit des Potentialansatzes muß die Adiabatizitätsbedingung 2.12 erfüllt
sein. Diese läßt sich als Bedingung für die Intensitätsänderung d

dtI umformulieren
gemäß

d

dt
I ¼ 4 ISR δ3

R

Γ2
R C2

eff R

.

Für Verstimmungen von δR = 2π ·0.23 GHz bzw. δR = 2 π ·0.65 GHz müssen demnach die
Bedingungen d

dtI ¼ 3.0 ·1014 W
m2 s

und d
dtI ¼ 6.8 ·1015 W

m2 s
erfüllt sein. Die typische Zeit-

dauer für den Reflexionsprozeß ist von der Größenordnung ζR/v1 ≈ 0.1µs. Tatsächlich
folgt aus∣∣∣∣ d

dt
I

∣∣∣∣ < IR0

∣∣∣∣tanh(
t− t1
ζR

v1)
∣∣∣∣ 2 ζR v1 < IR0 ζR v1 , (4.23)

daß | d
dtI| ¼ 1.6·1010 W

m2 s
bzw. d

dtI ¼ 4.8·1010 W
m2 s

. Die Adiabatizitätsbedingung ist damit
erfüllt, der Potentialansatz also gerechtfertigt. Damit sollte das evaneszente Reflexi-
onslichtfeld oberhalb einer bestimmten Intensität einen quasi perfekten Spiegel für
Atome darstellen. (Im Experiment bedeutet dies, daß die Atome in diesem Bereich
keinen Kontakt mit der Oberfläche haben und dort nicht abgeregt und nachgewiesen
werden.) Der Betrag dieser minimal erforderlichen Intensität wird von der kleinsten
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Abbildung 4.12: Reflexionsprozeß bei blauer (positiver) Verstimmung des Reflexi-
onslasers. Aufgetragen ist die Differenz der Zählereignisse von je 2 Flugzeitspek-
tren mit („Signal“) und ohne („Referenz“) Reflexionslichtfeld. Das eingefügte Bild
zeigt überlagert die Flugzeitspektren von Referenz und Signal. Die Verstimmung
des Reflexionslasers betrug 0.23 GHz, die Leistung P = 26mW (dies entspricht
einer einfallenden Lichtintensität von ĨR = 2.6 W

cm2 ). Der Reflexionslaser war im
Zeitfenster von 25 ms bis 35 ms eingeschaltet.

Kopplungskonstanten der am Übergang beteiligten magnetischen Unterzustände be-
stimmt. In Ref. [128] wird eine semiklassische Behandlung des Reflexionsprozesses
mit einer Quanten-Monte-Carlo-Simulation verglichen; auch dort stimmen die Ergeb-
nisse gut überein, sofern bei der Reflexion keine spontanten Emissionen auftreten.

Abb. 4.12 zeigt ein differentielle Flugzeitspektrum (d.h., die Differenz zwischen ei-
nem „Referenzspektrum“, das ohne Reflexionslichtfeld aufgenommen wurde, und ei-
nem „Signalspektrum“ mit Reflexionslichtfeld) bei blauer Verstimmung von +0.23GHz
und einer Intensität des Reflexionslasers von 2.7 W

cm2 . Die Steuerung von Ein- und Aus-
schaltzeitpunkt des Reflexionslasers erfolgt dabei über einen Verzögerungsschalter,
der aus einer Steuersequenz analog Abb. 4.1 heraus getriggert wird. Innerhalb des
Zeitfensters von 25ms bis 35 ms, in dem das Reflexionslichtfeld wirksam ist, werden
fast alle Atome reflektiert. Die wenigen, die dort nicht reflektiert werden und auf die
Prismenoberfläche treffen, stammen vom Rand des Reflexionsbereiches, wo die Inten-
sität des Lichtfeldes unter dem für vollständige Reflexion erforderlichen Schwellen-
wert liegt (s. Abb. 4.22 (a)). Im gezeigten Flugzeitspektrum war der Laser in einem
Zeitfenster von 25ms bis 35ms eingeschaltet. Das hohe Untergrundrauschen ist auf
die Differenzbildung zweier fast gleicher Größen zurückzuführen, da ein Differenz-
wert n = nSig − nRef eine Standardabweichung von ∆n =

√
∆n2

Sig + ∆n2
Ref ) hat.

Während des freien Falles Richtung Prisma absorbieren die Atome Photonen aus dem
Streulichtkegel des Oberflächenplasmons. Die meisten Photonen absorbieren diejeni-
gen Atome, die am Ende des Zeitfensters der Reflexion ankommen; die Abschätzung
im nächsten Abschnitt ergibt hierfür einen Mittelwert von N = 18 Photonen, so daß es
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noch nicht zu einer Reflexion der Atome am Streulicht kommt. In den Flugzeitspek-
tren sind deshalb beim Ein- und Ausschalten des Reflexionslasers scharfe Kanten zu
beobachten.

Abbildung 4.13: Anteil p der reflektierten Atome als Funktion der Intensität des
evaneszenten Lichtfeldes (in logarithmischer Auftragung); variiert wurde dabei
die Verstimmung δR. Bei blauer (positiver) Verstimmung werden die Atome am
Potential des evaneszenten Lichtfeldes reflektiert; bei roter (negativer) Verstim-
mung kann die „Reflexion“ nur durch den Impulsübertrag aus dem Streulicht
absorbierter Photonen erfolgen.

Wenn die Atome auf das Prisma treffen, gilt für ihre kinetische Energie nach Gl. 4.18
Ekin ≥ m g z0, so daß es eine minimale Intensität des evaneszenten Reflexionsfeldes
gibt; unterhalb dieser erfolgt keine Reflexion der Atome mehr. (Nach Gl. 4.19 ent-
spricht dies dem Fall z1 < 0 bzw. v2 < v1). Das Gebiet, innerhalb dessen die Atome
reflektiert werden, hat nach Gl. 4.14 also die Gestalt einer Ellipse mit der Fläche A:

A = π wx wy ln
v2

v1
=

π

2
wx wy ln

V0(x, y)
E1

. (4.24)

Die Fläche A dieser Ellipse wächst proportional zum Logarithmus des Potentials V0

und damit der Intensität IR0 des evaneszenten Lichtfeldes. In Abb. 4.13 ist der Anteil
reflektierter Atome p gegen den Logarithmus der eingestrahlten Intensität aufgetra-
gen. p ergibt sich aus dem Verhältnis der Summe über die im Zeitfenster von 25ms bis
35 ms liegenden Zäehlereignisse im differentiellen Flugzeitspektrum zur entsprechen-
den Summe im Referenzspektrum.

Die Extrapolation der Ausgleichsgeraden ermöglicht die Bestimmung der minimalen
Intensität, die zur Reflexion der Atome nötig ist, und damit die Intensitätsüberhöhung
des evaneszenten Feldes durch das Oberflächenplasmon. Dieser Wert ist für die Opti-
mierung der Lage des klassischen Umkehrpunktes relativ zum Wellenleiterpotential
entscheidend. Dieses Verfahren vermeidet systematische Fehler durch die Atom-Ober-
flächen-Wechselwirkung (s. Abschn. 4.2.1), wie sie bei geringen Intensitäten auftreten
würden, denn die Atome werden relativ weit vor der Oberfläche reflektiert. Wegen
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des großen Reflexionsbereiches ist es zudem unempfindlich gegenüber der räumlichen
Verteilung der Atome. Nur bei sehr großen Potentialhöhen, wie es z. B. in Abb. 4.12
der Fall ist, überdeckt die Fläche des Reflexionsbereiches das Gesichtsfeld der Nach-
weisoptik. Dies führt zu einer Sättigung der Anzahl nachgewiesener Atome, d. h. die
Meßwerte weichen systematisch von der Ausgleichsgeraden ab.

Da die kinetische Energie der Atome beim Erreichen der Oberfläche bekannt ist, kann
durch Vergleich der minimalen für die Reflexion erforderlichen Intensität IR0 mit der
eingestrahlten Intensität ĨR der durch die Anregung des Oberflächenplasmons erziel-
te Überhöhungsfaktor des evaneszenten Feldes ermittelt werden: Aus der Bedingung
v1 = v2 folgt für die minimal zur Reflexion nötige Intensität

IR = m g z0
8 δR

h̄ C2
eff R Γ2

R

ISR . (4.25)

Für eine Verstimmung von δR = 2 π · 0.65 GHz ergibt sich für IR ein Wert von IR =
2.38 · 103ISR = 3.03 W

cm2 . Aus der entsprechenden Ausgleichsgeraden in Abb. 4.13 folgt
eine eingestrahlte Intensität von ĨR = 77 mW

cm2 . Die Überhöhungsfaktor beträgt hier also

TR =
IR

ĨR

= 39 . (4.26)

Der auf diese Weise experimentell ermittelte Wert für die Überhöhung ist kleiner als
der mittels der ATR-Methode bestimmte Wert von T (θ0) = 67. Eine mögliche Ursache
für diese Abweichung könnten lokale Inhomogenitäten der Dielektrizitätskonstanten
der Goldschicht sein, die zu starken lokalen Variationen des Überhöhungsfaktors füh-
ren können [129].

Die Abstände zW der Potentialminima des Wellenleiterpotentials von der Prismen-
oberfläche betragen 253 nm und 815 nm für das erste und zweite Potentialminimum
bei roter Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes und 534 nm bei blauer Verstimmung
(s. Abschn. 4.3.2). Diese Abstände erfordern eingestrahlte Intensitäten ĨR von 0.19 W

cm2 ,
1.39 W

cm2 und 0.51 W
cm2 , was Leistungen von 1.9mW, 13.9mW und 5.1mW entspricht.

4.2.2 Einfluß von gestreuten Photonen

Eine für das Experiment kritische Größe ist die Streuung von Photonen aus dem Zer-
fall des Oberflächenplasmons des Reflexionslasers. Bei den ersten Versuchen zur Re-
flexion der Atome kam zuerst eine Silberschicht zum Einsatz, um ein Oberflächen-
plasmon zur resonanten Überhöhung des Reflexionslichtfeldes anzuregen. Die starke
Rauhigkeit der Silberschicht nach der Präparation (vgl. Abb. 3.10 führte jedoch zu ei-
nem intensiven Streulichtkegel im Halbraum vor dem Prisma. Deshalb erreichten die
Atome überwiegend wohl gar nicht den Wirkungsbereich des evaneszenten Feldes an
der Prismenoberfläche, sondern wurden bereits vorher von den Photonen, die sie aus
dem Streulichtkegel des Oberflächenplasmons absorbierten, abgebremst.

Das vom Zerfall des Oberflächenplasmons herrührende Streulicht wurde, wie in Ab-
schn. 3.3.2 beschrieben, mit einer Photodiode gemessen. Der Einfluß des Streulichts
auf den Reflexionsprozeß wurde jedoch auch direkt untersucht, indem Atome aus einer
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MOT auf ein um δR = 2 π · 0.19 GHz rot verstimmtes evaneszentes Lichtfeld fallenge-
lassen wurden. Obwohl in diesem Fall die Atome vom Dipolpotential nicht reflektiert,
sondern vielmehr angezogen werden, beobachtet man bei hohen Lichtintensitäten ei-
ne „Reflexion“ der Atome: Die aus dem Streulicht absorbierten Photonen weisen alle
einen senkrecht von der Prismenoberfläche weggewandten Impuls auf, die Impulsver-
teilung der spontan emittierten Photonen ist isotrop. Die Atomwolke wird also in ihrer
Schwerpunktsbewegung gebremst, gleichzeitig erfährt sie aber eine Aufheizung durch
die isotrope Emission der gestreuten Photonen. Insgesamt führt der Prozeß zu einer
verringerten Phasenraumdichte der auf das Prisma treffenden Atomwolke; bei einer
sehr hohen Streulichtintensität werden die Atome gar vollends abgebremst und gehen
durch das Aufheizen in transversaler Richtung verloren.

Neben dem Streulicht vom Zerfall des Oberflächenplasmons kann auch das evanes-
zente Feld selbst zur Streuung von Photonen führen. Auch in diesem Fall erfolgt ein
gerichteter Impulsübertrag auf die Atome, da das Lichtfeld des Oberflächenplasmons
in transversaler Richtung eine laufende Welle darstellt. Die zu erwartenden Absorpti-
onsraten sind jedoch so niedrig, daß keine störenden Einflüsse zu erwarten sind.

„Reflexion“ bei roter Verstimmung des Reflexions-Lasers

Für die Beschreibung der Streuung von Photonen aus dem Zerfall des Plasmons des
Reflexionslasers werden einige vereinfachende Annahmen getroffen: Im Experiment
wurde die Reflexion immer innerhalb eines schmalen Zeitfensters um die mittlere An-
kunftszeit der Atome durchgeführt, um eine möglichst scharf definierte Verteilung der
kinetischen Energie der Atome zu erhalten. Daher wird die Breite der Geschwindig-
keitsverteilung der Atome vernachlässigt; ebenso die Breite der Ortsverteilung. Die
Streulichtintensität des Reflexionslasers als Funktion des Abstandes von der Prismen-
oberfläche, IscR(z), ist durch die Abstrahlcharakteristik des Plasmons nach Kap. 3.3.2
durch Gl. 3.11 gegeben.

Die mittlere Anzahl Nsc R, kurz N , der Photonen, die aus dem Streulichtkegel des Plas-
mons während des freien Falles der Atome gestreut werden, ergibt sich aus dem zeit-
lichen Integral über die Streurate (Gl. 2.18) zu

N := Nsc R =
∫ tb

ta
ΓscR(t) dt =

=
C2

eff R Γ3
R

8 δ2
R ISR

∫ tb

ta
IscR(t) dt ≈ C2

eff R Γ3
R

8 δ2
R ISR

∫ zb

za

IscR(z)
1√

g (z0 − z)
dz . (4.27)

Die MOT wird zum Zeitpunkt t0 = 0 ms abgeschaltet, so daß die Atome in Richtung
Prisma fallen. Im darauffolgenden Zeitintervall zwischen ta = 25 ms und tb = 45 ms
wird das Reflexionsfeld eingeschaltet. Innerhalb dieses Zeitfensters, bei 35 ms, liegt
die mittlere Ankunftszeit der Atome2. Aus dem Streulicht des Reflexionslichtfeldes
absorbierte Photonen bremsen den freien Fall der Atome ab. Von der Intensität des
Streulichtfeldes hängt die mittlere Zahl N absorbierter Photonen ab: Bei niedrigen
Streulichtintensitäten ist N klein und die Wirkung auf die Atome kann vernachlässigt

2„Mittlere Ankunftszeit“ bezieht sich hier auf den Zeitpunkt des Maximums der Zählereignisse im
atomaren Flugzeitspektrum.
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werden. Bei sehr hohen Streulichtintensitäten dagegen führt eine hohe Zahl absorbier-
ter Photonen dazu, daß die Atome (für N & 29) vollends abgebremst oder transversal
so stark aufgeheizt werden, daß sie nicht mehr auf die Prismenoberfläche auftreffen.
Dieser Effekt führt zu der erwähnten „Reflexion“ der Atome bei roter Verstimmung
des Reflexionsfeldes.

Die Näherung in Gl. 4.27 ist also bei niedrigen Streulichtintensitäten gültig und
gibt eine untere Grenze für N an. Der Wert des Integrals in Gl. 4.27 ist gegeben
durch 3.05 · 10−3 s · Isc R(0), wobei IscR(0) die mittlere Steulichtintensität im Gaußschen
Strahlprofil des evaneszenten Lichtfeldes bezeichnet3. Mit den angegebenen Parame-
tern erhält man aus Gl. 4.27 für niedrige Streulichtintensitäten

N & 9.7C2
eff R

IscR(0)
ISR

= 4.5
Isc R(0)

ISR
. (4.28)

Abb. 4.14 zeigt ein Flugzeitspektrum bei roter Verstimmung des Reflexionslasers von
0.19 GHz und einer mittleren Intensität von ĨR = 2.0 W

cm2 . Im Vergleich mit der Refle-
xion bei blauer Verstimmung ist die Anzahl der „reflektierten“ Atome weit geringer.
Ferner sind die ansteigende und die abfallende Flanke des Differenzsignals sehr flach,
wie aufgrund der statistischen Natur der Photonenabsorption zu erwarten ist.

Abbildung 4.14: Differentielles Flugzeitspektrum bei roter Verstimmung des Re-
flexionslasers um δR = −2π · 0.19GHz bei einer Intensität von 2.0 W

cm2 . Die Atome
werden hier während des freien Falls Richtung Prisma von Photonen aus dem
Streulichtkegel des Oberflächenplasmons abgebremst und auf diese Weise „re-
flektiert“. Dieser Effekt führt zu einem starken Aufheizen bzw. Verlust der Atome.
Die eingefügte Graphik zeigt die zugrunde liegenden Flugzeitspektren.

3Die Streulicht-Intensität Isc R(0) ist dabei zu unterscheiden von der Intensität IR0 des evaneszenten
Lichtfeldes bei z = 0! Im folgenden beziehen sich relative Angaben über Isc R(0) immer auf die Intensität
des eingestrahlten Lichtfeldes ĨR.
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Anzahl aus dem Streulichtkegel absorbierter Photonen

Die Bestimmung der mittleren Anzahl von Photonen, die die Atome während des Fal-
lens absorbieren, ermöglicht eine Abschätzung der Streulichtintensität unter expe-
rimentellen Bedingungen. Das Experiment wird wieder bei roter Verstimmung des
Reflexionslasers von 0.19 GHz durchgeführt. Dem Modell liegen folgende Annahmen
zugrunde:

• Ein Atom fällt auf das Prisma und absorbiert dabei – abhängig von der Streu-
lichtintensität – N Photonen aus dem Streulicht des Oberflächenplasmons. Es
wird nachgewiesen, falls der dabei übertragene Impuls kleiner als der aus der
Fallhöhe resultierende Impuls des Atoms am Prisma ist. Nach Kap. 4.1 ent-
spricht einer Fallhöhe von z0 = 6.1mm eine mittlere Geschwindigkeit von
0.35m/s am Prisma, das entspricht dem Rückstoßimpulsübertrag von N0 = 29
Photonen. Durch geeignete Wahl eines Beobachtungszeitfensters läßt sich die
Breite der Impulsverteilung einschränken.

• Die Absorption von Licht aus dem Streulichtkegel erfolgt Poisson-verteilt um
einen Mittelwert von N absorbierten Photonen, welcher von der Streulichtinten-
sität Isc R(z) der Laserverstimmung δR abhängt. Für v ≤ 29 vrec ist die Dopp-
lerverstimmung v k ≤ 2π · 0.4 MHz und kann gegenüber der Laserverstimmung
δR = −2π · 0.19GHz vernachlässigt werden.

Unter den gegebenen Voraussetzungen und Näherungen ergibt sich die Wahrschein-
lichkeit, daß ein Atom mehr als N0 Photonen absorbiert und damit das Prisma nicht
erreicht, zu

pN (N ≥ N0) ≈
1

√
2π

√
N

∫ ∞

N0

exp

(
−(N −N)2

2N

)
dN

=
1√
2π

∫ ∞

N0−N

N

exp

(
−u2

2

)
du

=
1
2

(
1 + erf

(
1√
2

(
N0

N
− 1

)))
, wobei (4.29)

erf(z) =
2√
π

∫ z

0
e−u2

du .

Aufgelöst nach N erhält man

N

N0
≈

(√
2 erf−1 (

2 pN − 1
)
+ 1

)−1
=: ηN . (4.30)

Die mittlere Anzahl der absorbierten Photonen N ist – für relativ zur Sättigungsinten-
sität niedrige Intensitäten – proportional zur Streulichtintensität IscR(0) und damit
auch zur eingestrahlten Intensität ĨR. Daher läßt sich aus dem Verhältnis zwischen
dem Anteil 1−pN vom Streulicht reflektierter Atome zur eingestrahlten Intensität das
Verhältnis der Streulichtintensität Isc R(0) zur eingestrahlten Intensität ĨR abschät-
zen (s. Abb. 4.15). Bei der Bestimmung der linearen Ausgleichsgeraden werden nur
die ersten vier Meßwerte herangezogen, was eine konservative, d. h. höher liegende,
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Abschätzung der Streulichtintensität ergibt (s. Abb. 4.15). Die Steigung der Geraden
beträgt

ηN

ĨR

= 4.1 · 10−5 cm2

W
=

5.3 · 10−4

ISR
. (4.31)

Gl. 4.28 und 4.31 zusammen ergeben ein Verhältnis der Streulichtintensität Isc R(0)
zur einfallenden Lichtintensität ĨR von Isc R(0)/ĨR = 0.3%, vergleichbar mit dem an
Luft an einem Referenzprisma gemessenen Wert von 0.44% (s. Abb. 3.14). Der so
aus der Reflexionsmessung ermittelte Streulichtanteil wird bei der Abschätzung des
Streulichteinflusses des Transferlasers beim optischen Pumpprozeß herangezogen.

Abbildung 4.15: Der Parameter ηN als Funktion der Intensität ĨR des einfallen-
den Lichtfeldes bei roter Verstimmung von δR = −2π · 0.19GHz. Aus dem Anteil
der vom Streulicht des Oberflächenplasmons „reflektierten“ Atome 1 − pN , wie
er in Messungen analog Abb. 4.13 erhalten wurde, läßt sich nach Gl. 4.30 der
Parameter ηN ermitteln. Der Wert bei maximaler Intensität wurde beim Fit der
linearen Ausgleichgeraden ausgeklammert, da sich hier die begrenzte Ausdeh-
nung des Reflexionslichtfeldes und der Eintrittsapertur bemerkbar machen.

Aus dem evaneszenten Reflexionsfeld gestreute Photonen

Auch im Potential des evaneszenten Lichtfeldes des Reflexionslasers findet eine Anre-
gung der Atome statt, so daß ebenfalls spontane Emissionsprozesse auftreten können.
Im Bild der Dressed States geht das Niveau 1s5 über in den reflektierten Zustand
|1, n; r〉, das Niveau 2p9 in den attrahierten Zustand |2, n− 1; r〉 (s. Abb. 2.1). Für Ato-
me, die sich im Zustand |2, n− 1; r〉 befinden, wirkt das Lichtfeld des „Reflexionslasers“
also attraktiv, die Atome werden in Richtung des Prismas beschleunigt. Sie gehen also
entweder verloren, falls sie in Kontakt mit der Prismenoberfläche kommen; oder sie er-
fahren einen starken Energiezuwachs durch die starke Beschleunigung und die hohe
potentielle Energie im evaneszenten Feld nahe am Prisma, falls ein spontaner Über-
gang von |2, n− 1; r〉 nach |1, n− 2; r〉 stattfindet. Beide Prozesse stehen dem Erreichen
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einer hohen Phasenraumdichte der Atome im Wellenleiter im Wege, so daß auch die
Photonenstreurate aus dem evaneszenten Reflexionsfeld minimiert werden muß. Wie
im vorhergehenden Fall ist auch dies durch eine möglichst große Verstimmung des
Reflexionslasers zu erreichen.

Im Gegensatz zur Streuung von Photonen aus dem Streulicht des Plasmons vor der
Oberfläche hängt die Zahl der aus dem evaneszenten Lichtfeld des Reflexionspotential
gestreuten Atome praktisch nicht von der Intensität des Reflexionspotentials ab: In
der Bewegungsgleichung 4.19 bewirkt ein höheres Reflexionspotential nur eine Ver-
schiebung des Umkehrpunktes um einige 100 nm, die gegenüber der Fallhöhe von ei-
nigen mm vernachlässigbar ist. Die Bahnkurven aller Atome mit gleicher vertikaler
Geschwindigkeitskomponente v1 im evaneszenten Lichtfeld unterscheiden sich nur in
der Lage ihres Scheitelpunktes und gleichen sich ansonsten. Die mittlere Zahl ge-
streuter Photonen aus dem evaneszenten Reflexionsfeld ist also unabhängig von des-
sen Intensität und läßt sich aus der Beziehung zwischen Streurate und Intensität des
Lichtfeldes gemäß Gl. 2.18 ableiten:

Nsc =
∫ +∞

−∞
Γsc(t) dt =

Γ3
R

4 δ2
R

Ceff R

∫ +∞

−∞

IR(t)
ISR

dt

= π
ΓR

δR

mAr ζR

h̄

√
g h

2
. (4.32)

Das Integral über die Intensität IR(t) = IR(t1) exp(−2 z(t)/ζR) läßt sich hierbei mit
Gl. 4.19, der klassischen Bewegungsgleichung der Atome im evaneszenten Reflexions-
potential, geschlossen lösen.

Für eine Verstimmung des Reflexionslichtfeldes von δR = 2π · 0.23 GHz errechnet sich
für anfänglich ruhende Atome, die aus einer Höhe von z0 = 6.1mm auf das Pris-
ma fallen, die Anzahl gestreuter Photonen zu Nsc = 2.2; für eine Verstimmung von
δR = 2 π · 0.65GHz beträgt die im evaneszenten Feld gestreute Zahl von Photonen nur
noch Nsc = 0.8. Die Dopplerverstimmung der Atome gegenüber dem Lichtfeld kann we-
gen der großen Verstimmung des Reflexionslichtfeldes vernachlässigt werden. Da die
Atome beim Transfer in den Wellenleiter nicht reflektiert, sondern nur abgebremst
und dann – im klassischen Umkehrpunkt – transferiert werden sollen, halbiert sich
hier die Zahl der gestreuten Photonen, somit ist Nsc . 0.4.

Ein spontaner Übergang vom reflektierten Zustand |1, n; r〉 in den Zustand |2, n− 1; r〉
führt nach Kap. 2.1 dazu, daß das Reflexionspotential attraktiv auf die Atome wirkt.
Die Atome werden also in Richtung Prisma beschleunigt und gehen entweder beim
Stoß mit der Oberfläche in der Regel verloren oder, falls sie vor Erreichen der Ober-
fläche wieder in den reflektierten Zustand |1, n− 2; r〉 übergehen, zu einer starken Zu-
nahme ihrer kinetischen Energie. Dieser Effekt wurde genauer in Ref. [130, 131, 132]
bei der Reflexion eines thermischen Strahls von Ar∗-Atomen an einer intensitätsüber-
höhten evaneszenten Welle untersucht. Die Experimente zum Wellenleiter wurden bei
einer Verstimmung von δR = 2π · 0.65GHz durchgeführt, so daß aufgrund der kleinen
mittleren Zahl pro Atom gestreuter Photonen dieser Effekt ebenfalls vernachlässigt
werden kann.
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4.3 Transfer der Atome in den Wellenleiter

Nach dem Abbremsen im evaneszenten Lichtfeld des Reflexionslasers werden die Ato-
me – durch Streuung eines einzelnen Photons – optisch aus dem Zustand 1s5 in den Zu-
stand 1s3 gepumpt. Falls dies gerade im klassischen Umkehrpunkt stattfindet, kommt
die Bewegung des Atoms senkrecht zum Prisma zur Ruhe, während die Bewegung in
transversaler Richtung praktisch unverändert bleibt. Die Energie des Atoms im Wel-
lenleiterpotential setzt sich daher aus der verbleibenden kinetischen Energie und der
potentiellen Energie des Atoms in der stehenden Welle zusammen. Um die Gesamt-
energie zu minimieren, muß der Ort, an dem der Pumpprozeß stattfindet, sowohl rela-
tiv zum Feld des Wellenleiterlasers als auch zum Feld des Reflexionslasers optimiert
werden. Im folgenden Abschnitt wird die Suche nach hierfür geeigneten Parametern
beschrieben. Die Bewegung des Atoms wird hierbei als klassisch angenommen, der
Pumpprozeß wird mittels einer Ratengleichung beschrieben.

4.3.1 Optischer Pumpprozeß

Die Atome werden im evaneszenten Feld des Reflexionslasers abgebremst und sollen
im klassischen Umkehrpunkt durch einen optischen Pumpprozeß vom Zustand 1s5

durch Absorption eines 715 nm-Photons in den Zustand 2p4 angeregt und anschließen-
de spontane Emission eines 795 nm-Photons in den Zustand 1s3 übergeführt werden
(vgl. Abb. 2.2). Das Lichtfeld bei λT = 715 nm wird – wie das Reflexionsfeld – durch
Anregung eines Oberflächenplasmons erzeugt. Die Abfallänge ζT des evaneszenten
Feldes beträgt 205 nm (s. Kap. 3.3.2). Die Verteilung des Orts n(z), an dem die Ato-
me optisch gepumpt werden, läßt sich direkt aus der Verteilung der lokalen optischen
Pumprate p(z) ermitteln.

Aus Abb. 2.2 ist ersichtlich, daß für eine vollständige Beschreibung des Transferpro-
zesses im Prinzip alle (!) Niveaus der betrachteten Mannigfaltigkeiten und erlaub-
ten Übergänge zwischen ihnen, insbesondere auch die Kopplungen durch Reflexions-,
Transfer- und Wellenleiterlaser berücksichtigt werden müßten. Die im Experiment
gegebene Situation gestattet jedoch einige Vereinfachungen des Systems, wodurch die
Angabe einer Ratengleichung für den Transferprozeß möglich wird:

• Der Zustand 1s5, in dem die Reflexion der Atome stattfindet, entwickelt sich adia-
batisch im Reflexionspotential (Gl. 4.23). Aufgrund der großen Verstimmung des
Reflexionslasers von 0.65GHz beträgt die Besetzung des Zustandes 2p9 beim Re-
flexionsprozeß im Umkehrpunkt maximal 1.7%; bei der Beschreibung des Trans-
ferprozesses kann daher in guter Näherung angenommen werden, alle Atome
befänden sich im Zustand 1s5.

• Das Oberflächenplasmon des Transferlasers wird als p-polarisiert und die Be-
setzung der magnetischen Unterzustände des 1s5-Niveaus wird als gleichverteilt
angenommen. Die Kopplungskonstante des Transferlasers ist daher durch den
effektiven Clebsch-Gordan-Koeffizienten Ceff T für den Übergang 1s5 − 2p4 gege-
ben (s. Kap. 2.2.2).

• Der Einstein-A-Koeffizient des Transferüberganges 1s5 − 2p4 ist mit AT = 0.625 ·
106 1

s um einen Faktor 50 kleiner als der Einstein-A-Koeffizient AW = 18.6 · 106 1
s
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des Überganges 2p4 − 1s3. Die Wahrscheinlichkeit, daß das Atom nach einer An-
regung in den Zustand 2p4 wieder in den Zustand 1s5 zurückfällt, beträgt daher
nur 2%. Bei der Beschreibung des optischen Pumpens beim Transferprozeß wird
dieser Zerfallskanal vernachlässigt. Der Zerfall des Zustandes 2p4 über den Zu-
stand 1s2 in den Grundzustand 1s0 mit einer Rate von 13.9 · 106 1

s führt zu einem
Verlust von 42% der Atome im Transferprozeß, muß ansonsten in der Simulation
aber nicht berücksichtigt werden.

• Die Verstimmung des Lichtfeldes des Wellenleiterlasers ist von der Größenord-
nung einiger 100 pm, so daß innerhalb der für den Transferprozeß charakteristi-
schen Zeitspanne keine Anregung der Atome aus dem Zustand 1s3 in den Zu-
stand 2p4 erfolgt. Was den Transferprozeß angeht, kann die Wechselwirkung des
Wellenleiterlichtfeldes mit den Atomen als ideales optisches Dipolpotential be-
trachtet werden.

• Wie beim Reflexionsprozeß wird angenommen, daß sich die Polarisation der Ato-
me im Lichtfeld des Transferlasers adiabatisch entwickelt. Die Randbedingun-
gen für die Gültigkeit dieser Annahme werden im folgenden noch untersucht.

• Das vom Zerfall des Oberflächenplasmons des Transferlaser herrührende Streu-
licht wird in der Beschreibung ebenfalls vernachlässigt. Eine Abschätzung dieses
Anteils ist durch die Bestimmung des Streulichtanteils des Reflexionslasers aus
dem Reflexionsprozeß oder durch direkte Messung möglich (s. Abschn. 4.2.2 bzw.
Abschn. 3.3.2).

In Ref. [133] wurde der Transferprozeß und das Laden des Wellenleiters mittels einer
Quanten-Monte-Carlo-Simulation untersucht, wobei sich die dort verwendeten Para-
meter etwas von den hier gegebenen unterscheiden. Die Simulation kommt jedoch zu
ähnlichen Ergebnissen, wie sie hier unter Verwendung von Ratengleichungen erzielt
wurden.

Die optische Pumprate

Die Pumprate vom Niveau 1s5 nach 1s3 ergibt sich aus den Eigenwerten des – nicht
hermiteschen – Hamiltonoperators für den offenen Übergang 1s5 − 2p4 [48]

Ĥ = h̄

(
i 1

2ΓW
1
2ωT

1
2ωT δT

)
. (4.33)

ΓW bezeichnet die Zerfallsrate des Zustandes 2p4, ωT die resonante Rabifrequenz des
Überganges 1s5− 2p4 und δT die zugehörige Verstimmung des Lichtfeldes. In δT gehen
auch die AC-Starkverschiebung des Zustandes 1s5 durch die Wirkung des Reflexions-
lasers und die Dopplerverschiebung der fallenden Atome ein. ΓW ergibt sich als Sum-
me der Einstein-A-Koeffizienten aller möglichen spontanen Übergänge von 2p4 aus;
der Hauptbeitrag stammt vom Übergang 2p4− 1s3 mit dem Koeffizienten AW und vom
Übergang 2p4 − 1s2. Nur der Anteil der Atome, der in den Zustand 1s3 übergeht, kann
im Wellenleiterpotential gespeichert werden. Für die Eigenwerte E± = h̄λ± von Ĥ gilt
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die Näherung

λ± = 1
2δT − i1

4ΓW ± 1
2

√
(i1

2ΓW − δT)2 + ω2
T =

=


λ+ ≈ δ + 1

4

ω2
T(δT−i 1

2
ΓW)

δ2
T+ 1

4
Γ2

W

λ− ≈ −i1
2ΓW − 1

4

ω2
T(δT−i 1

2
ΓW)

δ2
T+ 1

4
Γ2

W

, (4.34)

falls ωT ¼ |δT + i1
2ΓW| gilt.

Die Pumprate p nach 1s3 ist der Zerfallsrate 2 Im(λ+) des Zustandes 2p4 proportional.
Die Proportionalitätskonstante ist durch den Faktor η = 0.56, der Übergangswahr-
scheinlichkeit von 2p4 nach 1s3, gegeben. Der Anteil von 2% von Atomen, die aus 2p4

zurück nach 1s5 zerfallen und von dort evtl. wieder angeregt werden könnte, wird hier
vernachlässigt. Der Rest von 42% zerfällt über den Zustand 1s2 in den Grundzustand
1s0. Mit der Näherung von Gl. 4.34 ergibt sich

p = η · 2Im(λ+) = η ω2
T

ΓW

Γ2
W + 4δ2

T

. (4.35)

Gültigkeitsbereich der Näherung für die Pumprate

Für einen auf die resonante Übergangsfrequenz stabilisierten Transferlaser ergibt
sich die Verstimmung δT in Gl. 4.35 als Summe der Dopplerverschiebung kTv1(t) der
fallenden Atome und der Lichtverschiebung des Zustandes 1s5 durch das Feld des Re-
flexionslasers, δ2 exp(−2 z−z1

ζR
). Im folgenden wird als Ursprung der Ortskoordinaten

der klassische Umkehrpunkt z1 = 0 und als Ursprung der Zeit t1 = 0 angenommen.
Die Lichtverschiebung δ2 des Zustandes 1s5 am Umkehrpunkt führt dort zu einem Di-
polpotential vom Betrag h̄ δ2, welcher der maximalen kinetischen Energie der Atome
und damit ihrer anfänglichen potentiellen Energie gleichkommt:

δ2 =
mg

h̄
=

ω2
R0

4 δR
.

ωR0 ist die Rabifrequenz und δR die Verstimmung des Reflexionsüberganges 1s5 − 2p9.
Wie in Abb. 4.11 gezeigt wurde, kann die anfängliche Verteilung der kinetischen Ener-
gie der Atome vernachlässigt werden. Mit Hilfe der Bewegungsgleichung Gl. 4.19 läßt
sich δT als Funktion der Zeit ausdrücken,

δT(t) = δ2 sech
(

t v2

ζR

)
+ kT v2 tanh

(
t v2

ζR

)
. (4.36)

Mit Gl. 4.36 läßt sich zeigen, daß sich der Gültigkeitsbereich der Näherung für λ±
gemäß der Bedingung ωT ¼ |δT + i1

2ΓW| nur bis hin zu Rabifrequenzen von ωT . AT

erstreckt. Bei höheren Rabifrequenzen müßte der vollständige Ausdruck aus Gl. 4.34
herangezogen werden.

Die Adiabatizitätsbedingung Gl. 2.12 ist beim Reflexionsprozeß aufgrund der Stär-
ke des Überganges 1s5 − 2p9 und der großen Verstimmung δR des Reflexionslasers
gut erfüllt. Abb. 4.16 gibt die Verhältnisse bei der Anregung des Transferübergan-
ges 1s5 − 2p4 wieder. Die Atome kommen hier, während sie auf das Prisma zufallen,
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Abbildung 4.16: Gültigkeitsbereich des Potentialansatzes gemäß Gl. 2.14 als
Funktion des Abstandes z − z1 des Atoms vom klassischen Umkehrpunkt z1 (in
Einheiten der Periode des Wellenleiterpotentials 1

2

√
2λW = 0.56 µm). Die Bedin-

gung für die adiabatische Anregung des Transferüberganges 1s5 − 2p9 ist nach
Gl. 2.12 durch 1

Ω(r)2

∣∣∣dΩ(r)
dt

∣∣∣ ¼ 1 gegeben. In dem für das Laden des Wellenleiters
relevanten Bereich, d. h. innerhalb einer Periode des Wellenleiterpotentials, kann
die Adiabatizitätsbedingung als erfüllt betrachtet werden.

an einer Stelle vor der Prismenoberfläche in Resonanz mit dem Licht des Transferla-
sers, nämlich dort, wo die Dopplerverschiebung kTv1 des Transferüberganges gerade
der Lichtverschiebung durch den Reflexionslaser entspricht (die Dopplerverschiebung
kann gegenüber der Verstimmung des Reflexionslasers δR vernachlässigt werden). Un-
abhängig von der Intensität des Reflexionslichtfeldes und damit der Lage des klassi-
schen Umkehrpunktes z1 liegt dieser dieser Ort immer in einem festen Abstand von
z = 0.72 µm vom Umkehrpunkt entfernt. Atome, die dort optisch gepumpt und in das
Potential der stehenden Welle transferiert würden, führten zu einer Besetzung von
Knotenebenen im Potential der stehenden Welle abseits der einen Knotenebene, die
für den Wellenleiter genutzt werden sollte.

Die Verletzung der Adiabatizitätbedingung ist hier also von Vorteil, da sie zu einer Ver-
ringerung der Anregungswahrscheinlichkeit führt, was kleinere Verluste bedeutet. In
der Simulation des Transfervorganges, die von einer adiabatischen Entwicklung aus-
geht, bedeutet dies eine konservative, also zu niedrige, Abschätzung der Transferef-
fizienz. In der Umgebung des Umkehrpunktes ist die Adiabatizitätsbedingung jedoch
erfüllt.

4.3.2 Transfer in das Wellenleiterpotential

Der Ort, an dem die Atome relativ zum Minimum des Wellenleiterpotentials optisch
gepumpt werden, bestimmt nach dem Transferprozeß die potentielle Energie der Ato-
me im Wellenleiter. Hinzu kommt die nach dem Transfer verbleibende kinetische
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Energie der Atome, falls das optische Pumpen nicht im klassischen Umkehrpunkt er-
folgt. Bei festen Abständen der Potentialminima der stehenden Welle von der Prismen-
oberfläche kann die mittlere Energie der Atome nur über die Parameter Intensität und
Verstimmung von Reflexions- und Transferlaser minimiert werden, da die jeweiligen
Abklinglängen bei der Anregung von Oberflächenplasmonen feste Größen sind.

Das Potential der stehenden Welle

Das Wellenleiterpotential wird durch Reflexion eines Laserstrahls der Wellenlänge
λW = 795 nm an der Goldschicht erzeugt, die auch für die Generierung der Ober-
flächenplasmonen Verwendung findet. Die Reflexion erfolgt unter einem Winkel von
45◦, da sich senkrecht über dem Prisma die Elektronenoptik befindet. Das Interfe-
renzmuster, das sich so ergibt, kann innerhalb des Bereiches einiger Wellenlängen
als stehende Welle mit Gaußschem Strahlprofil behandelt werden, da die Strahltaille
des Wellenleiterlasers mit wW = 0.70 mm sehr groß im Vergleich zur Wellenlänge λW

ist. Bei einem Reflexionswinkel von θW = 45◦ vergrößert sich außerdem die Periode
der stehenden Welle um einen Faktor

√
2 auf 562 nm, so daß die Störung des ersten

Potentialminimums durch die van der Waals-Wechselwirkung kleiner ausfällt. Unter
einem Reflexionswinkel von 45◦ bildet sich nur bei s-Polarisation des Lichtfeldes das
Interferenzmuster einer stehenden Welle aus (bei p-Polarisation würden die Polarisa-
tionsrichtungen von ein- und ausgehendem Lichtstrahl zueinander senkrecht stehen
und nicht miteinander interferieren). Um eine möglichst niedrige Intensität in den
Knoten der stehenden Welle zu erzielen, sollte ferner die Reflektivität der Goldschicht
möglichst hoch sein.

Die in Kap. 3.3.2 bei der Wellenlänge λR = 812 nm bestimmte Dielektrizitätskonstante
von ε = −20.4 + 1.11 i und Dicke der Goldschicht von d1 = 58nm wird zur Abschät-
zung der Reflektivität bei λW = 795 nm herangezogen. Den Reflexionskoeffizienten ρ
erhält man entsprechend Gl. 3.8 aus den Reflexionskoeffizienten ρ01 und ρ12 für s-
Polarisation,

ρmn =
kz,m − kz,n

kz,m + kz,n
und ρ =

ρ12 + ρ01 e2 i kz,1 d1

1 + ρ12 ρ01 e2 i kz,1 d1
. (4.37)

Hiermit ergibt sich ein komplexer Reflexionskoeffizient ρ = −0.938− 0.304 i und damit
eine Reflektivität von R = |ρ|2 = 0.972 (Im Falle von p−polarisiertem Licht ergäben
sich Werte von ρ = −0.788 − 0.568 i und R = 0.943). Die Intensitätsverteilung I(x) =
I(x, y, z) im Bereich der stehenden Welle ergibt sich für Abstände z, die klein gegen
die Strahltaillen wx und wy sind, zu

I (x) = exp

(
− x2

w2
x

− y2

w2
y

)
I (z) . (4.38)

Die Radien wx = wW und wy =
√

2 wW ergeben sich bei der Reflexion eines Gaußschen
Strahls, dessen Strahltaille an der Prismenoberfläche liegt, unter einem Einfallswin-
kel von θW = 45◦. I(z) entspricht der Intensitätsverteilung einer stehenden Welle mit
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der Periode 1
2

√
2λW für einen Reflexionskoeffizienten ρ:

I(z) =
1
2

c ε0
∣∣E+(z, t) + E−(z, t)

∣∣2 =
1
2

c ε0 E2
0

∣∣∣ei(k z−ω t) + ρ ei(−k z−ω t)
∣∣∣2

= IW

(
1 + |ρ|2 + 2Re

(
ρ e−i 2 k z

))
,

wobei IW =
2
π

PW√
2w2

W

und k =
√

2kW .

(4.39)

Hierbei bezeichnen wW die Strahltaille, kW den Wellenvektor und PW die Leistung des
einfallenden Strahls. Der von −1 verschiedene Wert von ρ führt zu einer unvollstän-
digen Auslöschung der Intensität in den Knoten der stehenden Welle: Die restliche
Intensität dort beträgt 2.5% der Intensität in den Bäuchen. Weiter kommt es zu einer
Verschiebung des Interferenzmusters der stehenden Welle in Richtung des Prismas
um einen Betrag ∆zW = 28nm: Die Potentialminima zW der beiden ersten rot ver-
stimmten Bäuche der stehenden Welle befinden sich nicht bei 281 nm und 834 nm, son-
dern bei 253 nm und 815 nm, das Minimum des blau verstimmten Potentials bei 534 nm
statt bei 562 nm.

Die Voraussetzungen und Näherungen des Dressed Atom-Modells (s. Kap. 2.1) sind bei
der Wechselwirkung zwischen dem Lichtfeld der stehenden Welle und den Atomen im
Zustand 1s3 aus den folgenden Gründen sehr gut erfüllt:

1. Der Wellenleiterlaser ist gegenüber dem Übergang 1s3 − 2p4 sehr weit ver-
stimmt4, in der Regel um etliche 100 pm.

2. Die Clebsch-Gordan-Koeffizienten für den Übergang 1s3 − 2p4 sind nach Ab-
schn. 2.2.2 alle gleich 1; damit ist die Kopplungsstärke des Lichtfeldes an den
Übergang unabhängig vom lokalen Polarisationszustand und unempfindlich ge-
genüber äußeren Magnetfeldern.

Aufgrund der großen Verstimmung δW kann bei der Beschreibung des Dipolpotentials
des Wellenleiters die Anregung der Atome in den Zustand 2p4 vernachlässigt werden,
so daß der Übergang 1s3 − 2p4 als quasi ideales 2-Niveau-System behandelt werden
kann. Das Wellenleiterpotential UW(x) erhält man damit mittels Gl. 2.14 direkt aus
der Intensitätsverteilung nach Gl. 4.38:

UW(x) = UW(x, y, z) =
h̄ A2

W

8 δW

I (x, y, z)
ISW

. (4.40)

AW = 18.6 · 106 1
s bezeichnet den Einstein-A-Koeffizienten des Überganges 1s3 − 2p4.

Nach Gl. 2.13 läßt sich dem Übergang formal auch eine Sättigungsintensität

ISW =
3λ3

W

2π2 c h̄

1
AW

= 0.77 mW
cm2 . (4.41)

zuordnen, obwohl im Falle eines offenen Überganges eine tatsächliche Sättigung eine
tatsächliche Sättigung nicht möglich ist. ISW kann jedoch als Maß für die Stärke der
Anregung des Überganges angesehen werden.

4Eine Verstimmung des Wellenleiterlasers von 1 nm entspricht einer Frequenz von 0.5THz bzw. dem
105-fachen der Linienbreite ΓW des Überganges.
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Die Effizienz des Transferprozesses

Bei der Simulation des Transferprozesses werden feste Werte der Verstimmung von
Reflexions- und Transferlaser zugrunde gelegt: Die Anregung des Transferübergan-
ges 1s5 − 2p4 erfolgt resonant, die Verstimmung des evaneszenten Reflexionsfeldes
beträgt 0.65GHz. Freie Parameter sind damit die Intensitäten der beiden Laser, wo-
bei in die Beschreibung des Transferprozesses nur das Verhältnis beider Intensitäten
eingeht (Der Absolutbetrag der Intensität des Reflexionsfeldes legt ja nur die Positi-
on des klassischen Umkehrpunkts der Atome fest, während der Intensitätsverlauf des
Reflexionslichtfeldes für die Atome davon unabhängig ist). In der Simulation wird da-
her der Umkehrpunkt z1 als Nullpunkt der z-Achse gewählt. Bei der Berechnung der
potentiellen Energie der Atome braucht dies nicht berücksichtigt zu werden, da z1 mit
einem Wert von der Größenordnung der Abklinglänge ζR sehr klein gegen die Fallhöhe
z0 = 6.1 mm ist.

Die Berechnung der ortsabhängigen Transferrate erfolgt über die Propagation der Po-
pulation des Zustandes 1s5 im Reflexions- und Transferlichtfeld. Die Anregung der
Atome aus dem Zustand 1s5 nach 2p4 erfolgt ortsabhängig als Funktion der Intensität
des evaneszenten Transferlichtfeldes und seiner Verstimmung δT gegen den Übergang
1s5−2p4 (Gl. 4.36). Die Pumprate in den Zustand 1s3 nach Gl. 4.35 lautet als Funktion
des Ortes z dann:

p(z) = η ωT(z)2
ΓW

Γ2
W + 4 δT(z)2

. (4.42)

ωT ist die Rabifrequenz des Transferüberganges, δT die gesamte Verstimmung im Re-
flexionsfeld. Es gilt:

ωT(z) = ωT0 exp
(
− z

ζT

)
und

δT(z) = δT0 + δ2 exp
(
− z

ζR

)
+ kT

d

dt
z ,

(4.43)

wobei ωT0 = ωT(z = z1) die Rabifrequenz des Transferlasers am Umkehrpunkt der
Bewegung, δT0 seine Verstimmung und kT

d
dtz die Dopplerverstimmung der fallenden

Atome gegenüber dem Licht des Transferlasers bezeichnen. d
dtz ist durch Gl. 4.22 ge-

geben. Analog Gl. 4.41 wird auch für den offenen Übergang 1s5 − 2p4 formal eine Sät-
tigungsintensität definiert:

IST =
3 λ3

T

2π2 c h̄

1
AT

= 0.036 mW
cm2 . (4.44)

Während des Transferprozesses erhöht sich die Besetzung nW des Zustand 1s3 auf Ko-
sten der Besetzung nR von 1s5. Wegen der gegenüber 1s3 und 1s5 vergleichsweise sehr
kurzen Lebensdauer des Niveaus 2p4 kann dessen Besetzung nT bei der Beschreibung
des Transferprozesses vernachlässigt werden. Für die zeitliche Entwicklung von nW

beim Transferprozeß gilt damit:

nW(t) = η (1− nR(t)) , (4.45)
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Abbildung 4.17: Gesamtenergie E = Ekin + Epot der Atome (in Einheiten der
Rückstoßenergie des Überganges 1s3 − 2p4), wenn sie zum Zeitpunkt t aus dem
Zustand 1s5 in den Zustand 1s3 transferiert werden, wo das Wellenleiterpoten-
tial auf sie wirkt. Die gestrichelte Linie bezeichnet die maximale Höhe UW0 des
Wellenleiterpotentials UW. Im Wellenleiter können nur Atome mit E < UW0 ge-
speichert werden. Die Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes beträgt ∆λW =
400 pm, die Intensität IW = 42 W

cm2 .

wobei Übergänge aus dem Zustand 2p4 in den Grundzustand 1s0 oder zurück nach 1s5,
die mit einer Wahrscheinlichkeit von 42% bzw. 2% erfolgen, in den Faktor η = 0.56
zusammengefaßt werden.

Für die Besetzungszahl nR der Atome im Zustand 1s5 folgt mit der Pumprate Gl. 4.35
dann aus der Ratengleichung d

dtnR(t) = −p(t)nR(t) für nR als Funktion der Zeit:

nR(t) = nR(z = z0) exp
(
−

∫ z

z0

p(z)
ż

dz

)
= nR(t = t0) exp

(
−

∫ t

t0
p(t)dt

)
. (4.46)

Dabei ist nR(z = z0) = nR(t = t0) = 1, die Besetzungsdichte von 1s5 nach dem Abschal-
ten der magneto-optischen Falle. Zu beachten ist hierbei, daß bei einer – einfachen –
Reflexion jeder Ort z zweimal durchlaufen wird, nämlich zu den Zeitpunkten −t und
t. Die Simulation wurde aus diesem Grund mit der Zeit als freiem Parameter durch-
geführt. Die Pumprate als Funktion der Zeit ergibt sich, indem in Gl. 4.42 in p(z) die
Bewegungsgleichung 4.19 für z(t) eingesetzt wird.

Analog ergeben sich folgende analytische Ausdrücke für die potentielle und die kine-
tische Energie der Atome nach dem Transferprozeß:

Epot(t) = 1
2 UW

(
1− cos

(√
2 kW

(
−zW + ζR ln

(
v1

v2

)
+ ζR ln

(
cosh

(
v1 t

ζR

)))))
,

Ekin(t) = 1
2m v2

2 tanh
(

v2 t

ζR

)2

.

(4.47)
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Das Potential UW der stehenden Welle ist durch Gl. 4.40 gegeben, im Abstand zW des
Potentialminimums vom Prisma ist die Verschiebung gemäß Gl. 4.39 berücksichtigt.
Die Energieverteilung nW(E) der Atome im Wellenleiter ergibt sich aus der Summe
ihrer nach Reflexion und Transfer verbleibenden kinetischen und potentiellen Ener-
gie im Wellenleiterpotential nach dem Transferprozeß. nW(E) erhält man aus nW(t)
nach Gl. 4.45 und 4.46 durch Transformation von E nach t und Integration der Diffe-
rentialgleichung

dnW(E)
dE

=
dnW

dt

dt(E)
dE

. (4.48)

Hierfür ließ sich kein geschlossener Ausdruck finden, numerisch ist eine Lösung je-
doch ohne weiteres möglich. Berücksichtigt werden nur Atome, die sich beim Trans-
ferprozeß innerhalb des ersten Potentialminimums des Wellenleiterpotential befinden.

Abb. 4.17 zeigt die Gesamtenergie E der Atome im Wellenleiterpotential als Funkti-
on der Zeit. Es können nur Atome gespeichert werden, deren Energie E kleiner ist
als die maximale Höhe des Wellenleiterpotentials, d. h. der Transferprozeß muß in-
nerhalb einer Zeitspanne von ca. 2µs stattfinden. Da die Atome nach dem Transfer-
prozeß ihre Energie beibehalten, muß E bereits im Transferprozeß minimiert werden.
Die Parameter für das Reflexionspotential werden als optimal angenommen, d. h. der
klassische Umkehrpunkt der Atome fällt mit dem Minimum des Wellenleiterpotenti-
als zusammen. Der klassische Umkehrpunkt der Bewegung wird dabei als Zeitnull-
punkt gesetzt, d. h. die Atome bewegen sich für negative Zeiten auf das Prisma zu,
für positive von ihm weg. Für t < 0 entspricht d

dtnW(t) also dem Anteil der Atome, der
während der Bewegung zum Prisma hin transferiert wurde, und für t > 0 dem Anteil,
der während der Bewegung vom Prisma weg transferiert wurde.

Harmonische Näherung und Franck-Condon-Faktor

Der Transfer der Atome in das Potential der stehenden Welle erfolgt durch spontane
Emission eines Photons und damit in nichtadiabatischer Weise, die Wellenfunktion
des Atoms bleibt dabei also unverändert5. Die Wahrscheinlichkeit für einen Übergang
des Atoms in ein quantenmechanisches Energieniveau im Potential der stehenden
Welle senkrecht zum Prisma ergibt sich damit aus dem Überlappintegral des atoma-
ren Bewegungszustandes |p〉 mit den Eigenzuständen |ν〉 des Wellenleiterpotentials,
dem Franck-Condon-Faktor Sν = 〈p|ν〉.

Die Eigenzustände sind im Wellenleiterpotential nur in einer Dimension als quanti-
siert anzusehen; für niedrige Quantenzustände können sie harmonisch genähert wer-
den [43], und die Franck-Condon-Faktoren Sν gehorchen der Beziehung

Sν =
∫ ∞

−∞

2π h̄

λW

1
phar 2ν−1

√
π ν!

H2
ν

(
p

phar

)
exp

(
− p2

p2
har

)
dnW(p)

dp
dp

=
∫ ∞

0

2π h̄

λW

1√
2mAr Ehar 2ν−1

√
π ν!

H2
ν

(√
E

Ehar

)
exp

(
− E

Ehar

)
dnW(E)

dE
dE.

(4.49)

5Der Rückstoß h̄ kW des beim Transferprozeß spontan emittierten Photons wird hier vernachlässigt.
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Abbildung 4.18: Besetzungsdichte nW(ν) = η (1− nR(ν)) der Niveaus ν = 0 . . . 10
im Wellenleiter nach dem Transferprozeß. Insgesamt ergibt sich für die ersten
11 Niveaus eine Besetzungswahrscheinlichkeit von

∑10
ν=0 nW(ν) = 29%. Als Para-

meter wurden für das Wellenleiterpotential und das Transferlaserfeld typische
Werte gewählt: UW = 221Erec und ωT0 = 20 AT.

Hier steht Hν für das ν-te Hermite-Polynom; das Potential Gl. 4.40 wird in der har-
monischen Näherung durch die Energie des Grundzustandes Ehar = 1

2 h̄ ωhar mit
ωhar = 2

h̄

√
UW Erec charakterisiert. Erec steht für die Rückstoßenergie6 des Überganges

1s3 − 2p4; d
dpnW und d

dE nW bezeichnen die Verteilungsdichte von Impuls und Energie
der Atome (vgl. Gl. 4.48), nachdem sie abgebremst und in den Zustand 1s3 transferiert
wurden.

Abb. 4.18 zeigt die Besetzungszahlen nT der Niveaus ν = 0 . . . 10 für ein Wellenlei-
terpotential der Höhe UW = 221Erec und eine Intensität des evaneszenten Transfer-
feldes von ωT = 20AT. Die Intensität des Transferfeldes wird hier und im folgen-
den am klassischen Umkehrpunkt z = z1 in Einheiten des Einstein-A-Koeffizienten
AT = 0.625 · 106 1

s des Überganges angegeben. Die Rechnung beruht auf der harmoni-
schen Näherung des Wellenleiterpotentials, in der insgesamt 14 gebundene Zustände
existieren; für die höheren gebundenen Zustände weicht der reale Potentialverlauf
immer stärker von der harmonischen Näherung ab, so daß diese nicht mehr zur An-
wendung kommen kann. Dies gilt auch für den Fall des ersten Potentialminimums vor
der Oberfläche im Abstand von 253 nm bei roter Verstimmung bzw. 534 nm bei blauer
Verstimmung des Wellenleiterlasers, wo die van der Waals-Wechselwirkung zu einer
starken Deformation des Wellenleiterpotentials führen kann (s. Abschn. 4.4.2).

Die Besetzungszahl des Grundzustandes, nT(ν = 0), wird als Kriterium für die optima-
le Intensität des Transferlichtfeldes herangezogen. Abb. 4.19 zeigt die Besetzungszahl
nW(ν = 0) des Grundzustandes im Wellenleiterpotential als Funktion der Intensität
des Transferlichtfeldes. Bei einer Rabifrequenz von ωT = 19AT, das entspricht einer

6Die Rückstoßenergien für die Übergänge 1s5 − 2p9 und 1s3 − 2p4 stimmen fast überein; es gilt:
Erec(1s5 − 2p9) = 1.042 Erec(1s3 − 2p4) = kB · 0.377µK.
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Abbildung 4.19: Besetzungszahl nW des Grundzustands ν = 0 im Wellenleiterpo-
tential als Funktion der Rabifrequenz ωT des Transferüberganges. ωT ist ange-
geben in Einheiten des Einstein-A-Koeffizienten AT des Transferüberganges. Die
Transfereffizienz in den Grundzustand nimmt ein Maximum von 3.1% bei einem
Wert von ωT = 19AT an.

Intensität von

IT =
ω2

T

A2
T

2
C2

eff T

IST = 2.1 · 103 IST = 75 mW
cm2 , (4.50)

weist nW einen maximalen Wert von 3% auf (s. Abb. 4.19). Die große Breite des Maxi-
mums zeigt, daß die Transfereffizienz dort relativ unempfindlich gegenüber Variatio-
nen der Transferlaserintensität ist.

Variation der Reflexionslaserintensität

Die bisherige Annahme, daß das Minimum des Wellenleiterpotentials mit dem klas-
sischen Umkehrpunkt der Bewegung zusammenfällt, kann nur in einem Punkt oder
einer geschlossenen Linie exakt erfüllt sein, nämlich den Schnittpunkten des Poten-
tialminimums der stehenden Welle, einer Ebene parallel zur Prismenoberfläche, mit
den Äquipotentiallinien des Reflexionslaserfeldes, die dem Gaußschen Strahlprofil des
evaneszenten Feldes folgen. Im folgenden wird untersucht, welchen Einfluß eine Ver-
schiebung des klassischen Umkehrpunktes auf den Transferprozeß hat, wenn also der
Umkehrpunkt z = z1 nicht mehr bei den Potentialminima des Wellenleiterpotenti-
als liegt. Diese Verschiebung des Umkehrpunktes wirkt sich auf zweierlei Art auf die
Effizienz des Transfers aus:

• Falls der klassische Umkehrpunkt, an dem die kinetischen Energie der Atome
minimal wird, nicht mit dem Minimum der potentiellen Energie der Atome im
Wellenleiterpotential zusammenfällt, nimmt die Gesamtenergie der in den Wel-
lenleiter transferierten Atome zu.
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• Aufgrund ihrer unterschiedlichen Abfallängen ζR bzw. ζT variiert das Intensi-
tätsverhältnis von Reflexions- und Transferlaser über das Gauß-förmige Intensi-
tätsprofil beide evaneszenten Felder7, so daß das optimale Intensitätsverhältnis
für den Transfer ebenfalls nur in einem einzelnen Punkt bzw. einer geschlosse-
nen Linie gegeben sein kann.

Nach Abb. 4.19 wirkt sich eine leichte Abweichung vom Optimum im Intensitätsver-
hältnis jedoch nicht kritisch auf die Transfereffizienz aus, so daß die Energieverteilung
der Atome im wesentlichen durch den ersten Punkt bestimmt wird.

Abbildung 4.20: Besetzungszahl nT der Zustände ν = 0 . . . 7 des Wellenleiters in
Abhängigkeit des Abstands z (in Einheiten der Periode 1

2

√
2λW = 562 nm des

Wellenleiterpotentials) zwischen klassischem Umkehrpunkt z1 und Minimum
des Wellenleiterpotentials. Mit zunehmendem Abstand werden höherliegende Ni-
veaus auf Kosten des Grundzustandes stärker besetzt. Die gestrichelte Linie zeigt
den Verlauf der Besetzungszahl des Grundzustandes ν = 0, wenn die anfängli-
che Breite der Ortsverteilung σz der Atome in der Simulation Berücksichtigung
findet.

Abb. 4.20 zeigt die Auswirkung, die eine Verschiebung des klassischen Umkehrpunk-
tes z1 weg vom Ort des Potentialminimums auf die Besetzung der untersten 7 Niveaus
auf die Besetzungszahlen nT hat. Die anfängliche Breite der Ortsverteilung σz der Ato-

7Daneben unterscheiden sich die Reflexionswinkel der beiden Laser geringfügig, was zu einer leicht
unterschiedlichen Elliptizität der entsprechenden evaneszenten Felder führt.
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me wurde nur für den Grundzustand ν = 0 in der Simulation berücksichtigt. Als Null-
punkt der Ortsachse wurde ein – im Prinzip beliebiges – Minimum des Wellenleiter-
potentials gewählt, als Längeneinheit seine Periode von 1

2

√
2λW. Falls Umkehrpunkt

und Potentialminimum zusammenfallen, sind die Besetzungszahlen für alle betrach-
teten Niveaus in etwa gleich. Für größere Abstände zwischen beiden verschiebt sich
die Besetzung weg von den niedrigen Zuständen hin zu höheren, die relative Beset-
zung des Grundzustandes ν = 0 nimmt damit ab.

Abbildung 4.21: (a) Summe der Besetzungszahlen nW(ν) für ν = 0 . . . 7 aus
Abb. 4.20 und (b) klassisch berechnete integrale Transfereffizienz in das Wel-
lenleiterpotential als Funktion des Abstandes zwischen Potentialminimum und
dem Umkehrpunkt der Bewegung. Die Längeneinheit der z-Achse ist Periode des
Wellenleiterpotentials 1

2

√
2λW.

In Abb. 4.21 wurden die Besetzungszahlen der Niveaus ν = 0 . . . 7 aufsummiert und
mit der klassischen Verteilung verglichen, die sich ohne Berücksichtigung der Franck-
Condon-Faktoren ergibt. Beide Kurven haben ähnliche Form; da in der quantenme-
chanischen Rechnung nur die untersten Niveaus berücksichtigt wurden, sind die Ab-
solutwerte dort entsprechend niedriger.

Experimentelle Bestimmung der optimalen Parameter für den Transfer

Für den Transfer wird der Reflexionslaser innerhalb eines Zeitintervalles von 27ms bis
58ms, der Transferlaser innerhalb eines Intervalles von 27 ms bis 38 ms angeschaltet.
Die Steuerung des Transferlasers erfolgt ebenfalls über einen Verzögerungsschalter,
der aus einer Meßsequenz heraus getriggert wird (s. Kap. 4.2). Der Transferlaser ist
resonant auf den Übergang 1s5 − 2p4 stabilisiert (s. Abb. 3.3); seine Verstimmung be-
trägt δT0 = 2 π · (0± 22)MHz.

Abb. 4.22 zeigt die – über 100 Einzelmessungen aufgenommenen – Ortsverteilun-
gen der Atome am Prisma mit dem Reflexionslichtfeld allein als „Referenz“ (b), mit
Reflexions- und Transferlichtfeld als „Signal“ (c) und deren Differenz (d). Atome, die
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durch das Transferlichtfeld aus dem Zustand 1s5 in den Zustand 1s3 transferiert wur-
den, werden vom Reflexionslichtfeld nicht mehr beeinflußt. Sofern sie sich zum Zeit-
punkt des Transfers noch in der Bewegung in Richtung des Prismas befinden, treffen
sie auf die Prismenoberfläche und werden dort nachgewiesen. Dies führt zu einem An-
stieg der Zählereignisse in (b). Der 3 mm große Bildausschnitt wird durch die Größe
der Aperturblende des Detektors definiert.

Der Reflexionslaser hatte eine Intensität von ĨR = 1.5 W
cm2 und war um δR = 2π ·

0.65 GHz blau verstimmt; mit dem in Abschn. 4.2.1 bestimmten Überhöhungsfaktor
TR = 39 entspricht dies einer Intensität des Reflexionsfeldes am Prisma von IR0 =
TR · ĨR = 59 W

cm2 . Die Intensität des Transferlasers hatte einen Wert von ĨT = 4.1 mW
cm2 .

Abb. 4.23 zeigt das zugehörige differentielle Flugzeitspektrum.

Atome, die aus dem Niveau 2p4 nicht in den Zustand 1s3, sondern in den Grundzustand
1s0 übergehen, emittieren dabei ein UV-Photon, das über den Photoeffekt zur Emissi-
on eines Elektrons aus der Goldschicht des Prismas führen kann. Diese Elektronen
werden im elektronenoptischen Detektionssystem ebenso wie die beim Auftreffen der
Ar∗-Atome auf die Prismenoberfläche freigesetzten Auger-Elektronen nachgewiesen
und erschweren so eine Abschätzung der Effizienz des Transferprozesses. Die Effizi-
enz für den Photoeffekt von UV-Photonen der Energie 12 eV auf einer Goldoberfläche
beträgt knapp 4% [134]. Da die Photonen isotrop in alle Raumrichtungen abgestrahlt
werden, trifft nur ein Bruchteil in das Gesichtsfeld des Detektionssystems; bei einem
Abstand von 6.1mm, also am Ort der MOT, nur etwa 2%, bei einem Abstand von nur
einigen µm von der Oberfläche etwa die Hälfte. Die Auslösewahrscheinlichkeit eines
Auger-Elektrons beim Kontakt von Ar∗ mit einer Goldoberfläche liegt nach [104] zwi-
schen 0.7% und 66%, so daß aus der absoluten Zahl der Zählereignisse kein direkter
Schluß auf die Effizienz des Transferprozesses von 1s5 nach 1s3 möglich ist. Der in
Abschn. 4.1 ermittelte Wert für die gesamte Nachweiseffizienz des Detektorsystems

Abbildung 4.22: Aufnahmen vom Transferprozeß mit dem ortsauflösenden De-
tektorsystem. Die Bilder geben in einer logarithmischen Grauwertskala die Orts-
verteilung der vom Detektor im Zeitfenster von 28ms bis 35ms nachgewiesenen
Atome wieder. In (a) wird als Referenz die Verteilung von Atomen aus einer MOT
gezeigt. In (b) ist nur der Reflexionslaser an; die Atome werden in dessen Licht-
feld vor dem Prisma reflektiert und nicht nachgewiesen, was zu dem „Loch“ in
der Mitte der Verteilung führt. In (c) sind sowohl der Reflexions- als auch der
Transferlaser an. Nach dem Transfer in den Zustand 1s3 werden die Atome nicht
mehr reflektiert und deshalb nachgewiesen; dies führt dazu, daß das Loch vom
Reflexionslaser teilweise wieder aufgefüllt wird. Die Differenz (d) zwischen (c)
und (b) gibt den Anteil der von 1s5 nach 1s3 transferierten Atome wieder.
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für Ar∗-Atome von 2.7 ± 0.7% bedingt für die Auslösewahrscheinlichkeit von Auger-
Elektronen jedoch einen höheren Wert.

Abbildung 4.23: Differentielles Flugzeitspektrum von Atomen, die aus dem Zu-
stand 1s5 in den Zustand 1s3 transferiert wurden. Dieses ergibt sich aus der
Differenz der beiden in der eingefügten Graphik gezeigten Flugzeitspektren; das
„Signal“ wurde unter ansonsten identischen Bedingungen aufgenommen unter
Einstrahlung des Transferlichtfeldes, die „Referenz“ ohne. Die Fehlerbalken er-
geben sich aus der Poissonschen Zählstatistik. Eine Ableitung der Transfereffizi-
enz ist hieraus nicht möglich, da in das Signal auch UV-Photonen eingehen, die
beim Zerfall des Zustandes 2p4 in den Grundzustand 1s0 entstehen.

Die vorliegenden Messungen erlauben keine direkte Bestimmung des Überhöhungs-
faktors TT des Transferlichtfeldes. Als Schätzwert für den Überhöhungsfaktor wird
der Wert TR des Reflexionsfeldes, korrigiert um den in Kap. 3.3.2 in der ATR-Messung
ermittelten Faktor 56/67 = 0.83 verwendet, also TT ≈ 0.83 · TR = 32. Damit beträgt die
Intensität des evaneszenten Transferlichtfeldes am Prisma IT0 = 0.13 W

cm2 bei einer
Leistung des Transferlasers von 36 µW8.

Mit einer Abklinglänge von ζT = 205 nm nimmt an den Orten der Potentialmini-
ma des Wellenleiterpotentials in Abständen von zW = 253 nm, 534 nm und 815 nm
die Intensität des Transferlichtfeldes Werte von IT(253 nm) = 38 mW

cm2 =̂ 1.07 · 103 IST,
IT(534 nm) = 9.8 mW

cm2 =̂ 26 IST und IT(815 nm) = 2.4 mW
cm2 =̂ 6.7 IST an. Die für den Trans-

fer optimale Intensität IT = 1.26 · 103IST wird annähernd nur für das erste Potential-
minimum des rot verstimmten Wellenleiterpotentials erreicht, das jedoch durch die
van der Waals-Wechselwirkung so stark gestört ist, daß eine Speicherung von Atomen
dort unter den gegebenen Bedingungen nicht möglich ist. Eine systematische Unter-
suchung der Abhängigkeit des Transferprozesses von der Intensität IT des Transfer-
lichtfeldes war wegen der begrenzten Leistung des Transferlasers nicht möglich.

Für die Experimente zum Laden des Wellenleiters wurde der Transferlaser also bei
der maximal möglichen Intensität betrieben. Abb. 4.24 zeigt die mit dem ortsauflösen-

8Die maximal für den Transfer verfügbare Lichtleistung bei den Wellenleiterexperimenten war 51 µW;
für einen stabilen Betrieb des Lasers wurde der Laser bei diesem etwas niedrigeren Wert betrieben.
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den Detektorsystem aufgenommenen räumlichen Verteilungen der aus dem Zustand
1s5 in den Zustand 1s3 transferierten Atome bei konstanter Intensität des Transfer-
lichtfeldes von ĨT = 4.1 mW

cm2 ; gezeigt sind die differentiellen Verteilungen entsprechend
Abb. 4.22 (c).

Die Intensität des Reflexionslichtfeldes wurde dabei bei konstanter Verstimmung
δR = 2 π · 0.65 GHz in einem Bereich von 0.91 W

cm2 bis 1.93 W
cm2 variiert. Abb. 4.25 gibt

die absoluten Zahlen der transferierten Atome aus Abb. 4.24 wieder. Die Abnahme
der Zahl der transferierten Atome bei steigender Intensität des Reflexionslasers vom
Zentrum aus ist ein Indiz dafür, daß ein Teil tatsächlich im Bereich des evaneszenten
Lichtfeldes transferiert wird und nicht im Streulichtkegel des Oberflächenplasmons
vor dem Prisma.

Abbildung 4.24: Ortsverteilung der transferierten Atome in Abhängigkeit von
der Intensität des Reflexionslaserfeldes. Gezeigt sind die differentiellen Vertei-
lungen in einer logarithmischen Grauwertskala von 0 bis 82 Zählereignissen,
entsprechend Fall (c) in Abb. 4.22. Die eingestrahlte Intensität ĨR des Reflexions-
lasers variierte zwischen 0.21 W

cm2 und 1.93 W
cm2 ; die Intensität des Transferlasers

betrug konstant ĨT = 4.1 mW
cm2 . Bei hohen Intensitäten des Reflexionslasers ent-

fernt sich der Umkehrpunkt der Atome im Zentrum des Gaußschen Strahlpro-
fils des Reflexionslichtfeldes aus dem Wirkungsbereich des Transferlichtfeldes,
so daß die Zahl der dort transferierten Atome abnimmt.
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Abbildung 4.25: Anteil der Atome nW, die im Transferprozeß aus dem Zustand
1s5 in den Zustand 1s3 transferiert werden, als Funktion der eingestrahlten In-
tensität des Reflexionslasers ĨR bei konstanter Verstimmung δR = 2 π · 0.65GHz.
Die Intensität des Transferlasers beträgt ĨT = 4.1 mW

cm2 . Bei der Bestimmung der
Anzahl der transferierten Atome wurde nur der vom Reflexionslaser abgedeck-
te Bereich berücksichtigt. (Dieser ist im eingefügten Bild, das dem Fall (b) aus
Abb. 4.22 entspricht, schwarz gekennzeichnet.)

Das Streulicht des Transferlichtfeldes

Der Zerfall der Oberflächenplasmonen des Transferlichtfeldes führt, wie es auch beim
Reflexionslichtfeld der Fall ist, zu einem Streulichtkegel. Während die Streuung ei-
niger Photonen nur eine Verbreiterung der Energieverteilung der Atome am Prisma
zur Folge hat, führt die Streuung eines Photons aus dem Transferfeld mit einer Wahr-
scheinlichkeit von 98% zum Verlust des Atoms in den Grundzustand 1s0 oder zum
Transfer des Atoms in den Zustand 1s5. Auch in letzterem Fall kann das Atom nicht
mehr im Wellenleiterpotential gespeichert werden, da es vom Reflexionsfeld nicht
mehr gebremst wird und seine Bewegungsenergie abgeben kann. Beim Reflexions-
lichtfeld kann das Streulichtproblem prinzipiell dadurch gelöst werden, daß gleichzei-
tig die Verstimmung δR und die Intensität IR so erhöht werden, daß das Reflexions-
potential konstant bleibt während die Streurate sinkt (vgl. Kap. 2.1). Dieser Weg ist
beim Transferlichtfeld nicht möglich, da der Transferprozeß gerade auf der spontanen
Streuung eines Photons beruht. Hier kann man den störenden Einfluß des Streulichts
allein über die Minimierung der Streulichtintensität relativ zur Intensität des evanes-
zenten Lichtfeldes begrenzen; in der Praxis also durch möglichst homogen und glatt
präparierte Metallschichten auf dem Prisma.

Ein direkter Einfluß des Streulichts vom Transferlichtfeld auf die Atome in der MOT
war – auch bei maximaler Leistung des Transferlasers – kaum festzustellen und eine
Bestimmung der Streulichtintensität Isc T auf diese Weise nicht möglich. Alternativ
wurde IscT anhand des bekannten Streulichtanteils des Reflexionslaserfeldes von ca.
0.3% (vgl. Abschn. 4.2.2) abgeschätzt. Die Anzahl Nsc T der aus dem Streulichtkegel
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gestreuten Photonen ergibt sich analog Gl. 4.27, wobei hier nicht nur die Streulichtin-
tensität Isc T(z) während der Fallstrecke der Atome variiert, sondern auch die Doppler-
verstimmung des Transferlichtfeldes. Damit ergibt sich eine ortsabhängige Streurate
von

Γsc T(z) =
ΓW

2
C2

eff T A2
T

Γ2
W + (2 kT vz (z))2

IT (z)
IST

; (4.51)

die mittlere Zahl NscT von Transferphotonen, die im Zeitfenster von ta = 27 ms bis
tb = 38ms, entsprechend einer Strecke von za = 2.5mm bis zb = 0.0mm, gestreut
werden, ist

NscT =
∫ tb

ta
Γsc T(t) dt =

=
C2

eff T ΓW

2 IST

∫ tb

ta

A2
T

Γ2
W + 2 (2 kT vz (t))2

Isc T(t) dt =

=
C2
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2 IST

∫ zb

za

A2
T

Γ2
W + 4 k2

T 2 g (g (z0 − z))
Isc T (z)

1√
g (z0 − z)

dz . (4.52)

Aus Gl. 4.52 folgen im Mittel pro Atom NscT = 1.4 gestreute Photonen; dies hätte zur
Folge, daß 75% der Atome bereits ein Photon aus dem Streulicht des Transferlicht-
feldes absorbieren und verloren gehen. Durch gepulstes Einstrahlen des Lichtfeldes –
wie hier geschehen – lassen sich diese Verluste zwar etwas verringern; grundlegend
läßt sich dieses Problem aber nur durch weitere Reduktion des Streulichtanteils lösen,
also durch Optimierung der Metallschicht für die Anregung der Oberflächenplasmo-
nen oder durch Übergang zu dielektrischen Schichtsystemen.

4.4 Speicherung der Atome im Wellenleiterpotential

4.4.1 Wellenleiterpotential

Das Wellenleiterpotential wird erzeugt, indem der Strahl eines Ti:Saphir-Lasers an
der Prismenoberfläche unter einem Winkel von θW = 45◦ reflektiert wird. Da die
Strahltaille mit wW = 0.70 mm sehr groß gegen die Laserwellenlänge ist, gleicht das
entstehende Interferenzmuster in der Nähe der Oberfläche einer stehenden Welle mit
einer Wellenlänge von λW = (λW0 + ∆λW)/ cos θW mit λW = 795.039 nm. Die Verstim-
mung ∆λW des Lasers gegenüber dem atomaren Übergang liegt hier typisch bei eini-
gen 100 pm. Der Strahl ist s-polarisiert, da sich bei p-Polarisation – wie in Abschn. 4.3.2
erwähnt – keine stehende Welle ausbilden würde.

Die Gleichung für die Intensitätsverteilung I(x) in der stehenden Welle und das Po-
tential UW(x) wurden ebenfalls bereits in Abschn. 4.3.2 angegeben. Zu berücksichtigen
ist ferner die van der Waals-Wechselwirkung, der die Atome in der Nähe der Prismen-
oberfläche unterliegen. Für die hier relevanten Entfernungen, die größer als etwa ein
Zehntel der optischen Wellenlänge des atomaren Überganges sind, ist die retardierte
Form der Wechselwirkung heranzuziehen, das sog. Casimir-Polder-Potential [135, 122]

UCP(z) = −3 h̄ c α1s3

32 π2 ε0

1
z4

= C4
1
z4

, wobei C4 = 1.7 · 10−55 Jm . (4.53)
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Abbildung 4.26: Potentialverlauf der stehenden Welle für rote (a) und blaue (b)
Verstimmung des Wellenleiterlasers vom Betrag 200 pm vor der Oberfläche des
Prismas bei z = 0. Das Potential UW ist normiert auf die „Rückstoßenergie“ EL.
Der steile Abfall des Potentials vor der Oberfläche ist auf die van der Waals-
bzw. Casimir-Polder-Wechselwirkung zurückzuführen. Der gestrichelte Verlauf
ergäbe sich bei einer perfekt reflektierenden Oberfläche, d. h. ε = −∞.

α1s3 ist die dielektrische Polarisierbarkeit des Zustands 1s3 [125], α1s3 = (49.5± 1.0) ·
4π ε0 ·10−30 m3. Das Gesamtpotential berechnet sich aus der Summe des Potentials der
stehenden Welle UW (Gl. 4.40) und des Casimir-Polder-Potentials UCP,

UWG(x, y, z) = UW(x, y, z) + UCP(z) . (4.54)

UWG(x, y, z) ist separierbar in einen transversalen Anteil UWG(x, y) und einen longitu-
dinalen Anteil UWG(z).

Abb. 4.26 zeigt den Verlauf des Potentials UWG für einen um |∆λW| = 200 pm, entspre-
chend δW = 2 π · 9.5 · 1010 1

s , rot bzw. blau verstimmten Wellenleiterlaser bei einer Lei-
stung von 0.45 W. Besonders im Falle roter Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes
führt die van der Waals-Wechselwirkung zu einer starken Deformation des sinusför-
migen Potentialverlaufs. EL wird, analog Gl. 4.2, als „Rückstoßenergie“ zum „Gitter-
vektor“ kL der stehenden Welle definiert, also

kL := cos(θW)
2π

λW
≈ 2 π√

2λW

und EL :=
h̄2 k2

L

2mAr
. (4.55)

Für θW = 45◦ und |∆λW| ¼ λW gilt EL ≈ 1
2 Erec(1s3 − 2p4) (s. Gl. 4.2).

4.4.2 Speicherzeit der Atome im Wellenleiter

Die Lebensdauer der Atome im Wellenleiterpotential wird im wesentlichen durch fol-
gende Verlustfaktoren bestimmt:
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• Die Atome können durch die Potentialmaxima der stehenden Welle tunneln und
so das Wellenleiterpotential verlassen. Falls sie zur Prismenoberfläche hin tun-
neln, zerfallen sie mit großer Wahrscheinlichkeit in den Grundzustand 1s0 und
gehen so verloren. Tunneln die Atome dagegen in ein anderes Potentialminimum
der stehenden Welle, verliert das System seinen zweidimensionalen Charakter.

• Die Atome können – trotz der in der Regel großen Verstimmung des Wellenleiter-
lasers gegen den atomaren Übergang – auch durch Streuung eines Photons aus
der stehenden Welle in den Zustand 2p4 angeregt werden und zerfallen danach
mit einer Wahrscheinlichkeit von 42% in den Grundzustand 1s0. Für die niedri-
gen Zustände im Wellenleiterpotential ist die Streurate bei roter Verstimmung
wesentlich höher als bei blauer Verstimmung, da die Atome im ersten Fall haupt-
sächlich an den Intensitätsmaxima, im zweiten an den Minima des Lichtfeldes
der stehenden Welle lokalisiert sind.

• Ein transversaler Einschluß der Atome ist nur bei rot verstimmtem Lichtfeld
gegeben, da die Potentialminima dort mit den Intensitätsmaxima des Gauß-
schen Strahlprofils zusammenfallen. Im Falle blauer Verstimmung befinden sich
die Potentialminima in den Knoten der stehenden Welle; ein transversaler Ein-
schluß ist dort nicht gegeben.

Beide Prozesse führen zu einer Verringerung der Phasenraumdichte der Atome im
Wellenleiterpotential und müssen deshalb minimiert werden: Ziel ist ein möglichst
tiefes Potential bei einer gleichzeitig möglichst geringen Photonen-Streurate. Da die
verfügbare Lichtleistung auf ca. 0.5W beschränkt ist, bedeutet dies, optimale Parame-
ter für Strahltaille9 und Verstimmung des Wellenleiterlasers zu finden.

Verluste durch Tunneln

In transversaler Richtung kann die Bewegung der Atome rein klassisch beschrieben
werden: Im Falle blauer Verstimmung ist die transversale Bewegung der Atome für
die niedrigen Zustande im Wellenleiterpotential im wesentlichen frei (höher ange-
regte Zustände erfahren jedoch durch den stärkeren Überlapp mit dem Gaußschen
Strahlprofil eine repulsive Kraft vom Zentrum weg). Im Falle roter Verstimmung ist
die transversale Ausdehnung des Potentials von der Größenordnung des Gaußschen
Strahlquerschnitts von 0.70 mm und kann damit ebenfalls klassisch behandelt werden.

In longitudinaler Richtung setzt sich das Wellenleiterpotential Gl. 4.54 zusammen aus
dem in einem Halbraum periodischen Potential der stehenden Welle und dem van
der Waals-Potential. Als Ausgangspunkt für die folgenden Lösungsansätze wird die
Schrödingergleichung des Systems in dimensionslose Form gebracht:

i
∂

∂τ
ψ (ζ) = − ∂2

∂ζ2
ψ(ζ) + u(ζ)ψ(ζ) . (4.56)

9Ein Verringern der Strahltaille des Wellenleiterlasers ermöglicht zunächst tiefere Potentiale; da die
anfängliche Phasenraumdichte aber durch den Ladeprozeß bestimmt wird, verringert sich die Gesamt-
zahl der gespeicherten Atome, was das Signal/Rausch-Verhältnis verschlechtert.
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Zeit, Länge und Energie werden hierbei mit Hilfe charakteristischer Skalierungsfak-
toren durch dimensionslose Parameter ausgedrückt:

τ =
h̄

EL
t , ζ = kL z ≈ 2π√

2λW

z und u(ζ) =
1

EL
UW(z) , (4.57)

wobei h̄/EL = 40.6µs, 1/kL = 179 nm und EL = 2.6 · 10−30 J (s. Gl. 4.55). Eine nicht-
triviale Lösung der Schrödingergleichung 4.56 für das Wellenleiterpotential kann in
geschlossener Form nicht angegeben werden.

Mathieusche Gleichung

Vernachlässigt man den van der Waals-Anteil des Wechselwirkungspotentials gemäß
Gl. 4.54, läßt sich der Potentialverlauf im Bereich der stehenden Welle nach Gl. 4.40
für den Fall blauer Verstimmung näherungsweise durch

UW(z) = UW0 sin2(kL z) =
1
2

UW0 (1 − cos(2 kL z))

beschreiben10. Die stationäre Schrödingergleichung hat dann die Form einer Mathieu-
schen Differentialgleichung:

∂2

∂ξ2
ψ(ξ) + (a − 2 q cos(2 ξ)) ψ(ξ) , (4.58)

mit a = ε − 2 q, ξ = ζ + π
2 und q = 1

4UW0/EL sowie einem Energieeigenwert ε in Ein-
heiten von EL. Lösungen der Mathieuschen Differentialgleichung lassen sich in analy-
tischer oder numerischer Form finden [136, 59] und bieten eine Vergleichsmöglichkeit
mit anderen Lösungsansätzen.

Da die van der Waals-Wechselwirkung mit zunehmendem Abstand von der Oberfläche
sehr schnell abfällt, stellt Gl. 4.58 für weiter von der Prismenoberfläche entfernte Po-
tentialtöpfe eine gute Näherung für UWG dar. In der Nähe der Oberfläche dominiert
jedoch die van der Waals-Wechselwirkung und aufgrund des Zerfalls der metastabilen
Atome an der Oberfläche kann sich kein stationärer Zustand nach Gl. 4.58 einstellen;
ein Lösungsansatz, der auf stationären Zuständen beruht, wird dem realen System
deshalb nicht gerecht.

Quasiklassische Näherung

Als naheliegender Ansatz für die störungstheoretische Beschreibung eines nicht sta-
tionären Zustandes bietet sich die quasiklassische oder WKB-Näherung an [137]. Dies
setzt voraus, daß die de Broglie-Wellenlänge des Atoms klein gegen Variationen des
Potentials ist; dies ist hier allenfalls für Zustände höherer Energie erfüllt. Für das
Wellenleiterpotential UWG ergibt sich der Durchgangskoeffizient D für ein Atom mit

10Der Fall roter Verstimmung kann völlig analog behandelt werden.
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der Energie E zu

D = exp

(
−2

h̄

∫
E<UWG(z)

√
2 m (E − UWG(z)) dz

)

= exp

(
−2

∫ ξ+

ξ−

√
−a + 2 q cos(2 ξ) dξ

)
, wobei (4.59)

ξ± = ± arccos
(

1
2

√
a

q
+ 2

)
.

Letztere Beziehung gilt für die Näherung der Mathieuschen Gleichung 4.58. Die
Tunnelrate durch eine Potentialwand des Wellenleiterpotentials UWG ergibt sich zu
γt = ω D mit der Eigenfrequenz ω = 1

h̄ E der Atome; die gesamte Verlustrate erhält
man dann als Summe der Tunnelraten durch beide Wände des Wellenleiters.

Harmonische Näherung

Gl. 4.58 läßt sich für niedrig liegende Energiezustände (ε ¼ 4 q) in einem weiteren
Schritt harmonisch nähern: Mit sin2(ξ) ≈ ξ2 und η = 4

√
4 q ergibt sich die Schrödinger-

gleichung für den harmonischen Oszillator,

∂2

∂η2
ψ(η) +

(
ε

2
√

q
− η2

)
ψ(η) . (4.60)

Deren stationären Lösungen für den n−ten Zustand mit der Energie εn = 4
√

q (n+ 1
2)

lauten

ψn(η) =
1√

2n n!
√

π
e−

1
2

η2
Hn(η) . (4.61)

Die harmonische Näherung fand bereits zur Bestimmung der Franck-Condon-Fakto-
ren in Abschn. 4.3.2 bei der Untersuchung des Transferprozesses Anwendung.

Für typische experimentellen Parameter sind die Voraussetzungen für die harmoni-
sche Näherung – außer im Falle des ersten Potentialtopfes vor der Oberfläche bei ro-
ter Verstimmung – gut erfüllt; für IW = 42 W

cm2 und |∆λW| = 200 pm) differieren die
zum Grundzustand der harmonischen Näherung Gl. 4.60 und zum Grundband der
Mathieuschen Differentialgleichung Gl. 4.58 gehörenden Energieeigenwerte um nur
1%.

Numerische Lösung der Schrödingergleichung

Die zeitabhängige Schrödingergleichung 4.56 ist eine parabolische Differentialglei-
chung für die Entwicklung einer komplexwertigen Funktion. Der Anfangszustand für
die Wellenfunktion ψ(t) des Atoms im Potential UWG wird durch den Transferprozeß
bestimmt. Hier wird angenommen, daß nach dem Transferprozeß zum Zeitpunkt t = 0
die Wellenfunktion des Atom in Form eines Gaußschen Wellenpakets vorliegt, das um
das Potentialminimum bei ξ = ξ0 lokalisiert ist und einen Impuls p = h̄ k0 besitzt [138]:

ψ(ξ, τ = 0) =
(2

√
q

π

) 1
4

exp
(
−√q (ξ − ξ0)2

)
exp (−κ0 (ξ − ξ0)) . (4.62)
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κ0 = k0
kL

ist der Wellenvektor in dimensionslosen Einheiten.

Die Schrödingergleichung 4.56 stellt zusammen mit der Anfangsbedingung Gl. 4.62
und den Randbedingungen

ψ(ξ → ±∞, τ) → 0 und (4.63)∫ ∞

−∞
|ψ(ξ, τ)|dξ = 1 (4.64)

ein diffusives Anfangswertproblem dar. Ein geeignetes Integrationsverfahren hierfür
ist das Crank-Nicholson-Verfahren [139]. Der Zeitentwicklungsoperators e−i Ĥ t wird
hierbei in die sog. Cayley-Darstellung entwickelt, die in Ort und Zeit in zweiter Ord-
nung genau und außerdem unitär11 ist:

e−i Ĥ ∆τ '
1 − 1

2 i Ĥ ∆τ

1 + 1
2 i Ĥ ∆τ

mit (4.65)

Ĥ = − ∂2

∂ξ2
+ V (ξ) . (4.66)

V (ξ) ist das betrachtete Potential. Die Ortsvariable ξ wird innerhalb des Definitions-
bereichs [ξ0, ξ1] in N Werte ξn, n = 1 . . . N , diskretisiert, die Zeitvariable τ im Intervall
[0, T ] in M Werte τm = 1 . . . M . ∆ξ und ∆τ sind die entsprechenden Schrittweiten; das
Prisma befinde sich bei ξ = 0. Dieser Ansatz führt zu einem tridiagonalen linearen
Gleichungssystem

− 1
2
α ψm+1

n+1 +
(

1 + α +
1
2
α ∆ξ2 Vn

)
ψm+1

n − 1
2
α ψm+1

n−1 =

1
2
α ψm+1

n+1 +
(

1− α− 1
2
α ∆ξ2 Vn

)
ψm+1

n +
1
2
α ψm+1

n−1 , (4.67)

wobei α = i ∆τ
∆ξ2 , ψm

n = ψ(ξn, τm) und Vn = V (ξn).

Das Potential V wird bis zu einem Abstand ξS = 1
10

√
2π von der Prismenoberfläche

gleich dem Wellenleiterpotential UWG gesetzt und von dort an – bis in den negativen
Bereich – auf einem konstanten Wert belassen; bei kleineren Abständen müßte die
nicht retardierte Wechselwirkung herangezogen werden [135]. Das Wellenpaket kann
also frei bis zur linken Grenze ξ0 des Definitionsbereiches propagieren. Auf diese Weise
wird dem Zerfall der metastabilen Atome an der Prismenoberfläche Rechnung getra-
gen, andernfalls fände dort eine Reflexion des atomaren Wellenpakets statt. Dieses
Vorgehen vermeidet numerische Probleme, die bei der Divergenz des van der Waals-
Potentials bei ξ = 0 auftreten, und trägt der Reichweite der retardierten Wechselwir-
kung Rechnung.

Der steilste Teil des van der Waals-Potentials bei ξS wird hierbei jedoch abgeschnitten,
wodurch der Effekt der Quantenreflexion [140, 141, 142, 143, 144], d. h. die Reflexi-
on eines Wellenpakets an einem abfallenden Potential, in der Simulation unberück-
sichtigt bleibt. Hier soll nur die Verlustrate aus den Potentialtöpfen der stehenden

11Dies bedeutet, daß die Randbedingung 4.64 numerisch eingehalten wird.
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Abbildung 4.27: Ausbreitung des atomaren Wellenpakets |ψ(ξ, τ)|2 für blaue Ver-
stimmung des Wellenleiterlasers von −200 pm (a) und −400 pm (c) sowie für
rote Verstimmung von +200 pm (b). Die anfängliche Position des Wellenpakets
|ψ(ξ, 0)|2 liegt für (a) und (b) im ersten, für (c) im zweiten Potentialminimum der
stehenden Welle vor der Prismenoberfläche bei ξ = 0. V (ξ) bezeichnet das in der
jeweiligen Situation gegebene Potential.
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Abbildung 4.28: Zeitliche Entwicklung der Aufenthaltswahrscheinlichkeit p(τ)
des Atoms im ersten Potentialtopf des Wellenleiters. Die Parameter für das Wel-
lenleiterpotential und die Anfangswellenfunktion ψ(ξ, τ = 0) sind wie in Fall
(a), (b) und (c) aus Abb. 4.27 gewählt. Die Integrationszeit von T = 2.0 ent-
spricht 81 µs. Aus dem Fit einer exponentiell abfallenden Funktion ergeben sich
Lebensdauern von 7.9 · 109 s (a), 5.9 · 106 s (c) und 0.85ms (b).
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Welle untersucht werden, wo dieser Effekt aufgrund der in der Regel kleinen Trans-
missionskoeffizienten vernachlässigt werden darf12. Numerisch realisiert wurde das
Verfahren nach Ref. [139] und [145] als C++-MEX-Routine in Matlabr. Als Anfangs-
zustand der Wellenfunktion ψ(ξ, τ = 0) wurde ein Gaußsches Wellenpaket im ersten
Minimum des Wellenleiterpotentials vor der Oberfläche ohne Anfangsimpuls (k0 = 0)
gewählt, das dem Grundzustand des Wellenleiterpotentials in der harmonischen Nä-
herung (Gl. 4.61) entspricht. Abb. 4.27 zeigt die Ausbreitung des Wellenpaketes zum
Zeitpunkt τ = 16, d. h. t = 0.65ms, für rote und blaue Verstimmung des Wellenleiter-
lasers (∆λW = ±200 pm und ∆λW = −400 pm) und konstanter Leistung von 0.45W,
entsprechend einer Intensität von IW = 41 W

cm2 .

Das der Simulation zugrunde liegende Intervall wurde mit ξ ∈ [−8π, 8π] so groß ge-
wählt, daß innerhalb des betrachteten Zeitintervalls τ ∈ [0, 16] die Reflexion des Wel-
lenpakets an den Intervallgrenzen keine Rolle spielt. Das Raster umfaßte 65536 Punk-
te für den Ort ξ und 4096 Punkte für die Zeit τ . Die Konvergenz des Verfahrens wurde
durch Vergleich der Ergebnisse nach Verdoppelung der Anzahl der Stützstellen N für
den Ort und M für die Zeit und außerdem einer Halbierung von ξS überprüft.

Mit den gegebenen Parametern entspricht eine Schwingungsperiode im harmonischen
Potential mit der Frequenz ω = 1

h̄EL · ε = 2 π · 98.6 · 103 1
s einer Integrationszeit von

ca. T = 0.25. Die Verlustrate aus dem Wellenleiterpotential wird bestimmt, indem
die Aufenthaltswahrscheinlichkeitsdichte |ψ(ξ, τ)|2 des Atoms außerhalb des Bereichs
[xa, xb] zwischen den beiden angrenzenden lokalen Potentialmaxima integriert wird.
Das Integral von |ψ(ξ, τ)|2 über das gesamte Intervall [ξ0, ξ1] bleibt numerisch wegen
der unitären Operatordarstellung 4.65 im Rahmen der Maschinengenauigkeit kon-
stant, so daß auch die erhaltenen kleinen Werte für die Verlustrate signifikant sind.
Man erhält so die Aufenthaltswahrscheinlichkeit p(τ) des Atoms in [xa, xb]:

p(τ) =
∫ xb

xa

|ψ(ξ, τ)| dξ . (4.68)

Ein Fit gemäß p(τ) = exp(−γt (τ − τ1)) hinweg ergibt die Verlustrate γt, mit der die
Atome aus dem jeweiligen Potentialtopf tunneln. τ1 wird auf einen Wert gesetzt, an
dem die ersten Relaxationsprozesse des atomaren Wellenpakets bereits stattgefunden
haben. Aufgrund der sehr kurzen Integrationszeit13 geben die so erhaltenen Werte
für extrem kleine Verlustraten der Fälle (a) und (c) aus Abb. 4.28 nur die anfängliche
Situation wieder; ein Vergleich der numerisch erhaltenen Verlustraten mit den aus
der Mathieuschen Gleichung 4.58 erhaltenen Tunnelraten ermöglicht jedoch eine Ab-
schätzung der tatsächlichen Verlustraten. Im Fall (b) dagegen ist die Verlustrate γt so
groß, daß die Wellenfunktion vollständig relaxiert und damit eine genaue Bestimmung
von γt möglich ist.

Für die Fälle blauer Verstimmung (a) und (c), d. h. ∆λW = −200 pm und ∆λW =
−400 pm ergeben sich für den Grundzustand Verlustraten von γt = 1.3 · 10−12 1

s und
γt = 1.5 · 10−7 1

s , das entspricht Lebensdauern von 24000 Jahren bzw. 80 Tagen, die

12Denkbar scheint jedoch sogar, das Wellenleiterpotential für die Atome vor der Oberfläche durch den
Effekt der Quantenreflexion in Richtung zum Prisma und durch ein Dipolpotential in der anderen Rich-
tung zu realisieren.

13Gemeint ist die Zeitskala des Atoms, nicht die des ungeduldigen Benutzers vor dem langsamen Rech-
ner . . .
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weit außerhalb der für das Experiment relevanten Zeitskala liegen. Im Falle des er-
sten Potentialminimums vor der Oberfläche bei roter Verstimmung von ∆λW = 200 pm
ergibt sich jedoch eine Verlustrate von γt = 1.2 · 103 1

s , die Lebendauer des Grundzu-
standes beträgt also nur 0.85ms.

Aus der Mathieuschen Gleichung 4.58 ergeben sich hingegen Tunnelraten von γt =
1.4 ·10−9 1

s für |∆λ| = 200 pm bzw. γt = 6.3 ·10−9 1
s für |∆λ| = 400 pm, die im Fall (a) um 3

Größenordnungen über und im Fall (c) um 2 Größenordnungen unter dem numerisch
ermittelten Wert liegen. Im Fall (c) scheint bereits ein Einfluß der van der Waals-
Wechselwirkung spürbar. Für den Fall (b) versagt der Ansatz über die Mathieuschen
Gleichung jedoch völlig, da hier die Wirkung der van der Waals-Wechselwirkung so
stark ist, daß keine effektive Speicherung der Atome mehr möglich ist.

Mit der WKB-Näherung berechnete Verlustraten für den Grundzustand liegen um
viele Größenordnungen unter den numerisch ermittelten oder den aus Gl. 4.58 er-
haltenen; wie oben angemerkt, sind die Voraussetzungen für die Anwendung dieser
Näherung für niedrig liegende Zustände hier jedoch nicht erfüllt.

Als Ergebnis der Untersuchung läßt sich festhalten, daß eine realistische Beschrei-
bung der Tunnelraten eines Atomes im Grundzustand des Wellenleiterpotentials nur
auf numerischem Wege möglich ist: Im Einflußbereich der van der Waals-Wechselwir-
kung variiert die Potentialform sehr stark mit dem Abstand von der Oberfläche, so daß
sich die Tunnelraten γt für den Grundzustand über einen Bereich von 103 1

s bis hin zu
10−12 1

s erstrecken, je nach dem Abstand des jeweiligen Knotens von der Oberfläche.
Nur für den Fall (b) läßt sich die Tunnelrate mit dem hier verwendeten Crank-Nichol-
son-Verfahren mit ausreichender Genauigkeit bestimmen. Die niedrigen Tunnelraten
von Fall (a) und (c) können aufgrund der starken Extrapolation zwar allenfalls als
Schätzwerte angesehen werden, sind aber sicherlich vernachlässigbar gegenüber den
anderen Verlustmechanismen, wie der Lebensdauer der metastabilen Atome oder der
Streuung von Photonen aus dem Wellenleiterlichtfeld.

Transversale Bewegung der Atome

Transversal ist die Bewegung der Atome nur im Falle roter Verstimmung durch das
Wellenleiterpotential eingeschränkt. Der transversale Modenabstand in harmonischer
Näherung liegt hier für |∆λW| = 200 pm bei einer Größenordnung unter 2π · 0.1 kHz
und ist damit sehr klein gegenüber dem Modenabstand der longitudinalen Bewegung,
der für |∆λW| = 200 pm bei etwa ω = 2π · 197 · 103 1

s und für |∆λW| = 400 pm bei etwa
ω = 2 π · 139 · 103 1

s liegt. Transversal kann also von einer rein klassischen Bewegung
der Atome ausgegangen werden, insbesondere gibt es hier keine Tunnelverluste.

Bei blauer Verstimmung ist – ohne zusätzliche Lichtfelder – die Bewegung der Atome
entlang der Knoten der stehenden Welle in transversaler Richtung quasi frei; insbe-
sondere ist kein transversaler Einschluß gegeben. Die Expansion der Atomwolke nach
der Melasse-Kühlphase bleibt – abgesehen vom Übertrag eines Photonenrückstoßes
beim Transfer – bei der Reflexion und beim anschließenden Transfer erhalten. Die
Atome können daher den Wellenleiter transversal verlassen, wobei die Verlustrate γt

durch die anfängliche Temperatur der Atome aus der MOT bestimmt wird. Unter Ver-
nachlässigung der anfänglichen Ausdehnung σz der Atomwolke (vgl. Abschn. 4.1.1)
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läßt sich γt abschätzen als:

γt =
1
τ
≈ σv

wW

√
2 (1− ln(e− 1)) ≈ 0.96

σv

wW
. (4.69)

Bei einer Strahltaille von wW = 0.7 mm und einer Breite der Geschwindigkeitsvertei-
lung von σv ≈ 5 vrec ergibt sich hieraus eine Verlustrate von γt = 84 1

s .

Der Überlapp der atomaren Wellenfunktion mit dem Gauß-förmigen Strahlprofil der
stehenden Welle führt zu einem Potential, das die Atome vom Zentrum weg treibt.
Für die Atome im Grundzustand des Wellenleiterpotentials entspricht das Maximum
im Zentrum gerade der Grundzustandsenergie. Die maximale Beschleunigung von
ca. 1.2 m

s2
erfährt das Atom in diesem Fall in einem Abstand von 0.5mm vom Zentrum

(In x−Richtung gemäß Gl. 4.38), was für den Grundzustand zu einem Geschwindig-
keitszuwachs kleiner 0.7 cm

s =̂0.6 vrec führt, was gegenüber der Breite der Anfangsver-
teilung σv ≈ 5vrec vernachlässigbar ist. Für die höheren Niveaus führt der größere
Überlapp der Wellenfunktion mit dem Lichtfeld zu einer stärkeren Beschleunigung
und damit höheren Verlustrate.

Streuung von Photonen

Die Streuung von Photonen im Lichtfeld der stehenden Welle führt zu einem Aufhei-
zen der Atome oder gar ihrem Verlust, da der Übergang 1s3 − 2p4 ja nicht geschlossen
ist. Aus 2p4 erfolgen mit einer Wahrscheinlichkeit von 1−η = 0.44 Übergänge nach 1s5

oder in den Grundzustand 1s0, die in einen Verlust des Atoms resultieren. Die Verstim-
mung des Wellenleiterlasers sollte also groß sein, damit die Anregungswahrscheinlich-
keit in den Zustand 2p4 möglichst gering ist. Neben der Verstimmung hängt diese von
der mittleren Intensität ab, die das Atom im Lichtfeld erfährt. Für den Grenzfall ei-
ner großen Verstimmung δW erhält man so eine Verlustrate γsc = (1 − η) Γsc W. Nach
Abschn. 2.1.2 führt eine Streuung von Photonen außerdem zu einem Aufheizen der
Atome, was ebenfalls einen Verlust oder aber einen Übergang in höhere quantenme-
chanische Bewegungszustände im Wellenleiterpotential bedeuten kann, so daß für die
Verlustrate durch Photonenstreuung letztlich konservativ γsc = Γsc W angenommen
wird. Die Streurate ist dann gegeben durch

γsc = ΓW
C2

eff W A2
W

8 δ2
W

〈I〉
ISW

≈


ΓW
h̄ δW

(√
UW0 EL

(
n + 1

2

)
− UW0

)
, falls δW<0

ΓW
h̄ δW

√
UW0 EL

(
n + 1

2

)
, falls δW>0 .

(4.70)

Die mittlere Intensität 〈I〉 ist durch den Überlapp der atomaren Wellenfunktion
ψ = ψ(x, t) mit dem Lichtfeld der stehenden Welle gegeben: 〈I〉 = 〈ψ|I|ψ〉. Das In-
tegral 〈I〉 wurde für den Grundzustand der Bewegung numerisch ausgewertet. Die
Näherung in Gl. 4.70 ergibt sich aus der harmonischen Näherung Gl. 4.61 und weicht
nur geringfügig vom numerisch ermittelten Wert ab. Der Überlapp mit dem Lichtfeld
– und damit die Streurate ΓscW – nimmt bei blauer Verstimmung für höhere Zustände
mit der Quantenzahl n zu, für rote Verstimmung dagegen ab.
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Gesamtverluste

Die Gesamtverlustrate ergibt sich aus der Summe der einzelnen Verlustraten. Die
dominierenden Verlustprozesse für den Grundzustand im Wellenleiter sind – bei den
gegebenen Parametern – die Streuung von Photonen aus dem Lichtfeld und der fehlen-
de transversale Einschluß im Falle blauer Verstimmung. Tunnelverluste sind nur im
Falle roter Verstimmung im ersten Minimum des Wellenleiterpotentials vor der Pris-
menoberfläche infolge des Einflusses der van der Waals-Wechselwirkung von Bedeu-
tung; in diesem Fall ist die Verlustrate jedoch so hoch, daß eine effektive Speicherung
der Atome nicht möglich ist. Bei roter Verstimmung ist auch in den weiter von der
Oberfläche entfernten Minima des Wellenleiterpotentials die Verlustrate durch Streu-
ung von Photonen wesentlich höher als bei entsprechender blauer Verstimmung. Da
bei blauer Verstimmung der Überlapp der atomaren Wellenfunktionen mit der Ener-
gie des Zustandes zunimmt, steigt parallel auch die Photonenstreurate mit an; dieser
Effekt ließe sich dazu nutzen, den Grundzustand der longitudinalen Bewegung im
Wellenleiter zu selektieren [59]. Bei roter Verstimmung nehmen umgekehrt die Pho-
tonenstreuraten für die höher liegenden Zustände ab.

Aus dem Modenabstand und der Verlustrate läßt sich dem Wellenleiterpotential eine
Resonatorgüte zuordnen gemäß Q = ω

γ , wobei ω = 2 π · 197 · 103 1
s für |∆λW| = 200 pm

und ω = 2π · 139 · 103 1
s für |∆λW| = 400 pm. In den „Dämpfungsfaktor“ γ gehen da-

bei alle möglichen Verlustraten ein, im wesentlichen γt und γsc. In Tab. 4.1 sind für
die typischen Parameter des Wellenleiterexperimentes die Photonenstreuraten γsc, die
Verlustraten γt durch Tunneln bzw. transversale Diffusion und die daraus abgeleiteten
Lebensdauern τ = 1

γ und Resonatorgüten Q für den Grundzustand des Wellenleiterpo-
tentials bei blauer bzw. roter Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes aufgeführt. Bei
blauer Verstimmung werden Güten durch die Verlustrate durch den fehlenden trans-
versalen Einschluß bestimmt. Die hohen Werte für Q rechtfertigen die Bezeichnung
„Resonator für de Broglie-Wellen“ für das System.

∆λW/pm +400 +200 −200 −400
γsc/

1
s 0.21 · 103 0.80 · 103 17 6.1

γt/
1
s 0 1.2 · 103 84 (0) 84 (0)

τ/ms 4.8 0.5 9.9 (58) 11 (160)
Q/103 4.2 0.62 12 (73) 9.7 (143)

Tabelle 4.1: Verlustraten durch Streuung von Photonen γsc und durch Tunneln
bzw. transversale Diffusion γt von Atomen im Grundzustand n = 0 des Wellen-
leiters bei verschiedenen Verstimmungen ∆λW und einer festen Intensität des
Wellenleiterlasers von IW = 41 W

cm2 . Tunnelraten größer als die Lebensdauer der
metastabilen Ar∗-Atome werden mit ∞ bezeichnet. Bei blauer Verstimmung re-
sultieren die Werte für γt aus der transversalen Diffusion. Q bezeichnet die Re-
sonatorgüte für den Grundzustand im Wellenleiterpotential. Bei transversalem
Einschluß der Atome im Fall blauer Verstimmung würden sich für γt, τ und Q
die Werte in Klammern ergeben.

Die Werte in Tab. 4.1 geben nur die Verhältnisse für den Grundzustand im Wellen-
leiterpotential wieder; für eine Angabe der tatsächlichen mittleren Lebensdauer aller
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Atome im Wellenleiter müßte jedoch die Verteilung der Atome auf den Grund- und
die angeregte Zustände im Wellenleiterpotential bekannt sein. Bei blauer Verstim-
mung führt eine Besetzung höher liegender Zustände aufgrund der höheren Verluste
durch Streuung von Photonen insgesamt zu einer niedrigeren mittleren Lebensdauer,
bei roter Verstimmung nehmen die Verluste durch Streuung von Photonen für höher
liegende Zustände ab, so daß eine höhere mittlere Lebensdauer resultiert. Nahe dem
Maximum des Wellenleiterpotentials dominieren in letzterem Fall jedoch die Tunnel-
verluste.

4.4.3 Flugzeitspektroskopie des Wellenleiters

Die Flugzeitspektren der Atome aus dem Wellenleiter lassen sich ebenfalls mit den
Gleichungen aus Abschn. 4.1 beschreiben. Die Flugzeitspektren lassen sich aus den
Bewegungsgleichungen eines Atoms im kombinierten Gravitations- und Casimir-Pol-
der-Potential (vgl. Gl 4.53) ermitteln:

z̈ = −
(

g + a
1
z5

)
, (4.71)

mit a = C4/mAr und der Atommasse mAr. Anfänglich wird eine Gaußsche Geschwin-
digkeitsverteilung mit der Breite σv der Atome angenommen; die Breite der Orts-
verteilung σz hat kaum Einfluß auf die Form der Ankunftszeitverteilungen, solange
σv · σz ≈ h̄ bleibt und das Potential der stehenden Welle nicht zu flach wird (vgl. Ab-
schn. 4.1.1).

Der Zeitpunkt des Auftreffens des Atoms als Funktion der Anfangsgeschwindigkeit
t(v) (oder des Anfangsortes t(z)) läßt sich durch numerische Integration der Bewe-
gungsgleichung 4.71 mit einem Runge-Kutta-Verfahren ermitteln. Ebenfalls nume-
risch erfolgt die Bestimmung der Umkehrfunktion v(t) und von dt

dv . Damit ist die
Berechnung der Transformierten von Gl. 4.1 nach t möglich. Abb. 4.29 zeigt die An-
kunftszeitverteilungen für die ersten Potentialminima vor der Prismenoberfläche für
zW = 534 nm (b) und für zW = 253 nm (a) und zW = 815 nm (c), wie sie sich bei blau-
er bzw. roter Verstimmung des Wellenleiterlasers ergeben. Für die Breite der longi-
tudinalen Geschwindigkeitsverteilung wurde hierbei ein Wert von σv = 1 vrec ange-
nommen. Dieser liegt bei den gegenwärtigen Parametern des Wellenleiterpotentials
unterhalb der Grundzustandsenergie, wurde mit Hilfe des o. g. Selektionsmechanis-
mus beim physikalisch vergleichbaren System eines dreidimensionalen optischen Git-
ters [59] jedoch bereits erreicht. In Abb. 4.30 wurde als Breite der longitudinalen Ge-
schwindigkeitsverteilung σv = 3vrec, die etwa der Grundzustandsenergie der Atome
im Wellenleiterpotential entspricht, angenommen. Die endliche Breite der Ortsvertei-
lung σz hat wiederum kaum Einfluß auf die Form der Ankunftszeitverteilungen.

Im Gegensatz zu den annähernd Gauß-förmigen Flugzeitspektren von Atomen aus ei-
ner magneto-optischen Falle, sind die Flugzeitspektren hier aufgrund ihres anfänglich
sehr geringen Abstandes zum Prisma stark asymmetrisch und zu niedrigen Ankunfts-
zeiten hin verschoben. Im Experiment ist der lange Schwanz der Verteilung bei langen
Zeiten kaum vom Untergrund zu unterscheiden.

Falls sich die Atome überwiegend im Grundzustand des Wellenleiterpotentials befin-
den und die Breite ihrer Geschwindigkeitsverteilung σv von der Größenordnung von
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Abbildung 4.29: Ankunftszeitverteilung von Atomen aus dem Wellenleiter für
Abstände von zW = 253 nm (a), zW = 534 nm (b) und zW = 815 nm (c); die An-
fangsbreite der Geschwindigkeitsverteilung ist σv = 1 vrec. Die schmale Form
der Verteilung (a) kommt durch die Wirkung der van der Waals-Wechselwirkung
zwischen dem Atom und der Oberfläche zustande.

Abbildung 4.30: Ankunftszeitverteilung von Atomen aus dem Wellenleiter bei ei-
ner Anfangsbreite der Geschwindigkeitsverteilung σv = 3 vrec. (a), (b) und (c)
bezeichnen Abstände gemäß Abb. 4.29. Bei (b) und (c) ist kaum mehr ein Einfluß
der van der Waals-Wechselwirkung spürbar.

vrec ist, könnte die Besetzungszahl der verschiedenen Knoten des Wellenleiterpotenti-
als bestimmt werden. Bei höheren Werten von σv sind die Flugzeitspektren von Ato-
men aus verschiedenen Potentialminima nicht mehr eindeutig voneinander zu tren-
nen.
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Als hilfreiche Größen bei der Abschätzung des Einflusses der van der Waals-Wech-
selwirkung auf die Atome erweisen sich der Abstand, bei dem sie die Größe der Gra-
vitationsenergie erreicht, z = 1 µm, sowie der Abstand, bei dem sie dem Betrag der
Rückstoßenergie Erec (Gl. 4.2) gleichkommt, z = 0.4µm.

4.4.4 Nachweis von Atomen im Wellenleiter

Für die im folgenden vorgestellten Messungen zum Nachweis, daß die Atome in das
Wellenleiterpotential transferiert und dort gespeichert werden können, wurden die
Atome in einer magneto-optischen Falle ohne Melassenkühlphase in präpariert. Der
Reflexionslaser wurde mit einer Verstimmung von δR = 2π · 0.65 GHz bei der gemäß
Abb. 4.25 für den Transfer optimalen Leistung betrieben. Da die maximale Leistung
des Transferlasers unterhalb des für den Transferprozeß optimalen Wertes lag, wurde
er mit einer Leistung von 36 µW betrieben (vgl. Abschn. 21). Nach einer Speicherdauer
von ca. 5ms wird der Wellenleiterlaser abgeschaltet, so daß die Atome frei expandieren
und nachgewiesen werden können, falls sie auf das Prisma treffen.

Die Meßsequenz für den Wellenleiter

Zum Laden der Atome in den Wellenleiter und zum Nachweis, daß sie dort gespei-
chert werden, wurden Reflexions-, Transfer- und Wellenleiterlaser in der in Abb. 4.31
gezeigten Sequenz geschaltet:

• Der Reflexionslaser wird in einem Zeitfenster von 26.5 ms bis 57.5 ms eingeschal-
tet. Durch eine so lange Zeitspanne wird verhindert, daß Atome im Zustand 1s5,
die nicht in den Zustand 1s3 transferiert wurden, nach ihrer Reflexion innerhalb
des Beobachtungszeitfensters wieder auf das Prisma treffen und so das Signal
von den Atomen aus dem Wellenleiter überlagern könnten.

• Der Transferlaser wird innerhalb eines Zeitfensters von 26.5 ms bis 38.0ms einge-
schaltet. Dieses Zeitfenster ist in etwa symmetrisch um die mittlere Ankunftszeit
der Atome aus der magneto-optischen Falle bei ca. 32ms gelegen, um eine maxi-
male Anzahl von Atomen mit einer möglichst schmalen Geschwindigkeitsvertei-
lung (s. Gl. 4.8) die zu reflektieren und in das Wellenleiterpotential zu transfe-
rieren.

• Der Wellenleiterlaser wird schon zu Beginn des Meßintervalls bei 3.0ms einge-
schaltet; er beeinflußt die Atome in der magneto-optischen Falle und beim Re-
flexionsprozeß in keiner Weise, da sie sich dort ja im Zustand 1s5 befinden. Sein
Abschaltzeitpunkt liegt 5ms nach demjenigen des Transferlasers bei 43ms. Dort
ist einerseits kein Signal von Atomen mehr zu erwarten, die bereits während
des freien Falls aus der MOT Richtung Prisma vom Streulicht des evaneszen-
ten Transferlichtfeldes in den Zustand 1s3 gepumpt wurden. Andererseits liegt
der zeitliche Abstand zum Transferprozeß noch im Bereich der Lebensdauer der
Atome Wellenleiterpotential, die durch Streuung von Photonen aus dem Licht-
feld der stehenden Welle oder, im Falle blauer Verstimmung, durch transversales
Verlassen des Wellenleiterpotentials limitiert ist.
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Abbildung 4.31: Flugzeitspektrum von Atomen aus dem Wellenleiter. In (a) ist
bei t = 43 ms ein Signal von Atomen, die im Wellenleiterpotential gespeichert
wurden, zu erkennen. (b) zeigt ein Flugzeitspektrum, das mit abgeblocktem Wel-
lenleiterlaser unter ansonsten gleichen Bedingungen als Referenz aufgenommen
wurde. Die Balken unter der jeweiligen Zeitachse repräsentieren die Zeitfenster
für das Einschalten des Reflexionslasers (R), des Transferlasers (T) und des Wel-
lenleiterlasers (W). Die Spektren wurden über 300 Ladezyklen integriert.

Optimierung der Parameter für die Reflexion und den Transfer

Da die für den Transferprozeß optimale Intensität (vgl. Abschn. 21) des Transferlicht-
feldes mangels Leistung des 715 nm-Diodenlasersystems nicht erreicht werden konnte,
wurde das Transferlichtfeld bei den Messungen konstant auf seinem stabil maximal
möglichen Wert von 36 µW gehalten. Anhand der Aufnahmen mit dem ortsauflösenden
Detektorsystem wurde die Leistung des Reflexionslasers auf das Ziel hin optimiert,
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daß die Anzahl der von 1s5 nach 1s3 optisch gepumpten Atome hoch und ihre räumli-
che Verteilung über der Prismenoberfläche der Ausdehnung des Lichtfeldes des Wel-
lenleiterlasers angepaßt war (s. Abb. 4.22). Der dabei ermittelte Wert von 10.4mW ent-
spricht einer durch das Oberflächenplasmon überhöhten Intensität von IR0 = 41 W

cm2 ;
dies führt zu einem klassischen Umkehrpunkt der Atome im evaneszenten Reflexi-
onsfeld bei zW = 732 nm, der zwischen dem 1. Potentialminimum vor der Oberfläche
bei blauer Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes bzw. dem 2. Potentialminimum bei
roter Verstimmung liegt. Für den Fall blauer Verstimmung existiert daher ein ellip-
tischer Bereich mit einer kurzen Halbachse von ca. 1 mm, in dem der klassische Um-
kehrpunkt der Atome mit dem Potentialminimum des Wellenleiterpotentials zusam-
menfällt. Die entsprechenden Aufnahmen mit dem ortsauflösenden Detektionssystem
wurden bereits in Abb. 4.24 und 4.25 gezeigt.

Signal von Atomen aus dem Wellenleiter

Abb. 4.31 zeigt ein Flugzeitspektrum von Atomen, die im Wellenleiter gespeichert wur-
den, und zum Vergleich ein Referenzspektrum ohne Wellenleiterlichtfeld. Der Wellen-
leiterlaser hatte eine Leistung von 410mW, entsprechend einer einer Intensität von
IW = 38 W

cm2 und war um ∆λW = −200 pm blau verstimmt. In Abb. 4.32 ist ein Aus-
schnitt aus der Differenz der beiden Flugzeitspektren aus Abb. 4.31 zusammen mit
dem zeitlichen Verlauf der Leistung des Wellenleiterlasers dargestellt. Für den ge-
nauen Zeitabgleich zwischen dem Wellenleiterlaser und dem Vielkanalzähler zur Auf-
nahme der Flugzeitspektren wurde der Triggerimpuls für den Laser auf den Zähler
gegeben; gleichzeitig wurde mit einer Photodiode der zeitliche Verlauf der Laserlei-
stung aufgenommen und mit einem Speicher-Oszilloskop aufgezeichnet. In Abb. 4.31
ist der Verlauf der beiden Signale nach diesem Verfahren synchronisiert.

Das Signal der Atome aus dem Wellenleiter liegt innerhalb eines Kanals des Vielka-
nalzählers, d. h. es ist maximal 100µs breit. Dies ist konsistent mit der in Abschn. 4.4.3
berechneten Form der Spektren: Charakteristisch für diese ist ein scharfes Maximum,
das von Atomen mit einer vertikalen Geschwindigkeit in Richtung Prisma herrührt,
gefolgt von einem langsam abfallende Schwanz von Atomen, die sich beim Abschal-
ten des Wellenleiterlichtfeldes vom Prisma wegbewegen. Letztere werden evtl. gar
nicht nachgewiesen, da sie eine transversale Geschwindigkeitskomponente besitzen
und sich aus dem räumlichen Nachweisbereich des Detektionssystems wegbewegen.
Dies gilt insbesondere für höhere Temperaturen der Atome im Wellenleiter als die für
die Überlegungen in Abschn. 4.4.3 angenommen. Die Breite des Signals liegt offenbar
unterhalb des zeitlichen Auflösungsvermögens des Vielkanalzählers; im Rahmen der
gegebenen Auflösung koinzidiert das Signal von den Atomen mit dem Abschalten des
Wellenleiterlasers. Da der Histogramming Buffer Memory des ortsauflösenden Detek-
torsystems bei diesen Messungen nur über 8 Kanäle verfügte14, gelang hier noch kein
ortsaufgelöster Nachweis der Atome aus dem Wellenleiter.

14Kurz nach diesen ersten Messungen wurde die Anzahl der Kanäle des Histogramming Buffer Memory
nach dem in [114] beschriebenen Verfahren ohne wesentliche Einbußen bei der räumlichen Auflösung von
16 auf 64 erhöht und es gelang der zeit- und ortsaufgelöste Nachweis der Atome [58].
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Abbildung 4.32: Ausschnitt aus der Differenz der beiden Flugzeitspektren aus
Abb. 4.31. Die Fehlerbalken ergeben sich aus der Zählstatistik. Das Signal von
Atomen, die beim Abschalten des Wellenleiterlichtfeldes nachgewiesen werden,
ist grau hinterlegt. Es liegt eindeutig, d. h. mit einem Abstand größer 10σ, über
dem Untergrundrauschen. Eingetragen ist weiter der zeitliche Verlauf der Lei-
stung des Wellenleiterlasers, der mit dem Flugzeitspektrum synchronisiert wur-
de.

Rot und blau verstimmtes Wellenleiterpotential

Die Speicherung von Atomen im Wellenleiter konnte bei dieser Messung für rote und
blaue Verstimmungen von |∆λW| = ±200 pm und | ± 400 pm| nachgewiesen werden
(s. Abb. 4.33). Eine maximale Anzahl von Atomen ergab sich im Falle einer Verstim-
mung von ∆λW = −200 pm. Wegen der sehr hohen Photonenstreurate bei roter Ver-
stimmung ist dort bereits bei der kurzen Speicherzeiten von 5 ms eine hohe Verlustrate
zu erwarten (vgl. Abschn. 4.4.2).

Im Falle roter Verstimmung wurden die Atome wegen der hohen Tunnelverlustrate
im ersten Potentialminimum vermutlich nicht dort, sondern in einem weiter von der
Oberfläche entfernten gespeichert. Für diese Annahme spricht zudem die Höhe des
Reflexionspotentials, die zu einem klassischen Umkehrpunkt der Atome beträchtlich
vor dem ersten Potentialminimum führt.

Dichte der Atome im Wellenleiter

Da die Auslösewahrscheinlichkeiten von Elektronen beim Auftreffen auf Metallober-
flächen für Atome im Zustand 1s5 und 1s3 ungefähr gleich groß ist [105], kann die
Anzahl NW der im Wellenleiter gespeicherten Atome im Zustand 1s3 anhand der be-
kannten Nachweiseffizienz η = (2.7 ± 0.7)% des Detektorsystems für die Atome im
Zustand 1s5 angegeben werden. Pro Meßzyklus werden im Mittel 1.5 Atome im Wel-
lenleiter nachgewiesen, was zu einer Zahl von NW = 1

η · 1.5 = 55 Atomen führt. Bei
einem Volumen der Größenordnung V ≈

√
2π wW

2 ·
√

2 λW = 1.2 · 10−6 cm3, das sich
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Abbildung 4.33: Anzahl der gemäß Abb. 4.32 im Wellenleiter gespeicherten Ato-
me in Abhängigkeit von der Laserverstimmung ∆λW. Bei der kurzen Speicher-
zeit von 5 ms wird die Verlustrate hauptsächlich von der Streuung von Photonen
bestimmt (vgl. Tab. 4.1), was die geringe Zahl nachgewiesener Atome bei roter
Verstimmung, insbesondere bei ∆λW = 200 pm erklärt.

unter der Annahme der Besetzung eines einzelnen Potentialminimums des Wellenlei-
ters mit einem Radius von wW ergibt, folgt daraus eine mittlere Dichte der Atome im
Wellenleiter von 4.5 · 107 1

cm3 .

Bei den Experimenten zum Laden des Wellenleiters standen etwa 0.4 · 106 Atome
in der magneto-optischen Falle zur Verfügung. Bei einem – geschätzten – Volumen
4
3 π σx σy σz der Atomwolke von 2.2 · 10−4 cm4 beträgt die Dichte der Atome in der ma-
gneto-optischen Falle bei den Wellenleiterexperimenten etwa 3.2 · 108 1

cm3 . Nach der
thermischen Expansion der Atomwolke, während sie Richtung Prisma fällt, nimmt
ihr Volumen nach Gl. 4.11 auf 4

3 π (t σv)3 = 4.1 · 102 cm3 zu; entsprechend verringert
sich die Dichte auf einen Betrag von 4.8 · 106 1

cm3 .

Der Transferprozeß in den Wellenleiter führt also unmittelbar zu einer Kompressi-
on der Dichte um über eine Größenordnung, obwohl die Hälfte der Atome beim op-
tischen Pumpen von 1s5 nach 1s3 verloren geht. Gegenüber der anfänglichen Dichte
von 1.8 · 109 1

cm3 der Atome in der magneto-optischen Falle nimmt die Dichte jedoch
um über eine Größenordnung ab. Später konnte durch zweidimensionale Kompressi-
on des Atomstrahls [119] die Anzahl der Atome in der MOT erhöht werden. Da das
Volumen der Atomwolke am Prisma im wesentlichen von der Temperatur, die hierbei
in etwa gleich blieb, und nicht vom Anfangsvolumen abhängt, steigen Zahl und Dichte
der Atome im Wellenleiter proportional mit der Zahl der Atome in der MOT, bis die
Dichte durch Verlustmechanismen, wie die Penning-Ionisation, auf einen maximalen
Wert begrenzt wird.

Bisher konnte die Dichte im Wellenleiter durch Optimieren der Ladeparameter bis auf
einen Wert von 0.9 · 109 1

cm3 erhöht werden [146], was bereits an die anfängliche Dich-
te in der MOT heranreicht. Durch Einsatz einer magneto-optischen Oberflächenfalle,
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einer sog. MOST [80], rechnet man mit eine weiteren Erhöhung der Atomdichte im
Wellenleiter.



Kapitel 5

Resümee

5.1 Zusammenfassung und Diskussion

In der vorliegenden Arbeit gelang die Demonstration einer quasi zweidimensionalen,
optischen Dipolfalle für metastabile Ar∗-Atome in einem Abstand von der Größen-
ordnung der Lichtwellenlänge vor einer Oberfläche. Diese kann gemäß der eingangs
(Kap. 1) geführten Argumentation als „de Broglie-Wellenleiter“ für metastabile Ar∗-
Atom aufgefaßt werden.

Die wesentliche experimentelle Herausforderung hierbei besteht im Laden des Wel-
lenleiterpotentials mit Atomen und deren anschließenden Nachweis. Dies wurde in
mehreren Schritten realisiert:

Reflexion der Atome

Eine Wolke von kalten metastabilen Ar∗-Atomen wurde in einer magneto-optischen
Falle präpariert und in Richtung der goldbedampften Oberfläche eines Glasprismas
fallengelassen. In einem Abstand von der Größenordnung der Lichtwellenlänge vor
der Oberfläche wurden die Atome an einem Atomspiegel reflektiert. Dieser wurde in
Form einer weit blau verstimmten evaneszenten Welle realisiert, die mittels Anre-
gung eines Oberflächenplasmons erzeugt wurde. Die Reflektivität dieses Spiegels lag
– oberhalb eines definierten Schwellwertes der Lichtintensität – bei nahezu 100%.

Durch Variation der Verstimmung des Lichtfeldes konnte gezeigt werden, daß die Re-
flexion wirklich am Dipolpotential des evaneszenten Feldes erfolgt und nicht durch
Streulicht, das vom Zerfall des Oberflächenplasmons herrührt. Der Streulichtanteil
hängt von der Beschaffenheit der Goldoberfläche ab und kann durch Optimieren des
Präparationsvorganges weiter verringert werden.

Transfer in den Wellenleiter

Der Transfer der Atome in das Wellenleiterpotential erforderte die Optimierung der
Parameter von Reflexionsfeld und dem – ebenfalls evaneszenten – Feld des Trans-
ferlasers mit Hilfe eines orts- und zeitauflösenden Detektorsystems. Hiermit konnten

118
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geeignete Parameter für Strahltaillen und -überlapp sowie Intensitäten und Verstim-
mungen der jeweiligen Lichtfelder gefunden werden.

Als „Flaschenhals“ erwies sich jedoch die begrenzte Intensität des kryogenen Dioden-
lasersystems für den Transferübergang, so daß die Intensität des Transferlichtfel-
des wahrscheinlich unterhalb des Optimums lag. Eine höhere Intensität ließe sich
durch Verringern der Verluste in der Strahlführung, z. B. durch durchgängige Ent-
spiegelung der transmittierten Flächen und Optimierung von Diodenlaseraufbau und
-stabilisierung erreichen.

Die hier noch nicht erfolgte Optimierung der Parameter für das optische Pumpen des
Transferüberganges dürfte in erster Linie die Ursache dafür sein, daß die experimen-
tell bestimmte Transfereffizienz unterhalb des aus einer semiklassischen Beschrei-
bung des Transferprozesses stammenden Wertes liegt.

Atome im Wellenleiter

Sowohl für den Fall blauer Verstimmung der stehenden Lichtwelle für den Wellen-
leiter als auch für den Fall roter Verstimmung konnten Atome in das Wellenleiter-
potential geladen werden. Die Breite der Ankunftszeitverteilung der Atome bei der
Freisetzung aus dem Wellenleiterpotential lag – wie erwartet – unterhalb der zeit-
lichen Auflösung des Vielkanalzählers von 100µs. Aufgrund der geringen absoluten
Zahl von gespeicherten Atomen war noch kein ortsaufgelöstes Signal von Atomen aus
dem Wellenleiter zu erhalten; trotzdem ist bereits eine Kompression der Phasenraum-
dichte beim Übergang von der dreidimensional ausgedehnten Atomwolke zum quasi
zweidimensionalen Wellenleiter gegeben.

Eine numerische Bestimmung der Tunnelraten aus dem Wellenleiter ergab, daß im
Falle roter Verstimmung des Wellenleiterlichtfeldes im ersten Potentialminimum vor
der Oberfläche aufgrund der van der Waals-Wechselwirkung keine Speicherung von
Atomen möglich ist. Weiter von der Oberfläche entfernt spielt die van der Waals-Wech-
selwirkung jedoch praktisch keine Rolle mehr; hier sind die Streuung von Photonen
und der bis jetzt nicht realisierte transversale Einschluß der Atome die dominierenden
Verlustfaktoren.

Zweidimensionales atomares Gas

Zum Nachweis, daß tatsächlich ein zweidimensionalen atomaren Gases in einem Po-
tentialminimum der stehenden Welle präpariert wurde, muß im wesentlichen noch auf
folgende offenen Punkte eingegangen werden:

• Die exklusive Besetzung nur eines einzelnen Potentialminimums in der stehen-
den Welle vor der Oberfläche konnte nur indirekt durch die Validierung von Re-
flexion- und Transferprozeß aus theoretischen Überlegungen gefolgert werden.
Nach Abschluß dieser Arbeit wurde ein – destruktives – Nachweisverfahren mit-
tels eines weiteren evaneszenten Lichtfeldes auf dem Übergang 1s3 − 2p4 imple-
mentiert, das über eine definierte Verformung des Wellenleiterpotentials prin-
zipiell einen longitudinal ortsaufgelösten Nachweis der gespeicherten Atome er-
möglicht [58].
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• Bei einem rein zweidimensionalen System dürfte zudem nur ein einzelner quan-
tenmechanischer Zustand der Bewegung in longitudinaler Richtung im Wellen-
leiterpotential besetzt sein. Die Besetzungsdichte der Energieniveaus im Wel-
lenleiterpotential konnte noch nicht bestimmt werden; ein möglicher Zugang
wäre hier etwa durch das in [41] demonstrierte Verfahren gegeben. Wie in Ab-
schn. 4.4.3 bereits erwähnt, wäre der dort gezeigte Selektionsmechanismus zur
ausschließlichen Besetzung des Grundzustandes der Bewegung auf den Wellen-
leiter übertragbar.

5.2 Ausblick

Die Präparation von Atomen im Grundzustand des Wellenleiterpotentials eröffnet die
Möglichkeit für Untersuchungen an einem zweidimensionalen atomaren Gas. In zwei
Dimensionen ist, wie eingangs erwähnt, ein grundsätzlich anderes statistisches Ver-
halten zu erwarten als in drei Dimensionen: In einem rein zweidimensionalen System
tritt z. B. an Stelle des Phänomens der Bose-Einstein-Kondensation der sog. Koster-
litz-Thouless-Berezinskii-Übergang. Für eine Bose-Einstein-Kondensation ist ein zu-
sätzliches transversales Potential erforderlich [38]. Neben aus drei Dimensionen be-
kannten Effekten, wie z. B. der Superfluidität [147], könnten auch typisch zweidimen-
sionale Phänomene, wie z. B. Anyonen [148], untersucht werden.

Voraussetzung für die Erzeugung eines Bose-Einstein-Kondensats in einem quasi
zweidimensionalen System gemäß [38] ist eine Erhöhung der Phasenraumdichte der
Atome im Wellenleiter. Ein möglicher Ansatz besteht darin, den Wellenleiter aus ei-
ner magneto-optischen Falle nahe der Oberfläche (einer sog. MOST [44] oder GHOST
[149]) kontinuierlich zu laden. Dieser Zugang vermeidet einerseits das Photonen-
Reabsorptionsproblem, das in drei Dimensionen die Erzeugung eines atomaren Bo-
se-Einstein-Kondensats mit rein optischen Mitteln erschwert, und bietet andererseits
die Möglichkeit eines kontinuierlichen Ladeprozesses. In Verbindung mit einem geeig-
neten Auskoppelmechanismus könnte ein derartiges System eine laserartigen Quelle
für Atome bilden und dergestalt als atomoptisches Analogon eines Dauerstrichlasers
angesehen werden [43].

Dem Erreichen hoher Phasenraumdichten stehen bei metastabilen Ar∗-Atomen die
mit steigender Dichte zunehmenden Verluste durch Penning-Ionisation im Wege. Ein
Lösungsansatz könnte hier in der Unterdrückung von Kollisionen liegen, wie er bei
tiefen Temperaturen unter dem Einfluß von blau gegen die Resonanz des atomaren
Überganges verstimmten Laserlichts [150, 151] oder in optischen Gittern [59, 152]
zu beobachten ist. Eine Alternative bestünde in der Verwendung von Ar im Grundzu-
stand, das über einen äquivalenten Transfermechanismus in das Wellenleiterpotential
geladen werden könnte. Hier besteht die Schwierigkeit in der Erzeugung ausreichend
intensiver Lichtfelder, um – bei einer Übergangswellenlänge von ca. 100 nm – ein aus-
reichend starkes Dipolpotential zu generieren. Der Nachweis von Ar im Grundzustand
könnte nach Ionisation der Ar-Atome im Wellenleiter durch Beschuß mit Elektronen
[153] mit dem bestehenden Detektorsystem erfolgen.
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