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Kurzfassung

Zur kontrollierten Erzeugung einzelner Photonen in einem optischen Resonator hoher Finesse
werden einzelne Drei-Niveau Atome eingesetzt. Ein von aullen eingestrahlter Laserpuls pumpt
einen Zweig eines Ramaniibergangs im Atom, wihrend das Vakuumfeld des umgebenden Re-
sonators eine Emission entlang des anderen Zweigs stimuliert. Dabei strahlt das Atom ein
einzelnes Photon in den Resonator ab. Dieses wird durch den Auskoppelspiegel des Resona-
tors gerichtet in den freien Raum emittiert. Uber einen Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau ldsst
sich die nicht-klassische Photonenstatistik der einzelnen Photonen nachweisen. Zudem wird
ein Ramanlaser-dhnliches System untersucht, in dem eine kleine Zahl von Atomen zunéchst
unabhingig voneinander in den Resonator abstrahlt. Mit steigender Atomzahl zeigen sich erste
Anzeichen kollektiver Effekte, da die Atome iiber die Kopplung an eine gemeinsame Mode des
Resonators zunehmend in Wechselwirkung treten.

Schlagworter:
nichtklassisches Licht, Einzelphotonenquelle, Resonator-Quantenelektrodynamik, STIRAP

Abstract

For the controlled generation of single photons in a high-finesse optical cavity individual three-
level atoms are used. An external laser pulse pumps one branch of a Raman transition in the
atom, while the vacuum field of the surrounding cavity stimulates the emission on the other
branch. Thereby the atom radiates a single photon into the resonator. This photon is emitted
through the output coupler of the cavity into a single mode of free space. Using a Hanbury-
Brown & Twiss setup the non-classical photon statistics of the individual photons can be proven.
Furthermore a system similar to a Raman laser is examined, in which a small number of atoms
radiates independently into the resonator. With rising atomic number first signs of collective ef-
fects arise, since the atoms interact increasingly via their coupling to the common cavity mode.

Keywords:
non-classical light, single-photon source, cavity quantum electrodynamics, STIRAP
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Kapitel 1

Einleitung

Die Ideen von Feynman und Deutsch, mit quantenmechanischen Systemen leistungsfahigere
Computer und Netzwerke verwirklichen zu kénnen [1, 2, 3], begriindeten das Forschungsgebiet
der Quanteninformationsverarbeitung. Zur Realisierung solcher Quantencomputer werden ein-
zelne Quantensysteme benétigt, in denen die Quanteninformation (z.B. als Qubit analog dem
klassischen Bit), sehr lange gespeichert werden kann, sowie ein Satz universeller Quantengat-
ter, die auf einzelne Qubits wirken oder verschiedene Qubits verkniipfen [4]. Als Triger der
Quanteninformation konnen unter anderem einzelne Photonen verwendet werden, wobei die
Quanteninformation in einem Superpositionszustand der Photonenzahl einer einzelnen Mode,
der Polarisation oder dem Weg der Photonen gespeichert werden kann. Ein grof8er Vorteil von
Photonen ist, dass sie die Quanteninformation {iber weite Entfernungen transportieren konnen.
Als Nachteil wurde hingegen lange Zeit angesehen, dass zur Realisierung eines Quantengatters
zwischen Photonen-Qubits ein starkes nicht-lineares Medium nétig sei. Knill, Laflamme und
Milburn [5] (KLM) entdeckten jedoch, dass durch einen Messprozess an zusitzlichen Hilfs-
photonen eine konditionierte Version eines Gatters realisiert werden kann. Fiir einen rein opti-
schen Quantencomputer nach dem KLM-Prinzip werden so neben Strahlteilern und effizienten
Mehrphotonendetektoren vor allem Einzelphotonenquellen benétigt, die zuverldssig ununter-
scheidbare Photonen zu einem vorgegebenen Zeitpunkt erzeugen. Innerhalb der letzten Monate
wurden bereits einzelne photonische Quantengatter demonstriert [6, 7]. Bisher sind diese durch
die Giite und Effizienz der Einzelphotonenquellen limitiert und daher nicht skalierbar.

AuBerdem bilden einzelne Photonen ein ideales Medium, um Quanteninformation zwischen
entfernten Punkten eines Netzwerks von stationdren Quantencomputern zu libertragen. Zur Rea-
lisierung dieser Quantenkommunikation werden Schnittstellen zwischen stationdren und flie-
genden Qubits benétigt [4]. Einzelphotonenquellen bilden eine derartige Schnittstelle zwischen
emittierendem Quantenobjekt und Photon. In Zukunft sollte es mdglich sein, den Zustand des
Systems auf ein Photon zu iibertragen. Ist der Emissionsprozess unitir, so kann dieselbe Anord-
nung durch Umkehrung des zeitlichen Ablaufs auch als Empfinger verwendet werden. Cirac
et al. schlagen einen adiabatischen Ramanprozess, der durch das Vakuumfeld eines optisches
Resonators stimuliert wird, zur Ubertragung von Quanteninformation zwischen zwei entfern-
ten Atomen vor [8]. Derselbe Mechanismus konnte in der vorliegenden Arbeit zur Erzeugung
einzelner Photonen verwendet werden. Dies ist ein erster Schritt hin zur Realisierung derartiger
Atom-Photon-Schnittstellen in einem Quantennetzwerk.
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2 Kapitel 1. Einleitung

Durch diese Anwendungen und Visionen stimuliert arbeiten derzeit viele Arbeitsgruppen
an der Realisierung deterministischer Einzelphotonenquellen. Bis vor wenigen Jahren waren
nur konditionierte Einzelphotonenquellen verfiigbar. Bei Prozessen, die Photonenpaare erzeu-
gen, wie z.B. die ,,parametric downconversion® in nichtlinearen optischen Kristallen [9, 10, 11],
werden wegen der Impulserhaltung zwei Photonen in verschiedenen Moden erzeugt. Wird ein
Photon in der einen Mode detektiert, so befindet sich in der anderen Mode sicher das zwei-
te Photon. Da ein solches Photonenpaar spontan entsteht, ist der Zeitpunkt der Photonener-
zeugung nicht vorherbestimmt. Viele gleichzeitige Photonen, wie sie fiir einen photonischen
Quantencomputer nach dem KLM-Prinzip bendtigt werden, lassen sich daher mit konditionier-
ten Photonenquellen nicht erzeugen, sondern erfordern deterministische Quellen.

Alle deterministischen Einzelphotonenquellen verbindet die gepulste Anregung eines ein-
zelnes Quantensystems, das daraufhin seine Anregungsenergie als einzelnes Photon abstrahit.
Da die verschiedenen Applikationen unterschiedliche Anforderungen an die Einzelphotonen-
quellen stellen, wird an einer Vielzahl verschiedener Systeme geforscht. Diese unterscheiden
sich in der Natur des Quantensystems und des Anregungsmechanismus. Als Quantensysteme
werden Quanten-Troge [12], Quantenpunkte [13, 14, 15, 16, 17, 18, 19], Farbzentren [20, 21,
22, 23], Molekiile [24, 25, 26, 27] und — entsprechend der vorliegenden Arbeit — auch Atome
[28, 29, 30, 31, 32] verwendet.

Um diese Systeme fiir Quantencomputer und -netzwerke verwenden zu konnen, miissen ho-
he Anforderungen erfiillt werden. Man bendtigt gerichtete, ununterscheidbare Einzelphotonen
hoher Effizienz. Bisher wurden 3 Moglichkeiten vorgeschlagen, solche Photonen zu erzeugen:

1. Die erhéhte spontane Emission innerhalb eines Resonators, bei der das Quantensystem
vornehmlich in die einzelne Mode des Resonators emittiert [33],

2. die kohdrente Kontrolle eines durch das Vakuumfeld eines Resonators stimulierten Ra-
manprozesses mittels einer adiabatische Passage [34, 35, 36, 37],

3. sowie die Unterdriickung der spontanen Emission in andere Richtungen durch photoni-
sche Kristalle, die gerade bei der Frequenz des emittierten Lichtes eine Bandliicke auf-
weisen, so dass sich das Licht in diese Richtung nicht ausbreiten kann [38, 39, 40].

Zwei der Vorschlige wurden bisher verwirklicht. Die erste, die erhohte spontane Emission,
wurde mit einzelnen Quantenpunkten demonstriert [15, 19]. Der zweite Vorschlag, die adia-
batischen Passage, konnte im Rahmen dieser Doktorarbeit fiir einzelne Atome innerhalb eines
optischen Resonators realisiert werden [29].

Der groBte Vorteil der adiabatischen Passage gegeniiber den anderen diskutierten Metho-
den besteht darin, dass grundsitzlich die Eigenschaften des Photons wihrend der Erzeugung
kontrolliert werden konnen. Einerseits erlaubt es der verwendete Ramanprozess, die Mittenfre-
quenz des emittierten Photons einzustellen. Andererseits kann {iber den auslosenden Laserpuls
nicht nur der genaue Zeitpunkt der Photonenemission, sondern sogar die Geschwindigkeit der
adiabatischen Passage und damit die raumzeitliche Form des Photonenwellenpakets bestimmt
werden. Dadurch lisst sich sicherstellen, dass verschiedene Emitter identische Photonen emit-
tieren.

Ziel dieser Arbeit war, die Wirkungsweise der adiabatischen Einzelphotonenerzeugung zu
demonstrieren. Um das Experiment moglichst einfach zu halten wurde ein schwacher Atom-
strahl verwendet, bei dem jedoch die Experimentierdauer auf den Durchflug einzelner Atome

begrenzt ist. Dies ist keine prinzipielle Beschrinkung, da in anderen Experimenten bereits ein-
zelne Atome [41, 42, 43, 44] und Ionen [45, 46] in optischen Resonatoren gefangen und tiber
einen lingeren Zeitraum festgehalten wurden. Mit solchen Systemen sollte es in Zukunft mog-
lich sein, eine kontinuierliche Sequenz von Einzelphotonenpulsen adiabatisch zu erzeugen.

Das untersuchte System ist jedoch auch in anderer Hinsicht interessant. Strahlt man ne-
ben dem Pumplaser, der den Ramanprozess zur adiabatischen Photonenerzeugung treibt, einen
weiteren Laser zum Riickpumpen in den Ausgangszustand des Ramanprozesses €in, so ergibt
sich ein System, das einem Ramanlaser sehr dhnlich ist. Mit dem Fluss des Atomstrahls ldsst
sich die Anzahl der beitragenden Atome erhéhen. Dabei beobachtet man mit steigender Atom-
zahl einen Ubergang von einer nicht-klassischen Lichtquelle, bei der die emittierten Photonen
Abstand halten, hin zu einer klassischen Lichtquelle, die die Photonen in Biindeln emittiert.
Aus dieser Beobachtung ergibt sich, dass die Atome, trotz einer verhéltnismaBig starken Kopp-
lung zwischen Atom und Resonator, weitgehend unabhingig voneinander emittieren. Fiir einen
Ramanlaser miissten sie sich jedoch gegenseitig zur Emission stimulierten und so das im Re-
sonator umlaufende Licht verstirken. Griinde fiir die Unabhéngigkeit der Emitter werden im
theoretischen Teil der Arbeit diskutiert.

Die Arbeit gliedert sich wie folgt: Das erste Kapitel beschreibt die theoretischen Grundlagen
des Systems. Zunichst werden einfache gekoppelte Atom-Resonator-Systeme, sowie die adia-
batische Passage im drei-Niveau Atom diskutiert, die zum weiteren Verstindnis benotigt wer-
den. Danach werden die verschiedenen Mdoglichkeiten der erhéhten spontanen Emission und
der adiabatische Passage untersucht, um mit Atom-Resonator-Systemen gerichtet Einzelphoto-
nen zu erzeugen. Fiir beide Vorschlige ist eine starke Kopplung zwischen Atom und Resonator
erforderlich, um Verluste zu vermeiden. Eine Simulation der Photonenerzeugung fiir unsere ex-
perimentellen Parameter schlieBt diesen Teil ab. Der dritte Teil des Theoriekapitels beschreibt
die Photonenstatistik, sowohl von Einzelphotonenquellen, wie auch des Ramanlaser-dhnlichen
Aufbaus. In diesem Zusammenhang wird ein einfaches Ratenmodell eines Lasers diskutiert, in
dem die Atomzahl verdndert werden kann.

Das zweite Kapitel beschreibt den experimentellen Aufbau, bestehend aus einer magneto-
optischen Falle als Quelle kalter 3*Rb (Rubidium-85) Atome, dem asymmetrischen optischem
Resonator hoher Finesse, einem Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau zur Bestimmung der Photo-
nenstatistik, einem Fluoreszenzdetektor zum Nachweis der Atome und dem Lasersystem.

Das dritte Kapitel zeigt die experimentellen Ergebnisse. Zuerst wird demonstriert, dass das
Vakuumfeld des Resonators in der Lage ist, einen adiabatischen Ramantransfer zu stimulieren.
Nun wird eine abwechselnde Sequenz von Pumplaser- und Riickpumplaserpulsen eingestrahit.
Der Riickpumplaser befordert die Atome in den Ausgangszustand zuriick, so dass sie erneut
emittieren konnen. Damit erzeugen einzelne durch den Resonator fallende Atome adiabatisch
eine Sequenz von getriggerten Einzelphotonenpulsen. Bei kontinuierlich eingestrahltem Pump-
und Riickpumplaser zeigt sich schlieBlich, dass viele Atome im Resonator anndhernd unabhan-
gig voneinander abstrahlen, und die Photonenstatistik von nicht-klassischem Antibunching (bei
geringer Atomzahl) zu Bunching (bei hoher Atomzahl) tibergeht.




Kapitel 2

Theoretische Grundlagen

2.1 Gekoppelte Atom-Resonator-Systeme

Bevor das nichste Kapitel die theoretischen Grundlagen der Erzeugung einzelner Photonen in
Atom-Resonator-Systemen diskutiert, werden in diesem Kapitel zunéchst die Grundlagen zum
Verstindnis der dabei verwendeten Mechanismen erarbeitet. Zu Beginn wird im ersten Teil-
kapitel 2.1.1 das iiber die klassische Elektrodynamik hervorgerufene Verhalten des optischen
Resonators beschrieben, sowie die Quantisierung des elektomagnetischen Feldes in demsel-
ben. Die grundlegende Wechselwirkung eines Zwei-Niveau Atoms mit dem quantisierten Feld
des Resonators ist Thema des darauf folgenden Teilkapitels 2.1.2. Erweitert wird dies in 2.1.3
zu der im Experiment verwendeten A-formigen Anordnung von Drei-Niveaus. In diesem Sys-
tem kann iiber eine adiabatische Passage (STIRAP), siche 2.1.4, kontrolliert die Besetzung der
Grundzustinde invertiert werden.

2.1.1 Optische Resonatoren hoher Finesse

Die Diskussion ist zuniichst auf einen eindimensionalen Fabry-Perot Resonator mit einem Spie-
gelabstand /, Reflektivitit R, nahe 1, Transmissivitdt 7', und Verluste £ der Spiegel beschrinkt.
Licht der Wellenliinge ) und Intensitét I;,, welches auf einen der Resonatorspiegel trifft, erzeugt
nach Airy eine umlaufende Intensitit

Imeﬂz

—— a4l
Lere 1+ 4(F /=)2sin?(kl)’ il

wobei k = 27/ \ die Wellenzahl des Lichts, Tz = 772/(1— R)? die maximale Transmissivitat

und
"R
= 2.2
F -7 (2.2)

die Finesse des Resonators ist. Die Differenz der Frequenz zwischen zwei benachbarten Ma-
xima der Transmission wird als freier Spektralbereich bezeichnet, mit Avggr = me/l. Da der
Resonator geringe Verluste aufweisen soll und daher nur eine hohe Reflektivitat der Spiegel

4
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Abbildung 2.1: (a) Ein-dimensionaler Fabry-Perot Resonator der Linge [ mit einfallender Intensitit [;;,,
umlaufender Intensitit I.;,. und transmittierter Intensitdt I,,;. Die Spiegel besitzen die Reflektivitit R,
Transmissivitit 7, und Absorptionsverluste L. Die Strahltaille der TEMgg-Mode ist w¢:. (b) Energie der
Fockzustinde (Zustdnde fester Photonenzahl) einer einzelnen TEMp-Mode der Frequenz we. Wie bei
einem harmonischen Oszillator ist der Abstand der Niveaus, fiw¢ dquidistant und der niedrigste Zustand
|0) hat eine Nullpunktsenergie von fiwe /2.

interessiert, kann die Transmissivitit des Resonators in der Umgebung einer Resonanz durch
eine Lorentzfunktion beschrieben werden

52

Z i i a
cavity H'Q‘FA%,,

(2.3)

wobei A;, = wy — we die Differenz zwischen Laserfrequenz und Resonanzfrequenz des Re-
sonators ist. Die Linienbreite (FWHM) ist 2k = Avpggr/F. Man beachte, dass die Zerfallsrate
des Resonatorfeldes x nur durch die Reflektivitidt und dem Abstand der Spiegel definiert ist.

Um zu erreichen, dass sich in einem realen Resonator einzelne stabile Moden ausbilden,
werden gekriimmte Spiegel verwendet, wie in Abb. 2.1(a) dargestellt. Ist der Krimmungsradius
der Spiegel r kleiner als der Abstand der Spiegel, bleiben alle Winkel innerhalb des Resonators
klein und das System kann in der paraxialen Niherung behandelt werden. In diesem Fall erhilt
man Hermite-Gauf3’sche oder Laguerre-Gauf’sche Eigenmoden des Resonators. Im Experiment
wird nur die Gaul’sche TEMgo-Mode verwendet, zur Vereinfachung der weiteren Diskussion
sei daher im folgenden nur diese einzelne Mode behandelt. Der kleinste Radius (1/e Abfall der
Feldstirke) dieser Mode wird Strahltaille we genannt. Sie wird bestimmt durch

wl = —2% 1(2r —1). (2.4)

Ist die Resonatorlinge 1 kiirzer als die Rayleighlinge zz = mw?2/), so kann die Variation
des Modendurchmessers entlang der Resonatorachse vernachldssigt werden und die rdumliche
Intensititsverteilung der TEMgo-Mode ist gegeben durch

Lu(t) = 4Lirp(r)?  mit  (r) = cos(kz)e™ = +v)/we, 2.5)




6 Kapitel 2. Theoretische Grundlagen

wobei die Modenfunktion #(r) die Stehwelle im Resonator wiederspiegelt. Das Modenvolumen
wird definiert durch

Ve / ) Pde = Tl (2.6)

Das elektromagnetische Feld in der Resonatormode ist quantisiert. Dadurch ist sein Zu-
standsvektor im allgemeinen eine Superposition von Zustinden fester Photonenzahl, den soge-
nannten Fockzustinden |n). Jedes Photon der Mode trigt eine Energie /uwg. Fir n Photonen
innerhalb der Resonatormode betriigt die Gesamtenergie Awc(n + ), mit der Nullpunktsener-
gie des Systems %?‘wc. Der 4dquidistante Abstand der Energieniveaus erlaubt es den Resonator
analog einem harmonischen Oszillator zu behandeln. Folglich ldsst sich den Hamiltonoperator
des Resonators mit Hilfe von Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren fiir die Photonen, at

und @, schreiben als
He = hwe (a‘fa + %) . 2.7

Man beachte, dass dieser Hamiltonoperator keine Verluste enthélt. In einem realen Resonator
zerfallen alle Photonenzustinde, bis ein thermisches Gleichgewicht mit der Umgebung erreicht
ist. Im optischen Regime entspricht dies dem Vakuumzustand, |0), ohne Photonen im Resonator.

2.1.2 Das Jaynes-Cummings-Modell

Als Einfiihrung behandelt das folgende Kapitel die grundlegenden Wechselwirkung eines quan-
tisierten Lichtfeldes mit einem Zwei-Niveau Atom, das sogenannte Jaynes-Cummings-Modell
[47, 48]. Das Energieniveauschema des Atoms setzt sich zusammen aus Grundzustand |g) und
angeregtem Zustand |e) mit deren jeweiligen Energien hw, und hw, und Ubergangs-Dipol-
Matrixelement /,,. Der Hamiltonoperator des Atoms lautet

Hy = hwybgg + iwebee,  mit 63 = [1){j]- (2.8)

Die Wechselwirkung mit der Mode des elektomagnetischen F eldes des Resonators wird durch
die Atom-Resonator-Kopplungskonstante

2
o) =), mit 9=/ 2.9)

beschrieben. Um eine moglichst starke Wechselwirkung zu erreichen, ist daher ein kleines Mo-
denvolumen V' des Resonators vonndten. In einem abgeschlossenen System ist aufgrund von
Energieerhaltung eine Anregung des Atoms immer begleitet von einer Absorption eines Pho-
tons aus der Resonatormode, bzw. eine Abregung des Atoms von einer Emission eines Photons
in die Resonatormode. Diese Wechselwirkung wird durch den Hamiltonoperator

H® = —hg [6.50 + a6, (2.10)
g g

beschrieben, der zur Absorption und Emission von Photonen die Erzeugungs- und Vernich-
tungsoperatoren @' und @ enthidlt. Amplitude und Phase der Wechselwirkung variieren dabei
laut GL. (2.9) je nach Aufenthaltsort r des Atoms innerhalb des Resonators.
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Abbildung 2.2: (a) Ein Zwei-Niveau Atom mit Grundzustand |g) und angeregtem Zustand |e) gekoppelt
an einen Resonator, der n Photonen enthilt. Die Eigenzustinde des gekoppelten Systems werden als
dressed states bezeichnet. Das Energieniveauschema ist fiir ein Atom aufBerhalb (b) und innerhalb des
Resonators (c¢) dargestellt. Die dressed states sind um A bzw. um die effektive Rabifrequenz €2, o5
aufgespalten. ,

Fiir eine vorgegebene Anzahl an Anregungsquanten n im System koppelt nur jeweils das
Produktzustands-Paar |g, n) und |e,n — 1). Ist das quantisierte Lichtfeld in Resonanz mit dem
Atomiibergang, so ist dieses Zustandspaar ohne Kopplung entartet. Erst die Atom-Resonator-
Wechselwirkung spaltet die Produktzustinde in Paare nicht entarteter dressed states auf. Aus-
genommen davon ist jedoch der Produktzustand, in welchem Atom und Resonator im Grund-
zustand sind, |g, 0). Dieser koppelt an keinen anderen Zustand, weshalb hier keine Aufspaltung
auftritt. Die Eigenfrequenzen des gesamten Hamiltonoperators H=H o+ H '+ + H;,, lauten in
Drehwellenndherung (rotating wave approximation)

1 1
+ /
wr = We (n+§)+wg+§(ﬂci 4ngQ+A%.), (2.11)

wobei A¢ = w, — wy — we die Verstimmung zwischen Atom und Resonator ist. Die Niveau-
aufspaltung zwischen den zwei korrespondierenden Eigenzustinden Q, .¢ = /4ng? + AZ ist
die effektive Rabifrequenz, mit der ein Teil der Besetzung zwischen den Zustinden |g, n) und
le,n — 1) oszilliert. Dies bedeutet, dass das Feld des Resonators die Emission vom angereg-
ten Atom in den Resonator stimuliert, und somit das Atom abregt und die Photonenanzahl um
eins erhoht. Im Anschluss wird das Atom wieder angeregt, indem es ein Photon aus dem Feld
des Resonators absorbiert, usw.. Weil ein angeregtes Atom im leeren Resonator ausreicht, ei-
ne Oszillation zwischen |e, 0) and |g, 1) mit der Frequenz /4g% + AZ zu starten, wird dieses
Phanomen Vakuum-Rabioszillation genannt. Bei einer resonanten Wechselwirkung ist die Os-
zillationsfrequenz 2¢ und wird daher Vakuum-Rabifrequenz genannt.
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Abbildung 2.3: (a) Drei-Niveau Atom, das von einem klassisches Laserfeld der Rabifrequenz (2p ge-
trieben wird und an einen Resonator mit  Photonen koppelt. (b) Eigenzustinde des kombinierten Atom-
Resonator-Systems im Fall verschwindender Kopplungsstirken. (¢) Aufspalten der Energieniveaus durch

die Wechselwirkung mit Laserfeld und Resonator um Qgplit = \/ dng® + Q?; + A2,

2.1.3 Drei-Niveau Atom im Resonator

Das Modell eines Zwei-Niveau Atoms in Wechselwirkung mit einem Resonator wird im diesem
Kapitel erweitert. Betrachtet wird jetzt ein Atom mit einer A-formigen Anordnung von drei
Niveaus mit den beiden Ubergangsfrequenzen we, = We —wy und wey = We—Wwy, wie in Abb. 2.3
dargestellt. Der Ubergang von |u) nach [e) wird durch ein klassisches Lichtfeld der Frequenz
wp mit der Rabifrequenz (2p getricben, dem sogenannten Pumpfeld. Des Weiteren koppelt eine
quantisierte Lichtmode eines Resonators mit der Frequenz we an den Ubergang von |g) nach
le). Die Verstimmung zu den jeweiligen Ubergingen ist im folgenden als Ap = wey — Wp
bzw. A¢ = we, — we definiert. In einem rotierten Bezugssystem ist das zeitliche Verhalten des
Atom-Resonator-Systems durch den Wechselwirkungs-Hamiltonoperator

ﬁfig =h {_"AP&HR - AC'&TEi - g(a-ega + aT'T‘g‘\'ge) - %‘QP(&eu + &ue)] (212)
definiert. Man beachte, dass eine erweiterte Version der Drehwellennéherung verwendet wurde,
um diesen Hamiltonoperator zu erhalten. Es wurden nicht nur Beitrage vernachldssigt, welche
mit der doppelten optischen Frequenz rotieren, sondern auch alle anderen nicht-resonanten Ter-
me, die relativ zum rotierten Bezugssystem mit Frequenzen in der GroBe von w, — w, rotieren.
Entsprechend heifit dies, dass der Pumplaser nur den Ubergang |u) < |e) und der Resonator
nur |g) < |e) koppelt. Diese Annahme ist gerechtfertigt unter der Voraussetzung, dass

Ap|,|Ac]) < |wyg — wal- (2.13)

max(£2p, 29,

Fiir eine feste Zahl an Anregungsquanten n wirkt dieser Hamiltonoperator nur im Unterraum,
der von den drei Basiszustinden |u,n — 1), |e,n — 1), |g,n) aufgespannt wird. In diesem
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Unterraum sind die Eigenfrequenzen des gekoppelten Systems im Fall einer Raman-resonanten
Wechselwirkung (Ap = A¢ = A) gegeben durch

Wl = —A, (2.14)
1
wE = 5 (—A + \/4?192 + Q% + AQ) i
Man beachte, dass die Jaynes-Cummings-Paare des Zwei-Niveau Atoms nun ersetzt werden
durch Zustands-Tripletts, mit den Eigenzustinden
|4%) = cos Olu,n — 1) —sin O|g, n), (2.15)
|¢;) = sin®sin Olu, n — 1) — cos ®le,n — 1) + sin ® cos Olg, n),
|¢7) = cos @ sinO|u,n — 1) + sin ®le,n — 1) + cos @ cos O|g, n),

wobei die Mischungswinkel © und ® unter der Annahme, dass {2p und g real sind, gegeben

sind durch 5
tan© = & und tan® = y o+ ;
2g/n Vang? + 0% + A2+ A
Sobald die Rabifrequenzen ungleich Null werden, spaltet die Wechselwirkung mit den Lichtfel-
dern die Entartung der drei Eigenzustinde auf. Insbesondere muss hervorgehoben werden, dass
einer der Zustiinde, |¢°), weder einer Energieverschiebung unterliegt, noch dass der angeregte
Atomzustand |e) zu diesem beitrégt. In der Literatur wird der Zustand |¢?) daher als ,,Dunkel-
zustand*“ bezeichnet, da seine Besetzung nicht durch spontane Emission verloren gehen kann.
Dieser Dunkelzustand wird in Kapitel 2.2.3 dazu verwendet, einzelne Photonen zu erzeugen.

Der zugrunde liegende Mechanismus wird im folgenden Kapitel beschrieben.

(2.16)

2.1.4 Adiabatische Passage

Die adiabatische Passage im optischen Bereich wird seit vielen Jahren zu kohédrentem Beset-
zungstransfer in Atomen oder Molekiilen verwendet. In Zwei-Niveau Systemen kann sie durch
einen Frequenzchirp eines Lichtfeldes iiber die relevante Resonanzfrequenz [49, 50] das Sys-
tem invertieren. Das Verfahren wurde erfolgreich auf Drei-Niveau Systeme erweitert [51] und
wird auch fiir geschwindigkeitsselektive Anregung und Ramankiihlen von Atomen verwendet
[52, 53]. Ohne Frequenzchirp, aber mit einem Ramaniibergang, der von zwei Laserpulsen mit
variabler Amplitude getrieben wird, werden Effekte wie elektromagnetisch induzierte Transpa-
renz (EIT) [54, 55], langsames Licht [56, 57] und stimulierte Ramanstreuung mittels adiabati-
scher Passage (STIRAP) [58] beobachtet. All diese Effekte wurden mit klassischen Lichtfeldern
nachgewiesen.

Gemeinsam ist diesen Verfahren, dass die Zeitentwicklung des Zustandsvektors des Systems

¥(6) = 3 cuexp (—z’ Ofwn(f)dt') 164(0), @.17)

nur durch das Verhalten der Eigenzustinde |¢#(t)) des Wechselwirkungsoperators und deren
zugehdrigen Eigenfrequenzen w,(t) gegeben ist. Die Eigenzustinde, wie auch die Eigenfre-
quenzen, koénnen sich wihrend der Wechselwirkung dndern, wohingegen die relativen Am-
plituden ¢, als unverinderlich angenommen werden. In diesem Zusammenhang ist der oben
eingefiihrte Dunkelzustand von enormer Wichtigkeit fiir den adiabatischen Besetzungstransfer.
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Im Prinzip bleibt jedes Drei-Niveau Quantensystem, welches zu Beginn im Zustand |¢0)
pripariert wurde, fir immer in diesem Zustand. Somit kann die relative Besetzung der beitra-
genden Atomzustinde beliebig kontrolliert werden, indem die relative Stirke der Pump- und
Stokes-Rabifrequenzen, p und 2+/ng, verdndert wird. Ein System, welches zu Beginn im Zu-
stand | ¥ (to)) = |u, n—1) prapariert wird, stimmt folglich mit dem Dunkelzustand |¢?) iiberein,
wenn die Bedingung 2,/ng > Qp zu Beginn der Wechselwirkung erfiillt ist

4ng? 2/mg>Qp

= ; 1
0 + dng? : (&18)

|(onl 2 (to))I*

Sobald das System erfolgreich im Dunkelzustand prépariert wurde und wenn der Zustandsvek-
tor |¥(¢)) dem Dunkelzustand wihrend der Wechselwirkung folgt, ergibt sich das Verhiltnis
der Besetzung der beitragenden Zusténde durch

|(u,n —1|T@)|*  4ng®
{g.n|R@) —

Deshalb ist der Endzustand des Systems bestimmt durch die relativen Amplituden der zwei
Felder wenn die Wechselwirkung beendet ist. Im Prinzip erlaubt dies, beliebige Zustands-
Superpositionen von |u,n — 1) und [g,n) zu erzeugen, was sich somit auch auf die Anzahl
der Photonen im Resonator auswirkt.

Bis zu diesem Punkt wurde angenommen, dass der Zustandsvektor des Systems |W (t)) nicht
nur in der Basis der Eigenzustinde ausgedriickt werden kann, sondern auch jeder Veranderung
der Eigenzustinde in Bezug auf die ungekoppelten Atom- und Resonatorzustinde adiabatisch
folgt. Solch ein Verhalten ist nicht offenkundig und nur erfiillt, wenn sich die Eigenzustinde
langsam verindern. Die Kriterien fiir ein _adiabatisches Folgen* werden nun im Detail analy-
siert, wobei die Diskussion der Beschreibung von Messiah [59, Kap.17] folgt. Der Zustands-
vektor wird ausgedriickt als Superposition des Tripletts an Eigenzustinden,

(2.19)

T(1)) = (1)) + T (DI (B) + (|6~ (1)), (2.20)

wobei die zeitliche Entwicklung der Phasen in die modifizierten Basiszustinde
() = exp(—i [ wO(#)de)|¢(t)) und |§*(1)) = exp(—i [, w*(#)dt)|#*(t)) einbezo-
gen wird. Fiir ein System, welches zu Beginn im Dunkelzustand |¢°) prépariert wurde, ist die
Wahrscheinlichkeit, es zum Zeitpunkt ¢; in einem der anderen Eigenzustinde anzutreffen

Pi(ty) = [(#F )| (&) = |5 (t) . 2.21)

Eine adiabatische Entwicklung der Wechselwirkung erfordert P; =~ 0 fiir alle Zeiten. Unter
Verwendung der Schrédingergleichung (¢*|%|¥) = (¢*| — 5 H|¥) erhilt man

(@] 3 [(@ —iwdd)|@) + ¢ exp (—z’ f wfdz') %Idﬂ')} = —iw*cE. (2.22)

j=0,%

Solange die nicht-adiabatischen Verluste nur eine kleine Storung verursachen, sind die Néhe-
rungen ¢® ~ 1 und ¢ (¢*|4|¢F) ~ 0 gerechtfertigt und die Ubergangswahrscheinlichkeit in
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die nicht-dunklen Eigenzustinde ergibt

ty

Pi(t)) = f [exp (’ij‘(wi - wg)dt’) {qﬁﬂ%kﬁﬂ)] dt| . (2.23)

to

Der Integrand auf der rechten Seite ist das Produkt aus (¢*|4%|¢°) und einer Funktion, welche
mit der Frequenz w®* — w? oszilliert. In einem geniigend kurzen Zeitintervall [f, . . . 1] kann man
diese beiden Ausdriicke als zeitunabhéngig betrachten. Folglich ergibt Gl. (2.23)

2 (1= cos[(w* —w°)(ty — to)]) - (2.24)

Lasst man nun zu, dass (¢*|4|¢°) und die Differenzfrequenz w* — w° stufenlos in der Zeit
variieren, so ist die Wahrscheinlichkeit P, Besetzung aus dem Dunkelzustand zu verlieren,
begrenzt durch den Maximalwert von (2.24)

(%] 41¢°)

S| x4 (2.25)

P:;:S]Iﬂa.x

Aus Gl. (2.25) leitet sich sofort ab, dass als Bedingung flir adiabatisches Folgen
d .
lw® — 0| > l<¢*|a|¢°)| bzw. |wF -’ > 06 (2.26)

wihrend der gesamten Wechselwirkungszeit erfiillt werden muss. Normalerweise geniigt es,
diese Bedingung zum kritischsten Zeitpunkt, d.h. im Maximum von (2.25) zu erfiillen. Ein sol-
ches adiabatisches Folgen im n = 1-Unterraum wird in Kapitel 2.2.3 dazu verwendet, ein
einzelnes Photon im Resonator adiabatisch zu erzeugen.

2.2 Einzelphotonen aus Atom-Resonator-Systemen

Ein Atom in einem angeregten Zustand kann in den Grundzustand iibergehen und dabei seine
Energie in Form eines einzelnen Photons abgeben. Koppelt man diesen Ubergang stark an einen
optischen Resonator hoher Finesse, so erfolgt die Emission bevorzugt in den Resonator. Die
Transmission der Resonatorspiegel fiihrt zu einem Zerfall des Lichtfeldes und folglich zu einem
gerichtet emittierten Einzelphoton. Die Methoden dieses einzelne Atom anzuregen, bzw. seine
Anregung an den Resonator abzugeben konnen sich jedoch im Detail unterscheiden. Deshalb
sei im nun in den folgenden Teilkapitel diskutiert, welche Methoden mdglich sind und welche
Vor- und Nachteile sie jeweils bieten.

2.2.1 Purcell-Effekt im Zwei-Niveau Atom

Bereits 1946 sagte Purcell [60] vorher, dass ein Atom, welches an einen Resonator koppelt,
schneller spontan zerfallen kann als ein Atom im freien Raum. Experimentell gelang Goy et
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al. 1983 [61] der Nachweis dieses sogenannten Purcell-Effekts fiir Ubergiinge in Natrium-
Rydbergatomen in einem supraleitenden Mikrowellenresonator, bzw. etwas spiter Heinzen et
al. 1987 [62] fiir angeregte Ytterbiumatome in einem optischen Resonator. In aktuellen Experi-
menten wird der Purcell-Effekt zur Erzeugung einzelner Photonen aus Quantenpunkt-Resona-
tor-Systemen verwendet [63, 15, 19].

Der Zerfall eines angeregten Atoms mit der Zerfallsrate v durch spontane Emission eines
Photons in den freien Raum kann mit dem nicht-hermiteschen Hamiltonoperator

Hoy = —ibyGee (2.27)

beschrieben werden. Das Atom koppelt nun zusitzlich zum spontanen Zerfall iber die Wech-
selwirkung Hfjg aus GL.(2.10) an den optischen Resonator. Das Lichtfeld des optischen Re-
sonators zerfillt wiederum durch die Ankopplung an ein externes Bad, d.h. iiber die Trans-
mission des Spiegels koppelt die Mode im Resonator an ein Kontinuum von Lichtmoden mit
unterschiedlicher Frequenz.' Dies lésst sich iiber folgenden Wechselwirkungs-Hamiltonian in

Drehwellenndherung beschreiben

Af; '&b
FLF?IFL\/% f dA [a‘réa—aag} = / dA [nA%LBA], (2.28)
AT =4y

wobei die Operatoren 5:& und b ein Photon mit Verstimmung A = wyq, — we relativ zur Re-
sonatorfrequenz im externen Bad erzeugen, bzw. vernichten. Dabei ist angenommen, dass sich
innerhalb eines Frequenzbandes von —A; bis A, die Transmission der Spiegel nicht éndert.
Deshalb kann im Hamiltonoperator eine konstante Kopplungskonstante /«/m angesetzt wer-
den. Der gesamte Hamiltonoperator in Drehwellennéherung, im Fall dass Atom und Resonator
auf Resonanz sind, ergibt sich damit zu

H =H? + Hy+ Ha. (2.29)
Fiir eine Analyse des Verhaltens eines angeregten Atoms geniigt es, vor der Emission aus dem
Resonator Superpositionen der beiden Zustinde des (n = 1)-Dubletts |e, 0) und lg, 1) zu be-
trachten, wobei das externe Kontinuum sich im Vakuumzustand |vac) befindet, sowie nach der
Emission den Zustand |g, 0) mit dem Zustand |¢;) im externen Feld. Der gesamte verwendete
Zustandsvektor ist somit

| ) = [cele, 0) + ¢olg, 1)] ® |vac) +|g,0) @ |¢) (2.30)
mit
Ay
|p1) = / dA ca 5L|vac = . (2.31)
—Ay

Der Zustand |¢;) entspricht einem Photon in einer Superposition von Zustinden unterschied-
licher Frequenz. Die Wahrscheinlichkeit, dass tatsdchlich ein Photon in diesen Zustand emittiert

! Absorptionsverluste seien hier nicht beriicksichtigt.
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wurde, ist gegeben durch

Ay Ay,
Pemit=<¢1|/dASLB&|gb1)= /|c,3|2(mg1. (2.32)
A, —A,

D_ie Koeffizienten c., ¢, und ca sind zeitabhidngig, wobel fiir ein zu Beginn angeregtes Atom
die Anfang_sbeqmgungen ce(0) = 1, ¢4(0) = O und ca(0) = 0 gelten. Einsetzen von (2.30) und
(2.29) in die zeitabhingige Schrodingergleichung ergibt das Differentialgleichungssystem

Ce = 1gCq — YCe (2.33)

Ay
Gy =4gc, + \/; / dAcp (2.34)

—&Fi

. K .
A = _\/;cg — iAca. (2.35)

Gl. (2.35) lasst sich formal integrieren, es ergibt sich fiir die Koeffizienten c (t) des externen

Bades
t
K .
ea(t) = —y /;/e'm("”cg(?)dv‘. (2.36)
0

Durch Einsetzen von Gl.(2.36) in GI. (2.34) lasst sich nun das externe Bad eliminieren. Ver-
wendet man zusitzlich die Markovniherung

Ay
/ dAe B & ond(t — 1), (2.37)
—Ay

so erhilt man das vereinfachte Differentialgleichungssystem

CEE - =1 Eg Ce
(5)-(3 %)) @

Formal ergibt sich dasselbe System auch aus dem nicht-hermiteschen Hamiltonoperator fiir den
Zerfall des quantisierten Lichtfeldes

H', = —ihri'a, (2.39)

analog zum spontanen Zerfall des angeregten Zustands. Zusdtzlich erhilt man jedoch iiber obi-
gen Formalismus noch die Frequenzamplitude cs. Deren Betragsquadrat |ca|* beschreibt das
Frequenzspektrum des emittierten Photons. AuBlerdem ist die Fouriertransformierte von ca die
Wahrscheinlichkeitsamplitude ®(¢), dass zum Zeitpunkt ¢ ein Photon aus dem Resonator emit-
tiert wird. Unter Verwendung von (2.36) und (2.37) ergibt sich

Ay
1 :
2(0) = Jim —— / dA ca(T) e ACT) % —\/2kc,(t), (2.40)

—A
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d.h. die Wahrscheinlichkeitsamplitude ®(¢) ist proportional zur Amplitude c,(t), mit der sich
ein Photon zum Zeitpunkt ¢ im Resonator aufhilt. Die Wahrscheinlichkeitsdichte, dass zum
Zeitpunkt t ein Photon emittiert wird

|B(t)|* = 2kl (t)[? (2.41)
ist die Einhiillende des emittierten Photonenwellenpakets.

Abb. 2.4(a) zeigt die zeitliche Entwicklung des Atom-Resonator Systems fir £ > g. Die
starke Dimpfung des Ein-Photonen-Zustandes des Resonators verhindert jegliche Vakuum-
Rabi-Oszillationen, da das Photon aus dem Resonator emittiert wird, bevor es durch das Atom
reabsorbiert werden kann. Deshalb ist die transiente Besetzung des Zustands |g, 1) vernachlas-
sigbar, wenn das Atom zum Zeitpunkt Null im angeregten Zustand le) startet. In diesem Fall
kann die adiabatische Niiherung ¢, ~ 0 angewandt werden, woraus sich aus dem Differential-

gleichungssystem (2.38)

2

b=, B G(t) =exp(~Fpet) mit Fre=v+ L (2.42)
K

ergibt. Folglich zerfillt das angeregte Atom exponentiell. Die Zerfallsrate 7. ist dabei um 9°/x

durch die Anwesenheit des Resonators erhoht. Dies ist der oben angesprochene Purcell-Effekt.

Das dabei emittierte Photon wird mit der Wahrscheinlichkeitsamplitude ®(#) zum Zeitpunkt ¢

emittiert, siche Abb.2.4(a) mittlere Zeile. Sie ergibt sich in adiabatischen Néherung mit Hilfe

von Gl. (2.40) zu
.2
O(t) ~ —zg\/;ce(t).

Der exponentielle Zerfall fiihrt in guter Naherung zu einer Lorentzkurve der Breite 7, (FWHM)
im Frequenzspektrum des emittierten Photons, vgl. Abb. 2.4 (a) untere Zeile. Aus der Emissi-
onswahrscheinlichkeit P..;; aus dem Resonator, aus Gl. (2.32), ergibt sich das Verhiltnis der
Wahrscheinlichkeiten einer gerichteten Emission aus dem Resonator zu einer Emission in den
freien Raum zu g*/(r7). Dies entspricht dem doppelten Ein-Atom-Kooperativititsparameter,
welcher urspriinglich im Zusammenhang mit optischer Bistabilitit eingefiihrt wurde [64]. Man
beachte, wenn g2/ >> v erfiillt ist, strahlt das Atom hauptsdchlich in den Resonator ab. Zu-
sammen mit k > ¢ definiert diese Bedingung das sogenannte ,,bad-cavity“-Regime.

Im Regime starker Kopplung (,,strong-coupling“-Regime), g > (,7), erfahrt das Atom-
Resonator-System hingegen Vakuum-Rabi-Oszillationen zwischen den Zusténden |e,0) und
|g, 1), welche mit den Raten 7 bzw. x zerfallen. Abb.2.4(b) zeigt eine Situation, in der die
Atom-Resonator Wechselwirkung g den Ubergang |e,0) « |g, 1) sittigt. Im Mittel sind die
Wahrscheinlichkeiten, das System in den beiden Zustinden zu finden, jeweils gleich und daher
das mittlere Verhiltnis der Wahrscheinlichkeit einer Photonenemission aus dem Resonator zur
Wahrscheinlichkeit einer spontanen Photonenemission in den freien Raum gegeben durch « /7.

In diesem Regime ldsst sich das System besser in einer ,,dressed-state“-Basis analog der
Behandlung in Kapitel 2.1.2 beschreiben. Dazu muss das Differentialgleichungssystem (2.38)
diagonalisiert werden. Es ergeben sich die Eigenwerte

(2.43)

skl (2.44)

- 1 . .
wE = —iFee £ 5\/49'2 — (Y =K R —iYse g mit =

<
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Abbildung 2.4: Zwei-Niveau Atom gekoppelt an einen optischen Resonator. Die obere Zeile des Dia-
gramms zeigt die Zeitentwicklung der Besetzungen pe.(t) und pg4(t) der Produktzustinde |e,0) und
|g, 1). Ein Photon wird mit der Wahrscheinlichkeitsamplitude ®(¢) zum Zeitpunkt ¢ emittiert (mittlere
Zeile). Die untere Zeile zeigt die Wahrscheinlichkeitsdichte |ca|? das Photon mit der Verstimmung A
relativ zum Ubergang des Zwei-Niveau Atoms zu emittieren. Alle Kurven resultieren aus einer ana-
lytischen Losung der Differentialgleichung (2.38). Die beiden Spalten reprisentieren die beiden un-
terschiedlichen Regime: (a) (g;7v; %) = 27 (4,5;3;12,5) MHz (bad-cavity Regime). (b) (g;7;5) =
27 (45; 3; 1,25) MHz (strong-coupling Regime).
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Infolge der Anfangsbedingung von ¢, = 1 sind beide Eigenzustinde zu Beginn gleich be-
setzt. Diese Superposition zerfillt nun im folgenden mit der Zerfallsrate ¥, — dem Imaginarteil
der Eigenwerte — in den Zustand |g,0) unter Aussendung eines Photons. Dabei emittiert der
eine Anteil mit der Frequenz +g, der andere mit —g, entsprechend dem Realteil der Eigen-
werte. Dies spiegelt sich direkt im Emissionsspektrum aus dem Resonator wider, Abb. 2.4(b)
untere Zeile. In guter Niherung ergeben sich zwei Lorentzkurven der Breite 7,. bei £¢. Im
strong-coupling“-Regime ist also infolge der relativ geringen Storung durch den Zerfall von
angeregtem Atom und Resonator das im vorigen Kapitel behandelte ,.dressed-state*“-Bild eine
gute Niherung fiir die Eigenenergien des gekoppelten Systems.

Um einzelne Photonen mit einem Zwei-Niveau Atom zu erzeugen, muss das Atom gezielt zu
Beginn in den angeregten Zustand gebracht werden. Prinzipiell ist das z.B. iiber einen Laserpuls
geeigneter Linge moglich, einem sogenannten 7-Puls, der die Besetzung von Grundzustand und
angeregtem Zustand invertiert, oder iiber eine adiabatische Passage mit einem Frequenzchirp,
wie in Kapitel 2.1.4 kurz angesprochen. Erfolgt die Emission des Photons jedoch vor Aus-
schalten des Laserpulses, so kann das Atom erneut angeregt und ein weiteres Photon erzeugt
werden. Demgegeniiber haben Erzeugungsmechanismen in Drei-Niveau Atomen den Vorteil,
dass das Atom nicht erneut angeregt werden kann. Die Anzahl an Photonen pro Atom ist auf
eins limitiert. In den folgenden Unterkapiteln wird dies genauer erlautert.

2.2.2 Purcell-Effekt im Drei-Niveau Atom

In einem Drei-Niveau System gibt es zwei sich prinzipiell unterscheidende Methoden, ein Ein-
zelphoton zu erzeugen. Die erste Methode beruht auf dem im vorigen Kapitel vorgestellten
Purcell-Effekt. Die grundlegende Idee dieser Methode besteht darin, das System durch ein
schwaches Pumplaserfeld aus dem Anfangszustand |u,0) in das Zwei-Niveau System, zusam-
mengesetzt aus |e, 0) und |g, 1), zu befordern, ohne dieses Zwei-Niveau System zu stark zu sto-
ren. Nach erfolgter Photonenemission aus dem Resonator landet das Atom im Zustand lg,0).
Die Physik des Zwei-Niveau Systems bleibt erhalten einschlieBlich der oben besprochenen er-
hohten spontanen Emission, jedoch mit dem Vorteil, dass der Pumplaser das Atom aus dem
Zustand |g, 0) nicht erneut anregen kann. Diese Methode wurde in Detail von Law et al. analy-
siert [36, 33]. Dort wird ein System im ,,bad-cavity“-Regime betrachtet, also mit

K> ¢ /6 >, (2.45)

in dem Verluste der Anregung in ungewollte Moden des Strahlungsfeldes klein sind. In diesem
Regime setzt die Zerfallsrate des Resonatorfeldes « die schnellste Zeitskala. AuBlerdem tiber-
wiegt die spontane Emissionsrate in den Resonator g*/r die tibliche inkohérente Zerfallsrate
~, mit der Besetzung aus dem angeregten Zustand verloren geht. Es wird angenommen, dass
jeglicher Zerfall zu einem Verlust aus dem Drei-Niveau-System fiihrt. Daher wird die Zeitent-
wicklung des Zustandvektors durch den nicht-hermiteschen Hamiltonoperator

-~

B = H®) —inkata — ifyée., (2.46)

int

bestimmt, wobel Hfgg in GI.(2.12) fiir das Drei-Niveau System definiert ist. Um die Analyse
zu vereinfachen, betrachten wir ausschlieBlich resonante Kopplungen, d.h. Ac = Ap = 0 und
beschriinken den Zustandsraum auf das (n = 1)-Triplett. Folglich kann der Zustandsvektor als

[T(t)) = cu(t)|u,0) + ce(t)le, 0) + cq(t)]g, 1), (2.47)
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geschrieben werden, wobei ¢, ¢, und ¢, komplexe Amplituden sind. Die Zeitentwicklung der
Amplituden sind durch die Schrddingergleichung if4|¥) = H'|W) gegeben, welche

€ 0 iQp(t)/2 0 G
ée | = iQp(t)/2 —y g Ce (2.48)
Gy 0 g —K Cy

mit der Anfangsbedingung ¢, (0) = 1, c.(0) = ¢,(0) = 0 und 2p(0) = O ergibt. Eine adia-
batische Losung von (2.48) kann abgeleitet werden, wenn der anregende Pump-Laserpuls ver-
hiltnismiBig schwach ist, d.h. p(t) < g*/x geniigt. Unter diesen Bedingungen ist der Zerfall
iiber den Resonator so schnell, dass ¢, und ¢, anndhernd zeitunabhingig sind. Deshalb kann
man die in guter Ndherung ¢, = 0 und ¢, = 0 ansetzen, mit dem Ergebnis

t
(84

eut) M exp | -2 f 02 (¢)dt

0
celt) = i5Qp(t)ea(t) (2.49)

y(t) ~ ie(t)

mit @ = 1/(y + ¢*/k). Eine detailliertere Rechnung mit Hamiltonoperator (2.28) anstelle von
(2.39) wie im Fall des Zwei-Niveau Atoms des vorigen Kapitels ergibt fiir die Wahrscheinlich-
keitsamplitude einer Photonenemission

t

Qpga
B(t) ~ —v/hc,(t) ~ \;29_5 exp —% f Q% (t)dt (2.50)

0

Uber Qp lisst sich daher die Einhiillende des Photonenwellenpakets einstellen. Sie kann jedoch
nicht beliebig schnell veridndert werden, da sie iiber die Gesamt-Zerfallsrate o verspitet auf
Veridnderungen von 2p reagiert. Die Wahrscheinlichkeit einer Photonenemission ergibt sich zu

P il f B(8)Pdt
0

T

2
/ Q2 (t)dt | | 2= :f"n—“. (2.51)
0

2
go

= - 1-¢ -
K P

| R

Man beachte, dass die Exponentialfunktion in (2.51) fiir ein geniigend groBe Pulsfliche
fUT 3,(t)dt des anregenden Pumplasers verschwindet, so dass die Wahrscheinlichkeit fiir ei-
ne Photonenemission nicht von Pulsform und Amplitude abhédngen. Da die anderen Parameter
g, @ und k im Prinzip vom Experimentator kontrolliert werden, kdnnen beliebig hohe Wahr-
scheinlichkeiten der Photonenemission erreicht werden. In [33] wurde ein realistisches Schema
unter Verwendung eines Cdsiumatoms vorgeschlagen mit (g; x;v)/2m = (45;45; 2,25) MHz.
Bei einer Anregung dieses Systems mit einem sin”-Pumplaser-Puls der Linge 37~! und der
maximalen Rabifrequenz Q% = 27 x 45 MHz wird eine Wahrscheinlichkeit der Photonenemis-
sion von 96,7% numerisch errechnet.
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2.2.3 Adiabatische Passage im Drei-Niveau Atom

Die zweite Methode in einem Drei-Niveau System einzelne Photonen zu erzeugen beruht auf
der in Kapitel 2.1.4 vorgestellten adiabatischen Passage. Die Idee wurde in [34, 35, 36] vor-
geschlagen, um beliebige Lichtzustinde im Resonator zu erzeugen. Fiir unser System wurde
in [37] diese Methode der Einzelphotonenerzeugung mit experimentellen Parametern durch-
gerechnet. Die folgende Diskussion, insbesondere die Methode das emittierte Wellenpaket fiir
einen adiabatischen Transfer zu berechnen, beruht im wesentlichen auf [65, 66].

Die grundlegende Idee beruht darauf, ein Atom in dem dort vorgestellten Dunkelzustand
adiabatisch vom Anfangszustand |u,0) ohne Photon im Resonator in den Zustand |g, 1) zu
iiberfiihren, d.h. genau ein Photon zu erzeugen. Der Zerfall des Resonators iiber die Rate # in
das von auBen ankoppelnde Bad fiihrt zu einem gerichtet emittierten Photon, wobei das Atom
im Endzustand |g, 0) landet.

Im Gegensatz zur Methode, iiber den Purcell-Effekt einzelne Photonen zu erzeugen, muss
fiir die adiabatische Passage die Bedingung einer starken Kopplung erfiillt sein, d.h.

g3 (k) (2.52)

da die kohirente Uberlagerung der beiden Zustinde |u,0) und |g, 1) nicht durch Zerfallspro-
zesse von Resonator und Atom zerstort werden darf. Im folgenden sei nun genauer untersucht,
unter welchen Bedingungen das System dem Dunkelzustand adiabatisch folgen kann. Die Dy-
namik des untersuchten Systems wird durch denselben Hamiltonoperator H' (Gl.(2.46)) be-
stimmt wie im vorigen Kapitel, jedoch im Parameterregime starker Kopplung. Dadurch bleibt
der Dunkelzustand |¢?) = | D) trotz Verlusten weiterhin in guter Néherung ein Eigenvektor des
Systems. Als dazu orthogonale Vektoren werden der angeregte Zustand |e, 0) und der leuchten-
de Zustand | B) verwendet. Die verwendete Basis setzt sich somit aus den 3 Vektoren

|D) = cos Olu, 0) —sinO|g, 1),
|B) = sin©|u, 0) + cos Olg, 1) (2.53)

und |e, 0) zusammen. Der allgemeine Zustandsvektor |¥(#)) im (n = 1)-Unterraum ergibt sich
damit zu

[¥(t)) = ca(t)|D) + c(t)| B) + ce(t)le, 0)- (2.54)
Die Dynamik der Wahrscheinlichkeitsamplituden ¢4, ¢, und ¢, wird durch das Differentialglei-
chungssystem

Cs —iA — ksin?©® —O +k/25in20 0

Cd
é | =| ©+k/25in20 —iA—kcos’© i e |- (2.55)
de 0 ?,Q(] - Ce

bestimmt, welches sich nach Einsetzen in die Schrodingergleichung ergibt. Die Terme propor-
tional zu © beschreiben die Kopplung von Dunkelzustand und leuchtendem Zustand durch die
nicht-adiabatische Verinderung des Mischungswinkels, entsprechend der Diskussion in Kapitel
2.1.4. Zusitzlich bewirkt der Zerfall des Resonators eine ,,Kopplung™ dieser beiden Zusténde
mit der ,,Kopplungsstirke® x/2 sin 20. Diese ist maximal fiir den Mischungswinkel © = /4.
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Wie im folgenden erkldrt wird, kann diese Kopplung vernachlissigt werden, wenn der leuch-
tende Zustand sehr schnell zerfillt. Aus der Differentialgleichung (2.55) wird deutlich, woher
der leuchtende Zustand seinen Namen hat. Er steht mit der Kopplungsstérke

Qo =1/9> + 0} /4 (2.56)

ir} Wechselwirkung zum angeregten Zustand |e, 0). Von dort kann das Atom unter Aussendung
eines spontan emittierten Photons zerfallen. Wenn der Prozess verhéltnisméBig langsam ablauft,
also fiir yI" > 1 — wobei T die Dauer des adiabatischen Transfers ist — so kann der angeregte
Zustand |e, 0) adiabatisch eliminiert werden. Es gilt ¢, = 0, wodurch sich die Beziehung
o 8 2.57
e = "0 .

5 (2.57)
ergibt. Die Differentialgleichung des leuchtenden Zustands |B) vereinfacht sich damit fiir
A=0zu

) 0z 5 . K,

Gy = — b + Kkcos®Of ¢ + [@ + 5 sm(2@)] Ca- (2.58)
Die I:(opplung zwischen dem angeregten Zustand und dem leuchtenden Zustand fiihrt fiir diesen
zu einer effektiven Zerfallsrate %5/+. Zusitzlich zerfallt der Anteil von |g, 1) am leuchtenden
Zustand (|(g,1|B)|* = cos? ©) unter Aussendung eines Photons aus dem Resonator mit der
Zerfallsrate «. Erfolgt dieser Zerfall schneller als die Besetzung aus dem Dunkelzustand, d.h.

2
0 2 L
= + Kcos“© > O + 5 sin(20), (2.59)
so kann der leuchtende Zustand in guter Ndherung vernachlissigt werden (¢, =~ 0) und das
System folgt adiabatisch dem Dunkelzustand. Die linke Seite von GI. (2.59) kann mit 2§ > ¢°
und cos® © > 0 nach unten abgeschiitzt werden zu

02 2
ng + K cos® © > ‘% (2.60)

Ebenso wird die rechte Seite mit sin(20) < 1 nach oben abgeschitzt zu

. K .

6 + 5 sin(20) < e+g’-. (2.61)
Damit ist die Adiabasie sicher erfiillt unter der Bedingung

9‘2 . K ;

5 >0+ 3 (2.62)
Einerseits erfordert diese Adiabasiebedingung, dass der Mischungswinkel © nur langsam ver-
dndert wird (¢°/y > ©), wie bereits fiir den adiabatischen Besetzungstransfer mit klassischen
Feldern hergeleitet wurde, siche (2.26). Zudem folgt jedoch, dass der adiabatische Transfer nur
im Regime starker Kopplung funktioniert (%?’; > 1), da sonst der Dunkelzustand durch die
Verluste des Resonators und die spontane Emission des Atoms zu stark gestort wird.
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Ist jedoch diese Adiabasiebedingung erfiillt, so ergibt sich die zeitliche Entwicklung des
Dunkelzustandes im adiabatischen Limes (¢, = 0) zu

é; = —kKsin?O ¢y (2.63)

t

d.h. Cq = exp -—R] sin® ©dr | , (2.64)
0

d.h. der Anteil des Einphotonenzustandes P,; = [(g, 1|D)|* = sin* © am Dunkelzustand zer-
fillt mit der Rate r, unter Aussendung eines Photons. Durch eine ausfiihrlichere Rechnung
wie in Kapitel 2.2.1 mit Hamiltonoperator (2.28) anstelle von (2.39) ldsst sich auch hier das
Wellenpaket des emittierten Photons in adiabatischer Néherung bestimmen. Die Wahrschein-
lichkeitsamplitude einer Photonenemission zum Zeitpunkt ¢ ergibt sich daraus entsprechend zu

B(t) = —v/2kc,(t) = —V2k [c45In O — ¢, cos O] ~ —V/2kc45in © (2.65)

t

= —/2k sin © exp —rsfsin? Odr | . (2.66)

0

Wie beim Purcell-Effekt eines Drei-Niveau Systems kann auch hier iiber die Rabifrequenz {2p
der Mischungswinkel © und damit die Einhiillende des Photonenwellenpakets verdndert wer-
den. Grundsitzlich sind dabei zwei verschiedene Bereiche zu unterscheiden, in denen die Adia-
basiebedingung Gl. (2.62) erfiillt bleibt, wobei T" die Dauer des adiabatischen Transfers ist*:

e xT > 1: Der adiabatische Transfer wird sehr langsam durchgefiihrt. Im Verhiltnis da-
zu zerfillt der Resonator sofort. Da niemals signifikant Besetzung in den Zustand |_g, 1)
transferiert wird, ist sin © ~ ©. Somit ergibt sich fiir die Wahrscheinlichkeitsamplitude

einer Photonenemission
1
®(t) = V2kOexp | —k f ©%dr | . (2.67)
0

Durch entsprechende Wahl des Mischungswinkels © kann ein beliebig langes Photonen-
wellenpaket erzeugt werden.

e xT < 1: Der adiabatische Transfer erfolgt sehr schnell, so dass direkt der Zustand |g, 1)
besetzt wird, bevor der Resonator zerfallen kann. Daher ist sin © = 1. Das im Anschluss
emittierte Photon ist nur durch den Zerfall des Resonators bestimmt mit

®(t) = V2k exp (—kt) . (2.68)

Die Dauer des Photonenwellenpakets ist somit nach unten begrenzt durch die Lebens-
dauer des Resonators.

2Bei konstanter Winkelinderung © und vollstindigem Transfer ist e = 7. Dann lisst sich die Adiabasie-

bedingung auch in 9_—:: > 3 + § umschreiben. Diese Bedingung lisst noch die Freiheit 7" > 1 oder < 1.
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Das Frequenzspektrum des emittierten Photons |ca |? ldsst sich durch eine Fouriertransformati-
on von ¢(t) berechnen. Da fiir den adiabatischen Prozess keine Verluste durch spontane Emis-
sion auftreten, wird ein genau definiertes Wellenpaket im Zeit- wie auch im Frequenzraum
erzeugt. Verschiedene durch denselben adiabatischen Prozess erzeugte Photonen haben somit
identische Eigenschaften. Die Photonen werden hiufig als fourierlimitiert bezeichnet, da ein
Ensemble solcher Photonen nicht inhomogen verbreitert ist. Im Prinzip kann das Wellenpaket
beliebig gewihlt, wodurch umgekehrt das Spektrum beliebig schmal wird. Nach oben ist die
Linienbreite jedoch begrenzt durch die Linienbreite des Resonators.

Zudem konnen im adiabatischen Fall sehr effizient Photonen erzeugt werden. Da keine Ver-
luste durch spontane Emission auftreten, ist die Emissionswahrscheinlichkeit nahe 100%. Fiir
perfekte Adiabasie gilt

O(T)—n/2
_—

dt|p(t)* = 1 — exp(—26£(T)) 1

P emit —

mit f(t) = [ sin®Odr, (2.69)

5/
j
0

d.h. der Mischungswinkel muss nur auf © = 7/2 gedreht werden, um mit Sicherheit ein ein-
zelnes Photon zu erzeugen.

2.2.4 Nicht-adiabatische Abweichungen

Das im folgenden beschriebene Experiment befindet sich leider nicht weit genug im Regime
starker Kopplung, als dass die adiabatische Néherung iiberall giiltig bliebe. Die Parameter des
Experiments sind ¢ = 27 2,5 MHz, x = 27 1,25 MHz und v = 27 3 MHz, wodurch man
‘:% = 1,67 erhilt. Man befindet sich somit knapp im Bereich starker Kopplung. Die Kopplungs-
stirke g variiert jedoch stark in Abhéngigkeit der Position des Atoms, vgl. GI.(2.9) und (2.5).
Die maximale Kopplungsstirke g erfihrt das Atom nur im Bauch der Resonatormode. Nahe
einem Knoten oder weit weg der zentralen Achse des Resonators ist die Kopplungsstirke weit
geringer. Da die Wahrscheinlichkeit, dass sich ein Atom im Bauch der Mode aufhilt, relativ
klein ist, befindet sich ein GroBteil der Atome nicht im Regime starker Kopplung. Daher be-
handelt dieses Kapitel einige Abweichungen von der adiabatischen Naherung fiir schwichere
Kopplung.

Der Dunkelzustand | D) ist durch den Zerfall des Resonators nicht mehr Eigenzustand des
Gesamtsystems. Daher folgt das System nicht mehr adiabatisch dem Dunkelzustand, sondern
eher den tatsichlichen Eigenzustinden, wie sich durch eine Simulation in Kapitel 2.2.6 zei-
gen wird. Die analytischen Eigenfrequenzen dieser Zustinde, d.h. die Eigenwerte des nicht-
hermiteschen Hamiltonoperators

H = H®) — ihkdla — ikyé.., (2.70)

sind komplex. Die zeitliche Entwicklung eines Zustands wird durch den Eigenwert w,, festgelegt

nach
e—iEn% s e—iRe(wn)teIm(wn). (2.?1)
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Abbildung 2.5: Stationiire Eigenwerte des gekoppelten A-Systems {|u,0), |e, 0), |g, 1)} mit Verlusten
von angeregtem Atom und quantisiertem Lichtfeld im Resonator in Abhingigkeit der Rabifrequenz d.es
Pumpfeldes Qp. Die durchgezogenen, gestrichelten und gepunkteten Linien sind jeweils die Realteile
der 3 unterschiedlichen Eigenwerte w;. Die Imaginirteile spiegeln die Lebensdauer der Zustinde und
somit deren Linienbreite wider. Sie sind als Breite der schattierten Streifen dargestellt. Gezeigt sind
Diagramme fiir zwei unterschiedliche Verstimmungen A = 0 (a), bzw. A = 27 10 MHz (b), sowie zwei
unterschiedliche Kopplungsstirken an den Resonator g = 27 1,5 MHz (1) und g = 27 2,5 MHz (2). Die
iibrigen Parametern sind x = 27 1,25 MHz und v = 27 3 MHz.

Realteil und Imaginirteil der Eigenwerte konnen somit als Eigenfrequenz bzw. Zerfallsrate des
zugehodrigen Zustands interpretiert werden.

Zur Veranschaulichung der zu erwartenden Effekte im Experiment sind in Abb. 2.5 die Ei-
genfrequenzen fiir zwei unterschiedliche Verstimmungen A, sowie zwei unterschiedliche I‘(o-pp-
lungsstirken g grafisch dargestellt. Der Imaginérteil der Eigenwerte ist hier jeweils als Linien-
breite des Zustands eingezeichnet. Einer der Eigenzustinde |¢,) mit der Eigenfrequenz w; ah-
nelt sehr stark dem Dunkelzustand. Dieser Zustand wird im folgenden mit dem Dunkelzustand

verglichen. ‘
Der adiabatische Transfer iiber den Dunkelzustand | D) mit

|D) = cos(©(Qp))[u, 0) — sin(O(L2p))lg, 1) (2.72)

startet fiir Qp = 0 im Zustand |u, 0). Erhéht man die Rabifrequenz Qp, so geht der Dunkelzg-
stand fiir Qp >> 2g¢ stetig in den Zustand |g, 1) iiber. Auch die in Abb. 2.5 dargestellten Eigenni-
veaus kénnen fiir Qp = 0 dem Zustand |u, 0) und fiir Q2p > 2¢g dem Zustand |g, 1) zugeordnet
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werden. Sie sind dort entsprechend beschriftet. Offensichtlich gehen die beiden Zustinde bei
einer Erhohung der Rabifrequenz (2p nicht immer stetig ineinander iiber. Daher kann fiir ei-
ne schwache Kopplungsstirke g bei gleichzeitiger Verstimmung, sieche Abb. 2.5 (1,b), durch
Erhéhung der Pump-Rabifrequenz kein adiabatischer Transfer von |u, 0) nach |g, 1) erfolgen.

Eine wichtige Eigenschaft des Dunkelzustandes ist weiterhin, dass seine Eigenfrequenz un-
abhéngig von (p oder g konstant bei w® = A bleibt. Im Gegensatz dazu verschiebt sich die Ei-
genfrequenz der tatsidchlichen Eigenzustinde fiir Ramanverstimmung A # 0, siche Abb. 2.5(b).
Der Grund fiir diese Energieverschiebung ist die Beimischung des angeregten Zustands |e, 0) zu
den Eigenzustinden, wodurch die Eigenenergien von angeregtem Zustand und quasi-dunklem
Zustand voneinander abgestoflen werden.

Diese Energieverschiebung wirkt sich direkt auf das Emissionsspektrum des erzeugten Pho-
tons aus. Bei der Emission eines Photons aus dem Resonator geht der jeweils besetzte Eigen-
zustand in den Zustand |g, 0) iiber. Die Eigenfrequenz von |g,0) ist jedoch unabhingig von
(2p. Die Energieerhaltung bewirkt somit, dass die Photonen durch die Energieverschiebung der
Eigenzustinde fiir unterschiedliche {2 () unterschiedliche Frequenz erhalten.

Beim adiabatischen Transfer im Dunkelzustand, siehe Kap. 2.2.3, wird jedoch nicht pl6tz-
lich ein Photon erzeugt, stattdessen entsteht ein Photonenwellenpaket, beschrieben durch die
Wabhrscheinlichkeitsamplitude ®(¢). Dieses Bild muss fiir schwichere Kopplung in zweierlei
Hinsicht modifiziert werden. Einerseits erfiahrt das Photonenwellenpaket beim adiabatischen
Transfer durch die sich verschiebenden Eigenfrequenzen eine sich zeitlich dndernde Frequenz-
verschiebung. Dies wird als Frequenzchirp der Photonen bezeichnet. Andererseits kann durch
den Anteil des angeregten Zustands das Atom fortlaufend spontan zerfallen. Ein Teil der Ato-
me fillt dabei in den Ausgangszustand |u, 0) zuriick und kann daraufhin trotzdem ein einzelnes
Photon in den Resonator abstrahlen. Dieses Photon hat jedoch keine definierte Phasenbeziehung
relativ zu einem adiabatisch erzeugten Photon und zerstort damit die Kohédrenz des Wellenpa-
ketes. Daher ist das Wellenpaket des Photons nicht eindeutig durch den Erzeugungsprozess
definiert. Im Frequenzraum fiihrt dies zu einer inhomogenen Verbreiterung der Photonen.

Durch die Beimischung des angeregten Zustands treten zudem Verluste durch spontane
Emission auf. Der Zustand ist nicht mehr perfekt dunkel. Angemerkt sei, dass auch fiir A = 0
der angeregte Zustand teilweise besetzt wird, was nicht zu einer Energieverschiebung, aber
trotzdem zu Verlusten durch spontane Emission fiihrt.

Die Linienbreite des Eigenzustands ausgehend vom Anfangszustand |u, 0) des Systems un-
terscheidet sich teilweise stark von der Linienbreite des Dunkelzustandes. Diese ist gegeben
durch die Zerfallsrate 2+ sin?(©(2p)) der Photonenemission aus dem optischen Resonator. Im
Vergleich dazu zerfillt der Eigenzustand |¢) fiir kleine Pump-Rabifrequenz Q2 p deutlich lang-
samer. Wie sich in einer Simulation in Kapitel 2.2.6 zeigen wird, bleibt das das Atom ldnger im
stabilen Ausgangszustand |u, 0). Der spontane Zerfall von angeregtem Zustand und Resonator
ist fiir kleine Kopplungsstirken g dominierend gegeniiber einem Aufbau einer kohirenten Uber-
lagerung der beiden Grundzustdnde fiir den Ramantransfer — der Ramanprozess wird behindert.
Insgesamt wird der Einphotonenzustand |g, 1) beim adiabatischen Transfer dadurch sehr viel
spiter besetzt, d.h. das Photon spéter erzeugt. Vernachldssigbar ist diese Verzogerung nur fiir
starke Kopplung ¢ an den Resonator. In den Simulationen in Kapitel 2.2.6 zeigt sich dieser
Effekt auch im dynamischen Prozess der Photonenerzeugung.

Zusammenfassend entspricht insbesondere fiir A = 0 bei hoher Kopplungsstirke g der Dun-
kelzustand in guter Ndherung dem Eigenzustand |¢,). Daher erfolgt der adiabatisch Transfer
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im Bauch des Resonators in guter Niherung iiber den Dunkelzustand. Je weiter das Atom vom
Bauch entfernt ist, umso groBer wird die Beimischung des angeregten Zustandes beim Transfer
und damit auch die Verluste durch spontane Emission, der Frequenzchirp und die inhomogene
Verbreiterung der Photonen.

2.2.5 Effizienz der Photonenerzeugung

Fiir kleine Pumplaser-Rabifrequenz (2p ldsst sich die Beimischung des angeregten Zustands,
und damit die Verluste, iiber eine Storungstheorie 1.Ordnung bestimmen. In diesem Bereich
ergibt sich fiir das Verhiltnis der Besetzungswahrscheinlichkeit des Zielzustandes Pl 1) zur der
des angeregten Zustands P, o)

P 9’

B | (2.73)
Dieselbe Beziehung ergibt sich im ,,bad-cavity“-Regime in Gl. (2.49). Zur Herleitung ist dort
einzig die Bezichung ¢, = 0 notig, d.h. die Besetzungswahrscheinlichkeit des Zustandes |g, 1)
muss sich langsam #ndern, ohne auf die Bedingungen fiir das ,,.bad-cavity“-Regime zuriick-
zugreifen. Daher kann die Beziehung auch auf Bereiche auferhalb des ,.bad-cavity“-Regimes
{ibertragen werden. Das Verhiltnis dieser beiden Besetzungswahrscheinlichkeiten bestimmt die
Effizienz der Erzeugung einzelner Photonen. Der Zustand |g, 1) zerféllt mit der Rate 2x un-
ter Aussendung eines Einzelphotons aus dem Resonator. Der Zustand |e, 0) hingegen emittiert
mit der Rate 2y = 2(7,y + 7eu) spontan Photonen, jedoch fiihrt nur der Anteil 27, aus dem
A-System heraus. Mit der Rate 2., wird wieder der Ausgangszustand |u, 0) besetzt, welcher
weiterhin zu einer Photonenemission aus dem Resonator fithren kann. Fiir das Verhiltnis der
Wahrscheinlichkeiten von Einzelphotonenemission zu einem Verlustprozess ergibt sich somit

P, i 2k P 2
emait - |g.l} — g (2-74)
Pioss 27(egp|e,[l) K Yeg
und daraus unter der Annahme, dass entweder ein Photon emittiert wird oder ein Verlust statt-

findet (Pemit + Plogs = l)s

Pemit = (1 i3 &;9)—1
Y
P = (14 L)t (2.75)
loss KYeq .

entsprechend der Gl. (2.51) fiir das ,bad-cavity“-Regime. Befindet man sich weit im ,strong-
coupling®- oder ,bad-cavity“-Regime, ergibt sich daraus eine Emissionswahrscheinlichkeit
P,,..; nahe 1 bei sehr geringen Verlusten. Inwieweit diese Formeln tatséchlich auch auflerhalb
des ,,bad-cavity“-Regimes die erwartete Effizienz der Erzeugung einzelner Photonen beschrei-
ben, wird im folgenden Kapitel anhand von numerischen Simulationen des A-Systems genauer

untersucht.

2.2.6 Simulation der adiabatischen Passage

Uber die stationiren Eigenzustinde in Kapitel 2.2.4 lassen sich qualitativ die Effekte einer
schwicheren Kopplungsstirke g an den optischen Resonator verstehen. Um jedoch im dyna-
misch veridnderten System die Effekte der unterschiedlichen Kopplungsstéirken quantitativ zu
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erfassen, wurde der adiabatische Transfer in einer Dichtematrix-Beschreibung numerisch simu-
liert.

Als Basis-Zustinde des gekoppelten Atom-Resonator-Systems werden dazu die Zustinde
des Produkt-Hilbertraums {|u,n), |e,n),|g,n)} fir n = 0...00 verwendet. Fiir die Erzeu-
gung einzelner Photonen geniigt es dabei sich auf die Zustinde |u, 0), |e, 0), |g, 1) und |g,0) zu
beschrinken, da hoher angeregte Zustinde nicht besetzt werden konnen. Die zeitliche Entwick-
lung der Dichtematrix wird dabei tiber die Mastergleichung [67, Kap.15.4]

d . R

=P =—3H A+ L[] (2.76)
beschrieben. Der hermitesche Anteil der zeitlichen Entwicklung erfolgt iiber den Hamiltonope-
rator des Drei-Niveau Systems ohne Verluste // = H fﬂ aus (2.12), wobei die Kopplungsstirken
g und Qp fiir den adiabatischen Transfer zeitlich verdndert werden. Der Liouville-Operator £
beschreibt die nicht-hermitesche Zeitentwicklung durch Verluste. Er lautet in Lindblad-Form

ﬁ[ﬁ] = 'Teu(Qa-uepa-eu - a-f!!?;a - ,-(3(3}?5)
+ ’Yﬂg(za—geﬁé—eg - 533:5 - ﬁ&ee)
+ K(2apat — atap — pata). (2.77)

Die ersten beiden Zeilen von Gl. (2.77) beschreiben die spontane Emission des angeregten
Zustandes |e, n). Beim im Experiment verwendeten Rubidium fallen 5/9 der Atome in den
Ausgangszustand |u, n) zuriick (e, = 5/9y mit v = 27 3 MHz), wihrend 4/9 der Atome in
den Zustand |g, n) zerfallen (7., = 4/97). Den Zerfall des Resonators bis zum Vakuumzustand
beschreibt die dritte Zeile von Gl. (2.77). Im Experiment ist x = 27 1,25 MHz.

Zur Bestimmung der zeitabhingigen Dichtematrix p(t) wurde in der Simulation die Ma-
stergleichung (2.76) mit der Anfangsbedingung p(0) = |u,0)(u, 0| unter Verwendung des
,,dopri8“-Algorithmus® numerisch integriert. Mit Hilfe der zeitabhdngigen Dichtematrix las-
sen sich beliebige zeitabhingige Erwartungswerte (Oft)) = Sp(Op(t)), sowie Besetzungs-
wahrscheinlichkeiten P, (t) beliebiger Zustinde |¢) [Py(t) = Sp(P,p(t)) mit dem Projektor
Py = |¢)(¢|] berechnen. Entsprechend lasst sich etwa die Photonenemissionsrate R, aus
dem optischen Resonator durch R (t) = 2xPF,;(t), bzw. die Emissionswahrscheinlichkeit
durch P..;t = [ dtRemi(t) bestimmen.

Ergebnisse dieser Simulation sind in Abb. 2.6 dargestellt, wobei die Parameter entsprechend
einem Atom bei maximaler Kopplung g gewiihlt wurden. Die Rabifrequenz des Pumplasers Q2 p
ldsst sich im Experiment frei einstellen. Fiir diese Simulation wurde ein gauflscher Verlauf mit
einer Breite von 5 us (1/e-Abfall) verwendet bei unterschiedlichen Zerfallsraten x des optischen
Resonators. Fiir die experimentelle Zerfallsrate von x = 27 1,25 MHz wird das Photon bereits
emittiert bevor (0p ebenso groB} wie die Kopplungsstirke 2¢ ist. Diese frilhe Photonenemis-
sion tritt auf, wenn die Lebensdauer des Resonators (2r)~! kurz im Vergleich zur Dauer des
Pumplaserpulses ist. Nach erfolgter Photonenemission befindet sich das System im Zustand
|9, 0), der von jeglicher weiterer Wechselwirkung entkoppelt ist. Deshalb ist es nicht wirklich

3Der ,,dopri8“-Algorithmus ist ein Runge-Kutta-Fehlberg Verfahren 8. Ordnung mit variabler Schrittweitenan-
passung nach Dormand und Prince [68].
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Abbildung 2.6: Numerische Simulation der Photonenemission fiir unterschiedliche Zerfallsraten des
Resonators. Oben: Als Rabifrequenz des Pumplasers Qp(t) wurde eine GauBfunktion mit 5 us Breite
(1/e-Abfall) bei konstanter Kopplung an die Resonatormode 2g gewihlt. Mitte: Photonenemissions-
rate aus dem Resonator als Funktion der Zeit bei Ramanverstimmung A = 0 fiir unterschiedliche
Zerfallsraten x des Resonators. Fiir die experimentellen Parameter von 2k = 27 2,5 MHz ergibt das
Integral der Photonenemissionsrate R die Wahrscheinlichkeit einer Einzelphotonenemission von
Popit = 78,4%. Unten: Besetzungswahrscheinlichkeiten von |u,0) und |g, 1). Ohne Zerfall des Re-
sonators wird der adiabatisch besetzte Zustand |g, 1) beim Abschalten des Pumplasers ebenso wieder
adiabatisch entvolkert.

nétig, die Endbedingung Q2p > 2g zu erreichen. Der Pumplaser kann sogar nicht-adiabatisch
ausgeschaltet werden, nachdem die Photonenemission stattgefunden hat.

Ohne Zerfall des Resonators (x = 0) wird weder ein Photon emittiert, noch verbleibt es in
der Mode des Resonators, da die Anfangsbedingung 2g > p gegen Ende der Wechselwirkung
wieder erfiillt ist. Der Anfangszustand wird kohdrent mit dem Abfallen des Pumplaserpulses
riickbevolkert [69]. Dies geschieht, wenn die Zerfallszeit des Resonators (2) " langer als die
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Abbildung 2.7: Vergleich der berechneten Verlustwahrscheinlichkeit aus der Simulation,
Pioss = 1 — Pemit, mit der Niherungsformel, Gl. (2.75), fiir eine grofle Variation der Parameter

= 2 1,5 — 25 MHz, 2k = 27 2,5 — 100 MHz, 27,4, = 27 0,6 — 60 MHz, A = —27 10 — 0 MHz.
Die Niherungsformel stimmt gut mit der Simulation {iberein. Das Ergebnis verdeutlicht, wie wichtig
es ist, im ,,strong-coupling“-Regime zu sein, um Verluste durch spontane Emission zu vermeiden. Im
Bauch der Resonatormode werden unter experimentellen Bedingungen (E% = 3,75) minimale Verluste
von etwa 21% erwartet.

Dauer des Pumplaserpulses ist. Mit zunehmender Zerfallsrate des Resonators 2« erhoht sich
nicht nur die Emissionswahrscheinlichkeit. AuBerdem wird das erzeugte Photonenwellenpaket
kiirzer und verschiebt sich zu fritheren Zeiten. Dadurch kann im Prinzip die Repetitionsrate der
Photonenerzeugung gesteigert werden. Eine zu hohe Zerfallsrate fiihrt jedoch, entsprechend
der Diskussion in Kapitel 2.2.3, zur Besetzung des angeregten Zustands |e, 0) und somit zur
Erniedrigung der Emissionswahrscheinlichkeit durch spontane Emission in transversale Moden.

Im ,,strong-coupling“-Regime lassen sich diese Verluste vermeiden. Abb. 2.7 vergleicht
die Verlustwahrscheinlichkeit aus der Simulation P,s; = 1 — P.,,; mit der Nidherungsfor-
mel, Gl. (2.75). In der Simulation wird eine linear ansteigende Pumplaser Rabifrequenz (2p bis
Qp* = 49 verwendet und die Zerfallsrate x so gro gewihlt, dass mit einer Wahrscheinlich-
keit nahe 1 der Endzustand |g, 0) erreicht wird. Die iibrigen Parameter variieren, so dass sowohl
»strong-coupling®- und ,,bad-cavity“-Regime, aber auch deutlich schwichere Kopplungsstir-
ken 2¢g abgedeckt werden. Die Niherungsformel beschreibt trotz der Variation der genannten
Parameter recht gut die Verluste, wie auch die Emissionswahrscheinlichkeit. Die relative Ab-
weichung beschrinkt sich auf etwa 20%. Fiir eine hohe Emissionswahrscheinlichkeit ist daher
;9,;2—5- > 1 notig.

Fiir eine schwichere Kopplungsstirke g ergibt sich nicht nur eine geringere Emissionswahr-
scheinlichkeit, sondern auch eine verdnderte Form des emittierten Wellenpakets, wie aus den
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Abbildung 2.8: Nicht-adiabatische Photonenemission fiir schwache Kopplung. (a) In allen dargestell-
ten Simulationen wird die Amplitude der linear ansteigenden Pump-Rabifrequenz (2p fiir unterschiedli-
che Kopplungsstirken g jeweils so gewiahlt wird, dass die zeitliche Verénderung des Mischungswinkels
gleich ist. Der Mischungswinkel definiert bei adiabatischer Passage im Dunkelzustand die Form des
Ein-Photonen-Wellenpakets. (b) Vergleich der Photonenemissionsrate fiir unterschiedliche Kopplungs-
stiarken g mit der adiabatischen Theorie. Fiir starke Kopplung stimmen die Pulsform der adiabatischen
Theorie und der Simulation sehr gut iiberein. Fiir schwache Kopplungsstirken wird das Photon hingegen
sehr viel spiter emittiert. (¢) Zeitabhéingige Besetzungswahrscheinlichkeiten in den Zustinden |u, 0) und
g, 0). Das System bleibt fiir schwache Kopplung ldnger im Zustand |u, 0) als bei adiabatischer Passage
und folgt daher nicht dem Dunkelzustand. (d) Zeitabhingige Besetzungswahrscheinlichkeiten in den Zu-
stinden |e, 0) und |g, 1). Fiir schwache Kopplung wird anstelle des Zustands |g, 1) verstéirkt der Zustand
le, 0) besetzt. Durch spontane Emission transversal zum Resonator entstehen daher groBere Verluste.

in Abb. 2.8(b) dargestellten Simulationen hervorgeht. Dort ist die Pump-Rabifrequenz Q2p(t)
so gewihlt, dass fiir die unterschiedlichen Kopplungsstérken g das Verhaltnis Q——;’éﬂ und da-
durch der zeitliche Verlauf des Mischungswinkels 0(¢) identisch ist, siche Abb. 2.8(a). Die-
ser Mischungswinkel definiert nach der in Kap. 2.2.3 dargestellten Theorie das Wellenpaket
des emittierten Photons, vorausgesetzt das System folgt dem Dunkelzustand adiabatisch. Im
strong-coupling“-Regime (¢ = 2 25MHz) entspricht die Form des Wellenpaket sehr ex-
akt der Theorie der adiabatischen Passage iiber den Dunkelzustand. Fiir geringere Kopplung
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Abbildung 2.9: Adiabatisches Folgen fiir starke und schwache Kopplung. Dargestellt sind Simulationen
der transienten relativen Besetzungswahrscheinlichkeiten (1) innerhalb des Systems {|D), |B), |e,0)},
sowie (2) der relativen Komponenten der Zerlegung der Dichtematrix in der Eigenbasis des nicht-
hermitesches Hamiltonoperators {|¢1), |¢2), |¢3)} fiir unterschiedliche Kopplungsstirken g zwischen
Atom und Resonator. Fiir starke Kopplung (¢ = 27 25 MHz) folgt das System adiabatisch dem Dun-
kelzustand (Pp = 1), fir schwichere Kopplung eher dem Eigenzustand des nicht-hermiteschen Hamil-
tonoperators (Re(Pp2) ~ 1). Fiir (a) wurde ein Verzweigungsverhiltnis der spontanen Emission von
Yeu/ Veg = 5/4, fr (b) Yey, = 0 mit Ve, + Yeg = v = 27 3 MHz verwendet. Die iibrigen Parameter sind
k=27 1.25 MHz und A = 0.

zwischen Atom und Resonator g weicht das System zunehmend von dieser Theorie ab. Das
System bleibt fiir kleine Pump-Rabifrequenz 2p linger im Zustand |u, 0), mit dem Ergebnis,
dass das Photon erst verspitet emittiert wird. Die Wellenpakete unterschiedlicher, schwach ge-
koppelter Atome sind folglich nicht identisch und daher fiir weiterfilhrende Experimente, in
denen ununterscheidbaren Photonen benétigt werden, nur eingeschrinkt geeignet. Zur Erzeu-
gung genau definierter Photonen geniigt es daher nicht, das Verhiltnis Q—g—@ zu kontrollieren,
wie in [66] vorgeschlagen wurde, zusitzlich muss das Atom gut genug lokgllisiert sein, dass es
nahe am Bauch eines Resonators, also weit im ,,strong-coupling“-Regime bleibt.

Erkliren ldsst sich die verspitete Photonenemission bei schwacher Kopplung im Bild der Ei-
genzustinde des nicht-hermiteschen Hamiltonoperators, siche auch Kap. 2.2.4. Die Simulation
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Abbildung 2.10: Simulation der Wahrscheinlichkeit einer Photonenemission fiir die unterschiedlichen
Parameterregime ,,bad-cavity* und ,,strong-coupling®, sowie fiir die experimentellen Parameter in Ab-
héingigkeit von Pumplaser- Ap und Resonator-Verstimmung Ac. Folglich erwartet man im Experi-
ment keine erhdhte spontane Emission mit maximaler Emissionswahrscheinlichkeit fiir Ap = 0, wie
im , bad-cavity“-Regime, sondern einen Raman-Prozess fir Ap = Ag, wie im ,,strong-coupling**-
Regime. Die verwendeten Parameter sind (g; 5;v; Q") = 2m(25; 125;0,03; 1) MHz im , ,bad-cavity™-,
or (25;1,25;3;100) MHz im ,,strong-coupling*“-Regime und 27 (2,5; 1,25; 3; 10) MHz fiir die Simu-
lation der experimentellen Bedingungen. Fiir die Simulation wurde, bei konstanter Kopplung an den
Resonator g, eine innerhalb von At = 20 ps linear ansteigende Rabifrequenz des Pumplaser {1p ver-
wendet.*

in Abb. 2.9(b) zeigt, dass ein schwach gekoppeltes System eher adiabatisch dem Eigenzustand
o) als dem Dunkelzustand |D) folgt’. Ein groBer Unterschied zwischen Eigenzustand |ha)
und Dunkelzustand ist jedoch, dass der Eigenzustand fiir ansteigende Pump-Rabifrequenz lan-
ger mit dem Ausgangszustand |u, 0) iibereinstimmt. Dadurch wird der Zustand |g, 1) erst spiter
besetzt und somit Photonen spiter emittiert. Das adiabatische Folgen entlang des Eigenzustan-
des ist jedoch nicht mehr erfiillt, wenn das System durch spontane Emission des angeregten
Zustands |e, 0) in den Zustand |u,0) zuriickfallen kann, siche Abb. 2.9(a). Diese spontanen
Prozesse bewirken eine Umverteilung innerhalb des Systems von Eigenzustinden |¢;) und zer-
storen dadurch die adiabatische Entwicklung. Trotzdem bleibt fir kleine Pump-Rabifrequenz
Qp die adiabatische Entwicklung entlang des Eigenzustandes |¢,) eine gute Niherung fur die
Dynamik des Systems, da hier die Besetzung des angeregten Zustands le, 0) und damit die Um-
besetzung vernachldssigbar ist.

Dass der Prozess der Photonenerzeugung bei den hier verwendeten experimentellen Para-
metern eher dem adiabatischen Ramanprozess im ,,strong-coupling™-Regime aus Kapitel 2.2.3
als dem Purcell-Effekt im ,,bad-cavity*“-Regime aus Kapitel 2.2.2 gehorcht, zeigt der Vergleich
der simulierten Emissionswahrscheinlichkeiten in Abb. 2.10. Photonen werden hier hauptséch-
lich fiir Ap = A¢ erzeugt. Dies ist ein klares Indiz fiir einen Ramanprozess.

47ur effizienten Photonenerzeugung bei den gewihlten Parametern des ,,bad-cavity*-Regimes sind lange Pump-
laserpulse erforderlich, da die Rabifrequenz des Pumplaser durch die Bedingung (2p < g°/~k limitiert ist.

5Nihere Angaben zur Zerlegung der Dichtematrix beziiglich der Eigenzustinde des nicht-hermiteschen Hamil-
tonoperators siche Anhang B.
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2.3 Photonenstatistik und kollektive Effekte

2.3.1 Charakterisierung einer Einzelphotonenquelle

Herkommliche klassische Lichtquellen, wie thermische Strahler oder Laser emittieren mit gro-
BBer Wahrscheinlichkeit gleichzeitig mehr als ein Photon. Sie konnen daher nicht als Einzelpho-
tonenquelle verwendet werden. Eine perfekte Einzelphotonenquelle hingegen liefert mit 100%
Wahrscheinlichkeit ein einzelnes Photon, d.h. P(n = 1) = 1und P(0) = P(> 1) = 0. Um Ein-
zelphotonenquellen von klassischen Lichtquellen unterscheiden zu kénnen, muss die Statistik
der emittierten Photonen gemessen werden.

Ein experimentell gut zugédngliches MaS8 fiir die Photonenstatistik ist die Intensititskorrela-

tionsfunktion
D) = [ dt{at(t)al(t + 7)a(t + 7)a(t))
= T 2
(J dt(at(t)a(t)))
die mit Hilfe des in Kapitel 3.4 beschriebenen Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus direkt gemes-
sen werden kann.® Wichtig ist insbesondere der Wert der Korrelationsfunktion bei 7 = 0

(2.78)

5 =
g(g) (0) . K n

= (2.79)
der direkt vom ersten [ = [dt(al(t)a(t))] und zweiten [n? = [dt(at(t)a(t)at(t)a(t))]
Moment der Photonenverteilung abhingt. Wenn der Zihler der Intensititskorrelationsfunktion
(lat(t)al(t)a(t)a(t)|w) gleich Null ist und somit auch a(t)a(t)|)) = 0, enthilt der Zustand
) zum Zeitpunkt ¢ nicht mehr als 1 Photon — P(> 1) = 0. Die Bedingung ¢®(0) = 0
schlie3t jedoch nicht aus, dass zum Zeitpunkt £, ein erstes Photon und kurze Zeit spiter zum
Zeitpunkt £, ein zweites Photon existieren. Da die Quelle ein Ein-Photonen-Wellenpaket in-
nerhalb des Zeitintervalls ¢ € [0, 7] emittieren soll, darf in diesem Zeitintervall kein weiteres
Photon vorhanden sein. Also muss fiir zwei beliebige Zeitpunkte ¢; und £, innerhalb dieses
Intervalls

a(t)alt)[¥) =0 V ty,t, € [0,] (2.80)

gelten. Typischerweise wird fiir Einzelphotonenquellen die Bedingung ¢*(7) = 0V 7 €
[0, T'] verwendet, wodurch Gl. (2.80) automatisch erfiillt ist. Zudem definiert die Bedingung
9'®(0) = 0 nicht die relativen Besetzungswahrscheinlichkeiten von Vakuum- und Ein-Photo-
nen-Zustand. Die Effizienz 1) der Einzelphotonenquelle lédsst sich daher iiber die mittlere Anzahl
an Photonen im Intervall definieren und messen

T
n= / dt(at(t)a(t)). (2.81)
0
Wenn ein Photon eine bestimmte raumzeitliche Mode mit den Erzeugungs- und Vernichtungs-
operatoren bf und b besetzten soll, gilt statt Gl. (2.81)
n = (b'b). (2.82)

]?xperimentell lasst sich nur schwer nachwéisen, dass das Photon genau diese Mode besetzt.
Uber die Hong-Ou-Mandel-Interferenz [70] kann man jedoch die Ununterscheidbarkeit zweier
Photonen nachweisen, d.h. die Moden zweier verschiedener Photonen vergleichen.

SFiir stationire Lichtfelder kann auf die Integration iiber die Zeit ¢ verzichtet werden.
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2.3.2 Stationire Lichtquellen

Fiir nicht zeitabhingige Lichtquellen werden zur Charakterisierung der Photonenstatistik ne-
ben der Intensititskorrelationsfunktion ¢(*(0) oft auch der Fano-Faktor F', bzw. der Mandel-
Parameter (Q, verwendet. Der Fano-Faktor ist definiert als das Verhiltnis zwischen dem Quadrat
der Breite zum Mittelwert der Photonenstatistik

= A _ A(g?(0) — 1)+ 1, (2.83)

der Mandel-Parameter entsprechend iiber
Q=F-1. (2.84)

Beide lassen sich somit iiber die mittlere Photonenzahl 72 und die Intensititskorrelationsfunktion

¢ (0) experimentell bestimmen.
Typische stationire Lichtquellen lassen sich direkt durch die Intensititskorrelationsfunktion

g (0) unterscheiden:

e ¢™(0) = 0 bedeutet, dass zur selben Zeit nicht mehr als ein Photon vorhanden ist. Dies
wird bei der Resonanzfluoreszenz einzelner lonen oder Atome, etc. beobachtet.

e ¢®(0) = 1: Der kohirente Zustand von Laserlicht wird in guter Naherung durch eine
Poissonverteilung mit mittlerer Photonenzahl 72 = A beschrieben mit
ATy

P(n) = —e".

| (2.85)
n:

Fiir diesen gilt An? = 7 und damit g®(0) = 1 (F = 1,Q = 0). Aus g2 (0) = 1 folgt
direkt, dass nach der Detektion eines ersten Photons mit gleicher Wahrscheinlichkeit ein
zweites detektiert wird, d.h. die Photonen sind vollkommen unkorreliert.

e ¢®(0) = 2: Ein thermischer Strahler besitzt eine boltzmannverteilte Photonenstatistik

nh

P(n) = e % =CP(n—1) (2.86)

N| =

mit An? = 7 + A2. Die Verteilung an Photonen ist daher breiter als bei Laser und
Einzelphotonenquelle (F' = 1 + 7). Es ergibt sich die Intensititskorrelationsfunktion
¢?(0) = 2. Das bedeutet, dass man unmittelbar nach der Detektion eines ersten Photons
mit héherer Wahrscheinlichkeit ein zweites detektiert. Die Photonen werden in Biindeln
abgestrahlt, d.h. sie zeigen sogenanntes ,,bunching". Thermisches Licht wird oft auch als
chaotisches Licht bezeichnet.

Die verschiedenen Lichtquellen lassen sich mit Hilfe der Schwarz’schen Ungleichung in
klassische und quantenmechanische Strahler einteilen. Danach muss eine klassische GroBe a(t)
eines stationiren Zufallsprozesses die Ungleichung [71, Kap. 2.3, S. 53]

g®(r) < ¢?(0) (2.87)

-
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erfiillen. Ist der Prozess zudem fiir lange Verzogerungszeiten 7 unkorreliert, so gilt
lim g¥(r) =1. (2.88)

Licht mit g®(0) < 1 (F < 1, @ < 0) kann daher nicht klassisch erklirt werden. Fiir eine
quantenmechanische Observable ist dies jedoch erlaubt. Die Werte ¢ (0) = 1, bzw. F = 1 und
@ = 0, definieren somit eine Grenze zwischen klassischem und quantenmechanischem Licht,
d.h. Laser und thermische Strahler sind klassische, einzelne lonen oder Atome hingegen nicht-
klassische Lichtquellen. Die Schwarz’sche Ungleichung definiert jedoch eine viel allgemeinere
Grenze. Wichst fiir ein beliebiges 7 # 0 der Wert von g®(7) iiber den Wert bei Null, so wird
bereits nicht-klassisches Licht beobachtet.

Auch im Fall nicht-stationdrer Lichtquellen ldsst sich eine Schwarz’sche Ungleichung her-
leiten. Da ein solches System sich nicht im stationdren Zustand befindet, &dndert sich die In-
tensititskorrelationsfunktion fortwahrend. Fiir die unnormierte Intensititskorrelationsfunktion
GO(t, t+7) = (af(t)at(t + 7)a(t + 7)a(t)) gilt nur analog zu (2.87) die Ungleichung

IGP(t,t+7)]2 < GO, t)GP(t + 7,t + 7). (2.89)
Mittelt man jedoch die Intensitétskorrelationsfunktion iiber die Zeit £, so ergibt sich
GO(r)? = (GOt t+7))f* S (GP(, ) (GP(E + 7,8+ 7))o (2.90)
und damit wiederum die Schwarz’sche Ungleichung

@Ot + 1) CDEDN _ o
(at(t)a(t)); — (at(t)a(t))? =9

entsprechend (2.87). In den folgenden Experimenten werden nur iiber die Zeit gemittelte Inten-
sititskorrelationsfunktionen bestimmt, fiir deren Interpretation somit die Schwarz’sche Unglei-
chung relevant ist.

Ein Beispiel fiir eine klassische, nicht-stationdre Lichtquelle ist ein gepulster Laser, der mit
jedem Puls poissonverteilt Photonen liefert. Dieser erzeugt eine periodisch modulierte Inten-
sititskorrelationsfunktion, mit einem der Maxima bei 7 = (. Die Maxima wiederholen sich
jeweils nach einer Periode 7. Beobachtet man hingegen, dass eines der Maxima bei 7 # 0
groBer ist als der Wert bei 7 = 0, so wird die Schwarz’sche Ungleichung verletzt — ein klares
Zeichen fiir nicht-klassisches Licht.

g?(r) =

(0) (2.91)

2.3.3 Unabhingig emittierende Atome

Im Experiment wird die Photonenstatistik des Lichtfeldes eines optischen Resonators vermes-
sen. Dessen Feld wird von Atomen erzeugt, die durch den Resonator fallen, wihrend sie von
der Seite mit einem Laser angeregt werden. Die Atome stammen aus einer magnetooptischen
Falle. Nach deren Ausschalten fillt die gesamte Atomwolke durch den optischen Resonator.
Die Ankunftszeit jedes einzelnen Atomes ist statistisch verteilt, weshalb die Zahl der Atome im
Resonator fluktuiert. Werden nur wenige Atome in der Falle gefangen, so ist anschlieBend der
Fluss an Atomen stark reduziert und es passiert nur sehr selten ein einzelnes Atom den Resona-
tor. Diese einzelnen Atome erzeugen nicht-klassisches Licht mit g (0) < ¢(® (7), siehe Kapitel
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4.3.2. Steigert man den Atomfluss, so beobachtet man einen Ubergang von nicht-klassischem
zu klassischem Licht.

Dieser Ubergang lisst sich mit zwei verschiedenen Theorien qualitativ verstehen. Die erste
Theorie geht von einer fluktuierenden Anzahl unabhingig strahlender Einzelemitter aus. Fur
eine sehr geringe Zahl von Emittern beobachtet man im wesentlichen die Statistik der Einzel-
emitter. Fiir eine sehr groBe Zahl unabhéngiger Emitter erwartet man entsprechend dem Zen-
tralen Grenzwertsatz (,,central limit theorem®), chaotisches (gauf8’sches) Licht mit ¢ (0) = 2
[72]. Den Ubergang zwischen diesen Extremen diskutiert eine Verdffentlichung von H.J. Car-
michael et al. [73], vgl. aber auch [74, 75]. Deren Ergebnisse sind im folgenden Kapitel kurz
zusammengefasst.

In der zweiten Theorie wird beriicksichtigt, dass die Atome im Resonator iiber dessen Licht-
feld miteinander wechselwirken kénnen. Diese Wechselwirkungsprozesse konnen die Photo-
nenstatistik drastisch verindern. Das Bild unabhingig emittierender Atome ist dann nicht mehr
gerechtfertigt. Daher behandelt das nichste Kapitel ein einfaches Ratenmodell fir N Atome in
einem Resonator. Dort wird genauer untersucht worin sich die beiden Theorien unterscheiden.

Im ersten Modell geht man von NN unabhéngig voneinander strahlenden, statistisch identi-
schen Atomen aus, welche jeweils ein elektrischen Dipolfeld E{ (t) emittieren. Das gesamte
elektrische Feld ist die Summe der Einzelbeitrage

N
E-(t) =) Ei (). (2.92)
i=1
Unter der Annahme, dass zwischen den unabhéngig strahlenden Atomen keine Korrelationen
auftreten ((0;0;) = (0;)(0;) fiir i # j) und mit (E (t)) = 0, ergibt sich die unnormierte
Intensititskorrelationsfunktion G®) (1) zu

G (r) = NGP () + N(N = D[ +|GP ()P, (2.93)

wobel

In= (E7E}) (2.94)

T

die Intensitit und

GO (r) = (E; (1) E}(0))

1

G (r) = (E5 (0)E; ()El(r)E}(0)) (2.95)

die unnormierten Korrelationsfunktionen erster und zweiter Ordnung des elektrischen Feldes
eines einzelnen Atoms sind. Die Intensititskorrelationsfunktion, Gl. (2.93), setzt sich somit aus
drei verschiedenen Beitrigen zusammen. Der erste Summand ist proportional zur Intensitéts-
korrelationsfunktion einzelner Atome Gf)(r). Jedes der N Atome trigt in gleichem MaB} zu
diesem Signal bei, welches daher proportional zur Anzahl der Atome (~ N) ist. Der zweite
und dritte Term hingegen stammt vom Produkt der Korrelationsfunktionen zweier verschiede-
ner Atome. Da N(N — 1) Atompaare existieren, kommen diese Terme ~ N(N — 1) mal vor.

Der zweite und dritte Term unterscheiden sich darin, wie die elektrischen Felder der beiden
Atome zum Signal zum Zeitpunkt 0 und 7 beitragen. Beim zweiten Term erzeugt ein Atom die
Intensitit zum Zeitpunkt 0 das andere die zum Zeitpunkt 7, das Produkt ergibt I3.

——_ﬁ*—ﬁ
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Der dritten Term hingegen entsteht aus

> (B7 (OB (M)(E7 () E}(0))- (2.96)
%)

Erst die Uberlagerung der elektrischen Felder verschiedener Atome fiihrt zu diesem Signal. Die
Intensitit zum Zeitpunkt 0 setzt sich zum Beispiel aus einem Produkt von E;(0) und E’}(O)
zusammen, ebenso zum Zeitpunkt 7. Da im Experiment die Intensititskorrelationsfunktion iiber
ein Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau gemessen wird, wird die Intensitit zum Zeitpunkt 0 auf
dem Detektor Dy, die zum Zeitpunkt 7 auf Detektor D, gemessen, also rdaumlich vollkommen
getrennt. Auf den einzelnen Detektoren erzeugen die Atome also ein Heterodyn-Signal. Die
Korrelation der Heterodyn-Signale auf den Detektoren fiihrt zum Beitrag (2.96).

Klarer wird diese Aussage, wenn man klassische Felder betrachtet. Nimmt man an, dass
sich das insgesamt emittierte elektrische Feld aus identischen Emittern mit statistisch verteilten
Phasen zusammensetzt

N N
E@t)=) Ei(t)=E Y e, (2.97)
i=1 i=1
so ergibt sich die Intensitét auf den einzelnen Detektoren zu
N
I(t) = |E@t)]> = N|Eo|* + | Eo|* ) @ O~%0) ~ N|Egf”. (2.98)
ij=1
(i)

Die Phase der Interferenzterme sind statistisch verteilt und Ischen sich fiir sehr viele Atome
gegenseitig aus, weshalb die gesamte Intensitét einfach die Summe der Einzelintensititen ist.
Anders sieht das fiir Intensititskorrelationen 7(0)/(7) aus. Nach

N N
I(U)I(T) = N|E0|2 + |E0|2 Z: £1(#i(0)—¢;(0)) N|E0|2 + |E0|2 Z et (@r(T)=¢u(7))
1,5=1 kl=1
(i#7) (kL)
N
~ N2|E0|4 + lEol‘i Z e'i((fﬁ'i(0)—¢§(T))—(¢j(0)—¢j(?‘)1) (2.99)
t,9=1
({;j)

= NI} + N(N = 1)|GR(7)?

fiihrt gerade das Produkt der Interferenzterme auf den einzelnen Detektoren durch konstruktive
und destruktive Interferenz zum zusitzlichen dritten Term der Intensitéitskorrelation. Wenn die
elektrischen Felder zweier Atome auf dem einen Detektor konstruktiv interferieren, dann ist die
Interferenz auf dem zweiten Detektor zur selben Zeit automatisch auch konstruktiv. Dasselbe
gilt fiir destruktive Interferenz. Dadurch fluktuieren die Signale der beiden Detektoren in Phase,
vgl. Abb. 2.11. AuBerhalb der Kohirenzzeit (7 > 7¢) des Lichtes sind die beitragenden Phasen
hingegen vollstindig unkorreliert. Der zusitzlich Term verschwindet und das Korrelationssignal
geht auf das Produkt der gemittelten Einzelintensititen lim,_, I(0)(r) = N*I3 zuriick.
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(b) destruktive Interferenz

(a) konstruktive Interferenz

Abbildung 2.11: Einfaches Bild zur Erkldrung des Bunching-Maximums. (a) Bei konstruktiver Interfe-
renz messen beide Detektoren gleichzeitig ein Signal, (b) bei destruktiver Interferenz entsprechend beide
kein Signal. Die Signale der beiden Detektoren sind wegen dieser Interferenzeffekte korreliert.

Gehen wir zuriick zur quantenmechanischen Betrachtung. Im Experiment wird die normier-
te Intensititskorrelationsfunktion bestimmt. Um die quantenmechanische Intensitatskorrelati-
onsfunktion Gl. (2.93) direkt vergleichen zu kénnen, muss sie auf die mittlere Intensitdt nor-
miert werden

(2) (2)
G0 _ 98 o _ Lyy g0y (2.100)

@) (+) =
TS N
Sie zeigt dieselben drei Beitrige wie die nicht-normierte Intensititskorrelationsfunktion
Gl. (2.93). Wie verhilt sich diese Funktion ¢@(r) fiir 7 = 0? Da einzelne Atome bei nor-
maler Resonanzfluoreszenz nicht gleichzeitig zwei Photonen emittieren konnen, ist die Inten-
sitiitskorrelationsfunktion einzelner Atome zum Zeitpunkt Null gf‘) (0) = 0. Weiterhin ist de-
finitionsgemal [gf;) (0)]*> = 1, wodurch sich fiir die gesamte Intensititskorrelationsfunktion
g2 (0) = 2 — 2/n ergibt. Erhoht man schrittweise die Atomzahl, so erwartet man bei N = 2
einen Ubergang von nicht-klassischem (¢*(0) < 1) zu klassischem (g®(0) > 1) Licht.

Im Experiment fluktuiert die Atomzahl fortlaufend, sollte jedoch im Mittel poissonverteilt
sein. Berechnet man die normierte Intensititskorrelationsfunktion g (1) fiir diese Verteilung,

so ergibt sich

~2) (2)
g (1) = [C(;T)((T))l - 9-‘1NET) +1+ g8 ()2 (2.101)
A\T a

Im Unterschied zum Ausdruck fiir feste Atomzahl, vgl. Gl. (2.100), wachsen der zweite und
dritte Term nicht mehr mit (1 — 1/~) an, sondern liefern unabhingig von N einen konstanten
Beitrag. Dadurch bleibt die Intensititskorrelationsfunktion fiir 7 = 0 und 9% (0) = 0 konstant
bei g (0) = 2. Der konstante Wert spiegelt die Poissonverteilung der Atomzahl wieder. Auch
wenn ein emittierendes Atom kein weiteres Photon liefern kann, so kann gleichzeitig ein wei-
teres Atom vorhanden sein. Dieses emittiert genauso wahrscheinlich Photonen wie das erste

Atom. .
Die Poissonverteilung der Atome kommt jedoch dadurch zustande, dass die Atome durch

das beobachtete Volumen fallen. Durch die begrenzte Wechselwirkungszeit konnen die Kor-

e
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re[atiopsﬁmktionen der einzelnen Atome nicht beliebig lange beobachtet werden. Sie miissen
c!aher jeweils mit einer Korrekturfunktion f(7) multipliziert werden, fiir die gilt f(0) = 1 und
lim,_., f(7) = 0 [75]. Fiir poissonverteilte Atome ergibt sich

- @
() = F B L1k fe )P (.102)

Was lasst sich nun aus dieser Betrachtung fiir das Experiment ableiten? Unter der Vorausset-
zung, dass die Atome tatsdchlich unabhingig strahlen, kann im Experiment die Intensitétskor-
relationsfunktion in die drei verschiedenen Beitrage zerlegt werden, die jeweils unterschiedlich
von der Atomzahl abhdngen. Da fiir die Intensitdtskorrelationsfunktion eines einzelnen Atoms
L+ - gf)(T) = 1 erfiillt sein muss, ldsst sich aus der Amplitude des ersten Beitrags direkt
die mittlere Anzahl an Atomen im Resonator bestimmen. Mit diese Methode ldsst sich daher
die Rate an Atomen eichen.

Des Weiteren kénnen iiber den Beitrag |g£,})(7)|2 Aussagen liber die Kohdrenzeigenschaften
des Lichts getroffen werden. Die Kohérenzzeit 7. kann als Ye-Abfall von | gf;)('r)| definiert wer-
den. Aullerdem besteht iiber das Wiener-Khintchine-Theorem eine direkte Beziehung zwischen
der Korrelationsfunktion ¢(*)(7) und dem Leistungsspektrum des emittierten Lichts S(v)

eo]

S(v) ~ f dr g (r)e ™, (2.103)

—00

Fiir unterschiedliche Emissionsspektren ergeben sich daraus charakteristische Funktionen fiir

| gE{U (7)|?. Fiir ein lorentzformiges Emissionsspektrum

1

S) ~ 1+ (27v7,)?

(2.104)
mit Breite Avpyiy = T%Tc ergibt sich

gV )P = e (2.105)

Zum Beisp'iel sol‘lte ein Atom, das genau mit dem lorentzformigen Spektrum des optischen Re-
sonators mit Breite Avpywin = 2,5 MHz emittiert, zu einem mit 7, = 127 ns (1/e2) exponentiell
abfallenden Bunching-Maximum fiihren. Fiir ein gauBformiges Emissionsspektrum

— | T, #
S(v) ~ e~ (™) (2.106)
mit Breite Avpywuu = TT%‘:\/ In 2 ergibt sich
g ()2 = e 277", (2.107)
also wiederum eine Gaulifunktion fiir die Korrelationsfunktion erster Ordnung.

i D?IS Bunching-Maximum muss fiir unabhéngige Emitter nicht immer sichtbar bleiben. Be-
riicksichtigt man zusitzlich, dass das Licht nicht perfekt raumlich kohdrent sein muss, so erhélt
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man die modifizierten Intensititskorrelationsfunktionen

(2) 1
g®(r) = ——*‘(”‘*f) + (1= )L+ |68 (PR, fir festes N

e @) _
g@(r) = QA—N(L) + 1+ |gW(r)Ph(A) fiir poissonverteiltes 1V, (2.108)

wobei h(A) ein Faktor fiir die rdumlichen Kohirenz ist, der, wenn die Detektorfliche A klei-
ner als die Kohirenzfliche A ist, etwa gleich Eins ist und fiir A > Ac mit 1/A gegen Null
geht. Ohne raumliche Kohdrenz verschwindet der Term | gfql) (7)|2h(A) vollkommen und damit
das Bunching des Lichts, da die verschiedenen Emitter nicht mehr homogen auf der gesamten
Detektorfliche konstruktiv oder destruktiv interferieren. Unabhingig von N kann daher nicht-
Klassisches Licht beobachtet werden. Bei fester Atomzahl mit gf) (0) =0ist g®(0) =1 — /N
(im Gegensatz zu 2 — 2/n bei rdaumlicher Kohirenz). Dieses Verhalten wurde in der Resonanz-
fluoreszenz mehrerer inkohérent strahlender Ionen beobachtet [76]. Bei der statistisch fluktu-
ierenden Atomzahl eines Atomstrahls ist hier g@(0) = 1 (fiir 9(42 )(0) = (). Trotzdem verletzt
das Licht die Schwarz’sche Ungleichung g (0) > g'd(7), wie bereits 1977 von H.J. Kimble
et al. [77] demonstriert wurde, da der Beitrag gf )(r) fiir 0 < T < 0o anwichst.

Bereits frither wurde neben dem nicht-klassischen Licht mit ¢g@(0) < ¢g?(r) klassisches
Licht mit ¢ (0) > g () [78, 79] in der Resonanzfluoreszenz vieler Atome beobachtet, nicht
jedoch der Ubergang zwischen diesen beiden Bereichen in Abhingigkeit der Zahl der Emitter
innerhalb eines Aufbaus. Der Grund dafir ist, dass man, um die nicht-klassische Photonensta-
tistik des Lichts einzelner Emitter nachzuweisen, eine hohe Nachweiseffizienz der emittierten
Photonen benédtigt. Man muss daher Photonen aus einem groBen Raumwinkel auf den Detek-
tor lenken. Das Licht vieler Emitter die etwas riumlich voneinander entfernt sind, kann durch
einen solchen Aufbau nicht kohdrent auf dem Detektor abgebildet werden [80]. Daher kann der
Ubergang zur klassischen Photonenstatistik durch die Interferenzen der verschiedenen Emitter
nicht beobachtet werden.

Im Gegensatz zum freien Raum wird bei der Kopplung der Atome an eine einzelne Re-
sonatormode nur die Statistik dieser Lichtmode gemessen. Die riumliche Kohdrenz ist somit
automatisch erfiillt. Zudem emittieren die Atome bei starker Kopplung durch erhohte spontane
Emission, vgl. Kapitel 2.2.1, bevorzugt in die Resonatormode, wodurch gleichzeitig eine ho-
he Detektionseffizienz gewihrleistet ist. Daher kann man mit einem solchen Aufbau perfekt
den Ubergang zwischen klassischem und nicht-klassischem Licht beobachten. Jedoch konnen
die Atome durch Absorption und stimulierte Emission innerhalb des Resonators miteinander
wechselwirken, wodurch die Photonenstatistik stark beeinflusst werden kann. Um qualitativ zu

verstehen, wie Absorption und stimulierte Emission innerhalb des Resonators die Photonen-
statistik beeinflussen, wird im néchsten Kapitel ein Ratenmodell fiir N Atome im Resonator

diskutiert.

2.3.4 Ratenmodell eines N -Atom-Resonator-Systems

Bereits seit langem ist bekannt, dass ein Laser unterhalb seiner Schwelle chaotisches Licht mit
¢ (0) = 2 emittiert, siche z.B. [81, Kap.11]. Oberhalb der Laserschwelle hingegen erzeugt er
durch einen lawinenartigen Anstieg der stimulierten Emission kohirentes Licht mit ¢ (0) = 1.
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A.Lbblldung 2.12: Ratenmodell eines NV-Atom-Lasers. Jeder Punkt reprisentiert einen Zustand, in dem
sich .N‘? Atorne im angeregten Zustand und n Photonen im Resonator befinden. Die BGSGEZUI; swahr-
scheinlichkeit des Zustands betrdgt P, y,. Von den N zwei-Niveau-Atomen befinden sich IV, imgGrund
%ustanfil |g) und _J\{.z im angeregtem Zustand |e) mit N = N, + Ny. Aus dem Gmndzustandg werden Sil;
tiber dleﬂ Rate R in den angeregten Zustand gepumpt, die Photonen des Resonators zerfallen mit der Rate
C 1.md iiber die Rate A wird durch spontane und stimulierte Emission und durch Absorption Energi

zwischen dem Lichtfeld des Resonators und den Atomen ausgetauscht. ” e

Qle Atome strahlen kollektiv in die Resonatormode. Die klassischen Lasermodelle gehen von
einer sek]I groflen Zahl von Atomen aus, wobei die Atome und das Lichtfeld entkdppelt sind
Klorrellatlc‘men zwischen einzelnen Atomen und der Anzahl an Photonen im Resonator kfinneli
hlerbf?} I'I‘JCht auftreten. Die Riickwirkung des Messprozesses auf den Atomzustand wird je-
docfh ‘ubhcherweise verwendet, um nicht-klassisches Antibunching des von einzelnen Atorrilen
emittierten Lichts zu erkldren [82]. Daher muss ein Modell verwendet werden, in dem diese
Korrelationen nicht vernachléssigt werden. ,

P. R. Rice und H. J. Carmichael verwenden ein einfaches Ratenmodell eines Lasers (,,birth-
deatl} mpdel“) [83], um dessen Photonenstatistik zu beschreiben. Dieses Modell ldsst s,;ch SO
modlﬁZIc?ren, dass damit die Photonenstatistik einer Resonatormode berechnet werden kann
die m_lt einer festen Zahl von N 2-Niveau-Atomen wechselwirkt. Das Schema dieses Ratenmo:
dells ist in Abbildung 2.12 dargestellt. Jedes der /N Atome kann sich entweder im Grundzustand
|g) oder im angeregten Zustand |e¢) aufhalten. Die verschiedenen Zustéinde des Gesamtsystems
Werdel.l nur durch die Anzahl der Atome im angeregten Zustand N, und die Anzahl der Pho-
tonen im Resonator n unterschieden. Da die Gesamtzahl der Atome /N konstant ist, ergibt sich
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fiir die Anzahl der Atome im Grundzustand N, = N — N,. Die Zustinde des Gesamtsystems
|n, Ne, Ng) bilden eine Matrix mit den Besetzungswahrscheinlichkeiten P, N, mit N, € [0, N]
und n € N,. Zwischen den einzelnen Zustinden fiihren Emission und Absorption der Ato-
me, das externe Pumpen der Atome aus dem Grundzustand in den angeregten Zustand, so-
wie Verluste des Resonators zu Ubergingen. Die Emissionsrate von |m, M, N — M) nach
|m+1,M—-1,N—M+ 1) setzt sich dabei aus zwei Beitrigen zusammen: der spontanen Emis-
sion der M angeregten Atome mit der Rate AM und der durch m Photonen stimulierten Emis-
sion mit der Rate mAM. Die Absorption der m Photonen im Resonator durch eines der N — M
Atome im Grundzustand auf dem Ubergang |m, M, N — M) — m—1,M+1,N-M-1)
erfolgt mit der Rate mA(N — M). Mit dem Pumpprozess wird eines der N — M Atome im
Grundzustand mit der Rate R in den angeregten Zustand iiberfiihrt, wodurch sich die Pumprate
R(N — M) fiir den Ubergang von |m, M, N — M) nach |m, M + 1, N — M — 1) ergibt. Zu-
letzt kann eines der m Photonen im Resonator verloren gehen, was zur Ubergangsrate mC' von
|m, M, N — M) nach |m—1, M, N — M) fiihrt. Insgesamt ergibt sich folgende Ratengleichung
fiir den Zustand |m, M, N — M)

mA(M +1)
(m+1)AN —=M+1) Pnyim—
R(IN—M+1) Puu-
C(m+1)

Poy= — mAWN-M) Pnu Poyasr (2.109)

+
- (m+1)AM Ponu +
- R(N—-M) Pnm +

_|_

S Cm Rn,M Pwra-i—l,M-

Fiir den stationdren Fall, d.h. fiir Pm, v = 0, lassen sich die einzelnen Besetzungswahr-
scheinlichkeiten P, y; fiir ein in der Photonenzahl begrenztes System (n € [0, Nmaz]) NUMe-
risch berechnen. Mit Hilfe der stationdren Besetzungswahrscheinlichkeiten konnen das erste

(n) und zweite Moment (n?) der Photonenstatistik bestimmt werden und daraus mit Gl. (2.79)
die Intensititskorrelationsfunktion gt (0).

Die Parameter sollen zundchst so gewdéhlt werden, dass das Verhalten moglichst dem un-
abhiingiger Emitter entspricht. Fiir geringe Emissions- und Absorptionsrate A ist die Wechsel-
wirkung jedes einzelnen Atoms mit der Resonatormode gering. Insofern sollte die Wechselwir-
kung der Atome untereinander vernachlissigbar klein sein. Zudem muss jedes einzelne Atom,
nachdem es ein Photon an die Resonatormode abgegeben hat, erst wieder in den angeregten
Zustand zuriickgepumpt werden, bevor €s ein zweites Photon emittieren kann. Fiir eine gerin-
ge Riickpumprate R ist daher gewihrleistet, dass jedes Atom nicht mehr als ein Photon zum
momentanen Lichtfeld beitrigt. In Abb. 2.13 (a) ist die Intensititskorrelationsfunktion g?(0)
in Abhiingigkeit der Atomzahl fiir cinen solchen Parametersatz dargestellt. Das Verhalten ent-
spricht sehr gut dem theoretischen Verlauf g (0) = 2 — 2/~ riumlich kohdrenter, unabhdn-
gig strahlender Atome des letzten Kapitels. Man sollte daher auch innerhalb eines Resonators
den Ubergang von nicht-klassischem Antibunching (9 (0) < 1) zu klassischem Bunching
(g®(0) > 1) bei N ~ 2 beobachten knnen.

Die Frage bleibt offen, inwiefern stimulierte Emission und Reabsorption die Photonensta-
tistik beeinflussen. Im Ratenmodell kann man diese Prozesse gezielt entfernen. In Gl. (2.109)
verschwinden dann die beiden Absorptionsterme —mA(N — M)P,u und
(m+ AN — M + 1) Fryim—1 vollstindig. AuBerdem werden beim ersten Emissionsterm
—(m + 1)AM Py, p der Anteil der stimulierten Emission —mAM Py, p, sowie beim ZWel-
ten Emissionsterm mA(M + 1) Pp—1,m41 der stimulierte Beitrag (m — 1)A(M + 1) Py—1,m41

?———?
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Abbildung 2.13: Vergleich der Photonenstatistik des N-Atom-Resonator-Systems fiir sehr geringe Raten
Rund A (R/C = 0,01 und A/C = 0,01) mit den theoretischen Funktionen unabhiingig strahlender
Atornf_:. (a) Die Photonenstatistik des Lasersystems mit stimulierten Prozessen stimmt sehr gut mit der
Funktion (2—2/N), die fir IV unabhéngig strahlende, raumlich kohirente Atome erwartet wird, {iberein.

(b) Ohne stimulierte Prozesse passt hin i i - .
gegen die Funktion (1 — 1/N) fu . .
strahlende Atome. ( /) fiir nicht kohdrente, unabhéngig

entfernt. Die Pumpterme und die Terme des Resonatorz 1 U
ntferr erfalls bleiben unberiihrt. D i
sich fiir P, »; die Ratengleichung s ettt

Pm‘M — — AM Pm,M' + A(PVI + 1) Rn~1,hf+1 (21 ].0)

- R(N - ﬂ/f) Rn,M -+ R(N - M+ 1) Rn,ﬁ{[_]_
= Cm Pm,ﬂf + C(m —+ 1) Pm+1,.|'v.’-

Abb. 2. l‘3 (_b) zeigt die resultierende Intensititskorrelationsfunktion g (0) fiir dieselben Para-
meter wie in (a), jedoch ohne stimulierte Prozesse. Offensichtlich ergibt sich unabhingig von
d?r Atomzahl Antibunching, das sehr gut dem Verhalten von N unabhiingig strahlenden, nicht
rdumlich kohdrenten Emittern g (0) = 1 — Y/n folgt. Das Bunching des Lichts wird also e
mit stimulierten Prozessen beobachtet. Dies ldsst sich folgendermafen erkldren: Bunching be-
dfautet, _wenn sich bereits ein Photon im Resonator befindet, ist mit gréBerer Wah-rscheinlicﬁkeit
ein wertfares da'rin zu finden. Hat ein Atom ein Photon an den Resonator abgegeben, so kann
dieses ein z’weltes Atom stimulieren, gleichzeitig ein Photon in den Resonator zu ex;ﬂttieren

Dadurch wird die Wahrscheinlichkeit zweier Photonen erhoht. Andererseits kann das Photori
auch vom zweiten Atom absorbiert werden, wodurch entsprechend die Wahrscheinlichkeit, kein
Photoq im Resonator zu finden, groBer wird. Die Zahl der Photonen fluktuiert daher stérkér um
den Mittelwert.

D_1.es entspricht der Erkldrung fiir unabhingig strahlende Emitter, wo konstruktive und de-
str}lktlve Interferenz ebenfalls zu starkeren Fluktuationen der Intensitit und damit zum Bun-
cl}mg fLihren. Die Analogie der Effekte wird offensichtlich, wenn man beriicksichtigt, dass man
stimulierte Emission auch als konstruktive Interferenz und Absorption als destrukti\,ie Interfe-
renz der emittierten Photonen auffassen kann, siehe z.B. [81, Kap. 5.6].
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Abbildung 2.14: Photonenstatistik des N-Atom-Resonator-Systems mit und ohne stimulierten Prozessen
bei etwas hoherer Kopplungsrate A und Riickpumprate 12 (A /C = 0,1und R/C = 0,1) vergleichbar den
experimentell moglichen Parametern. Durch die geringe Riickpumprate ist das System nur geringfiigig
invertiert, mit stimulierten Prozessen wird daher im dargestellten Bereich keine Laserschwelle erreicht.
Wie fiir kleinere Kopplungsrate A beobachtet man fir N =~ 2 den Ubergang von Antibunching zu
Bunching. Das Bunching bleibt jedoch unter g®(0) = 1,6 und fallt fiir N > 20 wieder ab. Ohne
stimulierte Prozesse beobachtet man auch hier ausschlieBlich Antibunching.

Es gibt jedoch einen wichtigen Unterschied zwischen der Interferenz und den stimulier-
ten Prozessen. Bei unabhingigen Emittern ist konstruktive und destruktive Interferenz immer
gleich wahrscheinlich. Innerhalb eines Resonators kénnen hingegen nur Atome im Grundzu-
stand Photonen absorbieren und Atome im angeregten Zustand Photonen stimuliert emittieren.
Sind die Atome hauptsichlich im Grundzustand, so wird ein spontan emittiertes Photon schnell
wieder von anderen Atomen absorbiert. Umgekehrt kann es bei invertierten Atomen durch sti-
mulierte Emission lawinenartig verstirkt werden. Diese kollektiven Effekte konnen zu einer
vollkommen anderen Photonenstatistik fiihren. Sie sind umso wahrscheinlicher, je grofer die
Wechselwirkung zwischen Atom und Resonator ist. Erhoht man die Rate A um eine Grof3en-
ordnung, so zeigen sich schon signifikant Abweichungen von der Theorie unabhéngiger Emit-
ter, siche Abb. 2.14. Die Intensititskorrelationsfunktion mit stimulierten Prozessen steigt nicht
mehr iiber 1,6 und fillt fiir N > 20 sogar wieder ab. Da die Riickpumprate hier verhiltnisméfig
klein ist, ist das System kaum invertiert, so dass stimulierte Emission und Absorption sich noch
die Waage halten.

Ein ganz anderes Verhalten zeigt sich hingegen, wenn man die Riickpumprate weiter er-
hoht, siehe Abb. 2.15. Das System wird stark invertiert. Selbst ein einzelnes Atom wird durch
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Al'.)bildung 2.15: Photonenstatistik des N-Atom-Resonator-Systems mit und ohne stimulierten Prozessen
bei hoher ‘Rﬁckpumprate (R/C = 10 und A/C = 0,1). Mit stimulierten Prozessen ergibt sich fiir
N < 10 ein Bunching mit ¢ (0) > 1. Bei N ~ 10 erreicht man die Laserschwelle des Systems. Die
Photonenstatistik wird koharenter g(*)(0) — 1, der Fano-Faktor durchlzuft ein Maximum, die Anz,a};l der
Photonen steigt sprunghaft an und die Besetzungsinversion geht durch Sittigung der Aton‘ie zuriick. Ohne

die hohe Riickpumprate sofort wieder in den angeregten Zustand zuriickbefordert, so dass es
bevor der Resonator zerfillt, ein zweites Photon erzeugen kann. Das System zei,gt daher ﬁ'u"
N = 1 statt Antibunching Bunching. Die Wahrscheinlichkeit eines Resonatorverlustes ist je-
doch grofer, als durch stimulierte Emission weitere Photonen zu erzeugen. Daher befindet sich
das System trotz Inversion unterhalb der Laserschwelle. Erhoht man die Atomzahl, so ist fiir
N = 10 die Verstirkung bei perfekter Inversion VA gleich den Resonatorverlust;n C. Das
System beginnt zu lasen. Das Licht wird kohérenter g (0) — 1 und die Anzahl der emittier—
ten Photonen steigt sprunghaft an. Oft wird zur Definition der Laserschwelle das Maximum
dfes Fano-F: akto.rs F verwendet [83], das ebenfalls fiir N = 10 erreicht wird. Gleichzeitig wird
die Besetzungsinversion abgebaut, weil durch die stimulierten Prozesse die Atome kollektiv in
Flen Resonator emittieren, wodurch die Pumprate nicht mehr geniigt, das System vollstindig
invertiert zu halten.

) Ohne stimulierte Prozesse zeigt sich auch hier nur Antibunching. Aufgrund der starken
R(L;;:kpumprate ist g'®(0) bereits fiir ein einzelnes Atom nahe Eins, ldsst sich aber mit
g4 (0) = 0,9 sehr gut mit dem Modell unabhéngig strahlender, inkohdrenter Emitter beschrei-
ben. Die stimulierten Prozesse sind folglich sowohl fiir das Bunching unterhalb der Laser-
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Abbildung 2.16: Intensititskorrelationsfunktionen ¢®)(0) fiir poissonverteilte Atomzahl N im Vergleich
zu fester Atomzahl N. (a) Bei geringer Kopplungsrate A und Riickpumprate 12 (R/C = 0,01 und
A/C = 0,01) bleibt ¢®(0) in guter Naherung konstant bei 2 (1 ohne stimulierte Prozesse). (b) Erhoht
man die Raten um eine GroBenordnung (R/C = 0,1 und A/C = 0,1)s0 weicht die Photonenstatistik
signifikant vom konstanten Verhalten ab. Man beobachtet superchaotisches Licht mit ¢®(0) > 2 fir
N — 0. (c) Bei starker Riickpumprate R(R/C =10und A/C = 0,1) ergibt sich sogar ein zusitzliches
Maximum fir N & 5.

schwelle, wie auch fiir die kollektive Emission oberhalb der Laserschwelle verantwortlich.

Im Experiment wird ein Atomstrahl verwendet, daher muss das Ratenmodell auf eine fluk-
tuierende Atomzahl erweitert werden. Zu einem Zeitpunkt ¢ befindet sich immer eine genau
definierte Anzahl Atome im Resonator. Nimmt man nun an, dass sich der stationire Zustand
schneller einstellt, als sich die Anzahl der Atome veréindert, so kann man die Photonenstatistik

iiber die Verteilung der Atomzahl mitteln
i=Y PN)a(N)
N

W =3 P(N)(N). e
N

Fiir ein poissonverteilte Atomzahl ergibt sich mit Gl (2.79) die in Abb. 2.16 dargestellten Inten-
sitatskorrelationsfunktionen. Bei niedriger Kopplungsrate A und Riickpumprate R folgt g (0)
gut dem theoretischen Verlauf unabhiingig strahlender Emitter von g (0) = 2, vgl. 2.16(a).
Der Anstieg fir N — 0 lasst sich durch ein nicht perfektes Antibunching der einzelnen Ato-
me gf) (0) =~ 0,04 erkléren, das auch bei unabhéngig strahlenden Emittern zu einem Verhalten
g?(0) = ¢ (0)/n+2 fiihrt. Da die einzelnen Atome nach einer ersten Photonenemission schnell
genug zuriickgepumpt werden, um ein weiteres Photon zu erzeugen, bevor das erste Photon den
Resonator verlisst, weicht fiir hohere Riickpumpraten R die Photonenstatistik der einzelnen
Atome immer weiter vom perfekten Antibunching mit gf)(o) — ( ab. Dadurch entsteht fiir
N — 0 superchaotisches Licht mit ¢*(0) > 2, das jedoch nur durch die Photonenstatis-
tik der Einzelemitter, nicht durch kollektive Effekte mehrerer Atome verursacht wird. Insofern
beschreibt das Modell unabhéngig strahlende Atome fiir geringe Kopplungsraten A gut die Sta-
tistik des emittierten Lichts. Abweichungen treten jedoch auch bei fluktuierender Atomzahl fiir

?—
| B
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hohere Kopplungsrat i i : : P

on ¢(0) Eiteé Beein flill_f-hSU_rcl:h die kollc:ktlven Effekte fallt die Intensititskorrelationsfunkti-
iy : gleichzeitig hoher Riickpumprate wird auch bei fluktuierender Atomzahl

eine Laserschwelle beobachtet, oberhalb der kohidrentes Licht mit g(z)(o) — 1 erzeust wird

2.3.5 Effektives Zwei-Niveau-System

I]3]?13 im Experiment verwendete A-System kann stark vereinfacht auch als effektives Zwei-
iveau-System betrachtet werden. Insofern kann das Ratenmodell des letzten Kapitels auch fii
unser System verwendet werden. Die beiden beitragenden Niveaus sind die Grundzusténde |1 r
und |.g). Der Ramanprozess koppelt diese beiden Zustiinde, wobei beim Ubergang von |u) na le>1
| g? ein Photo.n in den Resonator emittiert, bzw. von |g) nach |u) aus dem Resonator absorbi;:rt
wu‘d._ Der Rf.!ckpumplaser pumpt die Atome von |g) nach |u) zuriick. Da der Riickpumppro
zess immer eine spontane Emission des angeregten Zustands erfordert, kann er als ink%héiri?]t -
Prozess mu‘: der Riickpumprate R beschrieben werden. Dieses Zwei-Niveau-System soll nun -
folgenden in einzelnen Schritten ndherungsweise abgeleitet werden. Ausgehend vom Hamlirln
tonoperator Hy des Drei-Niveau-Systems mit Riickpumplaser im mitrotierten Bezugssystem_

vgl. Abb. 2.17(a),
Hy Q
Hr _pstosne. + 226 26 yv2 2206 1o 5 a4 ats
A a'd + Aby, + D) (ch + Uge) + '2_(Jeu + Uue) + g(gega + aigge) (2-112)

kann fiir schwache Kopplun i
R IGER pplung von Pumplaser und Resonator 27/, 9/a) < 1 durch eine unitére

U=e’ i S = —(Gpy — 0 I (5.6 —ats
e mit S 2A(Ueu Gue) + Z(oega — a"crge) (2.113)
ein effektiver Hamiltonoperator Hy bestimmt werden
) = UHLU!, (2.114)

der anstelle der einzelnen Koppl i
le dei pplungen zu Pumplaser und Resonator eine effekti -
lung enthilt, siche z.B. [84]. Mit Hilfe der Relation o Ry

. & i %
Hjy = Hy+ (S, H] + 5[, [S, Hall + . (2.115)

kann dieser transformiert i i
o ierte Hamiltonoperator bis zur Ordnung 1/a berechnet werden. Es ergibt
H, Q
A _ Apta - R - 9% i
- Adta + Aby, + 5 (Oeg + Gge) + E(J“ga +a'6)

Riickpumpen effektive Ramankopplung
QpQp
“4A

-~
Raman mit Riickpumplaser

L

=

98:r
2A
Streuung des li;ickpumpiasers

0% .. X g2

+ E(Uuu — Gree) F Z[(

(Gug + G4u) (2.116)

o

+ ((AL + éT)(O‘\-gg - a'ee) +

_—

1
A

Ggg — Oee)dla — Goe] +O(

-y

dynamische Starkverschiebung
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Abbildung 2.17: Umwandlung des A-Systems in ein effektives Zwei-Niveau-System.

Die verschiedenen Beitrige tragen nur zum beobachteten Signal bei, wenn sie resonant sind.
Hier wird angenommen dass Pumplaser und Resonator ramanresonant eingestellt werden bei
grofer Verstimmung A, so dass die Streuung von Photonen aus dem Riickpumplaser und die
Ramankopplung der Grundzustande durch Riickpumplaser und Pumplaser nicht resonant sind
und vernachliissigt werden kénnen. AuBerhalb der Ramanresonanz tragen diese Beitrége je-
doch zum beobachteten Anregungsspektrum bei, siehe Kapitel 4.3.1. Die beim Ramanprozess
zusitzlich auftretende dynamische Starkverschiebung kann im Prinzip durch Verénderung der
Verstimmung von Pumplaser oder Resonator kompensiert werden, in unserem System jedoch
nur fiir eine feste Photonenzahl. Trotzdem sei sie im folgenden vernachlissigt. Die Verstim-
mung der angeregten Photonenzustinde und des Zustands |u) um A spielt fiir die folgende
Betrachtung keine Rolle, da alle im folgenden betrachteten Uberginge resonant gekoppelt wer-
den. Zur Vereinfachung werden sie daher ebenfalls weggelassen. Ubrig bleiben nur die effektive
Ramankopplung der beiden Grundzustinde mit der Vakuum-Rabifrequenz Qs = 9?7/ und
die Kopplung der Atome an den Riickpumplaser mit der Rabifrequenz Qg. Es ergibt sich somit

folgender vereinfachter Hamiltonoperator

Q
5 I (§4g0 + @16 gu)- (2.117)
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]?Jer al}geregte Zustand [e') i§t weiterhin als transientes Niveau im Riickpumpprozess enthal-
ten. Um d_lesen Zustand zu eliminieren, betrachten wir zunichst das vereinfachte System |g) und
!e)avmbe:j der aggerefte Zustand entweder mit 7., in den einen Grundzustand |g) oder mit ¥
in den anderen Grundzustand |u) zerfallt, siche auch Abb. 2.17 in dies i fh
e e . 2.17 (b). Der in diesem Teilsystem
= T(Ueg + Gge) (2.118)

r

zusammen mit der Zerfall des angeregten Zustands
E[ﬁ] = 73'-‘1 (Q&ueﬁé-eu B &eeﬁ - ,55‘36)
+ ’Yeg (25—981‘3&&9 - 6&'&)@ - ﬁa'e:c) (21 19)
fiihrt auf die Bewegungsgleichungen

. Qg
Pog= —z?(pge —Peg) — 2V Pie

. Qg
Pgg = ?‘_2_(:0,1}8 - pe_q) o 27&99&5

Puun = 2781.-..-068 (2120)

i Qg
)Of:g = _37(;0&& - :Ogg) - Ypeg

(2.121)

mit y = 7,4 + Yeu- Ist der Qbergang nicht gesittigt, also {2z < 7, so kénnen die AuBerdiago-
nfile_!enjnente der. Dichtematrix p., adiabatisch eliminiert werden, d.h. p,, ~ 0. Dadurch werden
die tibrigen Gleichungen effektiv Ratengleichungen ’

. Q? 2

Pee = ‘“2_,?!?& + gj?pgg — 29 Pee

. 0% Q%

Pgg = Zpee = ‘ﬂpgg + 2%egPee (2.122)
Pun = 2VeuPee

;\Nlllslihen denﬂein_zelncn Zustinden |u),|e) und |g) mit der Ubergangsrate 2%/2. Im vorliegenden
ﬁ? ann zusatzhc?l der angeregte Zustand adiabatisch eliminiert werden (.. = 0), woraus sich
r den Prozess bei schwachem Riickpumplaser das einfache Ratengleichungssystem

prun = Rpyg (2.123)

: g 3 02
::Sglbtt, “;Obe;{ dtlf Pm;prate durch R =~ 375 Yeu gegeben ist. Fir einen intensiveren Riickpump-
er treten Rabioszillationen zwischen |g) und |e) auf, die durch ein ei

nicht beschrieben werden kénnen. )t S
| _Auf die g{elche Weise kann auch der Ramanprozess fiir {2, ;s <  in ein System von Raten-

g_emhungen uberfiihrt werden. Begrenzt man sich auf das System {|u, 0), |g, 1), |g,0)}, so ist

die effektive Transferrate A zwischen |u, 0) und |g, 1) gegeben durch o
2

e _ 9%

(2.124)

2k  2kA2?
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Bei dieser einfachen Ableitung der Ubergangsraten werden mehrere Punkte nicht beriicksich-
tigt. Zum einen wird nur der unterste Photonenzustand verwendet. Uber die Methode der adia-
batischen Elimination des Resonatorfeldes sollten jedoch auch die Ubergangsraten der hoheren
Photonenzustinde berechnet werden konnen [85, 86]. Zudem miisste das Riickpumpen beim
Ramanprozess als zusétzlicher Verlustprozess beriicksichtigt werden. Bei hohen Riickpump-
raten fithrt dies bei Zwei-Niveau-Systemen zu sogenanntem _self-quenching®, d.h. durch zu
starkes Riickpumpen wird die Kohdrenz des Laseriibergangs zerstort und der Laser verloscht,
siche z.B. [87]. Ebenso kann bei den héheren Photonenzustinden der Ramanprozess zur Zersto-
rung der Kohérenz des Riickpumpiibergangs von |g) nach |e) fiihren. Im Extremfall wiirde das
System nur zuriickgepumpt, wenn es im Zustand |g, 0) ist. Fiir hohere Photonenzustinde miis-
ste erst der Resonator zerfallen, bevor ein weiteres Photon erzeugt werden konnte. Die Folge
wiire Licht, das starkes Antibunching zeigt.
Sieht man von diesen Korrekturen ab, so kénnen nun, zusammen mit der Zerfallsrate des
Resonators C = 2k, die entsprechenden Ubergangsraten des Experiments berechnet werden.
Typische experimentelle Parameter sind: (QUpes; QEe; g™**) = 27 (6,6;3,8;2,5) MHz und
(k;7; A) = 2m (1,25;3;20) MHz. Daraus ergibt sich #/c = 0,3 und 4/c = 0,1 fiir sowohl
an die Laser als auch an den Resonator maximal gekoppelte Atome. Beriicksichtigt man weiter-
hin, dass die Atome sich auch auferhalb des Bereiches maximaler Kopplung aufhalten konnen,
so sind A und R eher kleiner. Die maximale Riickpumprate ergibt sich, wenn der Ubergang von
|g) nach |e) sehr stark gesiittigt ist, so dass diese beiden Zustinde annihernd gleich besetzt sind.
Trotzdem bleibt diese Rate mit R™** = 1/27e, also r™e? [ = 2/3 Kleiner als die Zerfallsrate des
Resonators, wobei aulerdem starkes ,,self-quenching“ nicht zu vermeiden ist. Vergleicht man
diese Werte mit den Simulationen des letzten Kapitels, so ist die Riickpumprate zu klein, um
fiir eine kleine Anzahl an Atomen in den Laserbereich zu gelangen. Fiir kleine Rabifrequenzen,
sollte man im Bereich aufhalten, der gut durch das Modell unabhingig emittierender Atome
beschrieben werden kann, fiir hohere Rabifrequenzen sind mdglicherweise kollektive Effekte,

vergleichbar denen in Abb. 2. 14, zu sehen.

2.3.6 Dynamik eines einzelnen Atoms im Resonator

Bei unabhiingig strahlenden Atomen kann die Intensititskorrelationsfunktion, wie in Kapi-
tel 2.3.3 diskutiert, in Komponenten zerlegt werden, die aus Korrelationsfunktionen eines ein-
selnen Atoms zusammengesetzt sind. Fiir ein einzelnes Atom in einem optischen Resonator
lassen sich diese Korrelationsfunktionen direkt quantenmechanisch berechnen. Es geniigt in
der Simulation, vgl. Kapitel 2.2.6, ein einzelnes festgehaltenes Atom bei konstanten Pump-
und Riickpumplaser-Rabifrequenzen sowie konstanter Kopplungsstirke g zu betrachten. Das
gekoppelte System entwickelt sich in einigen hundert Nanosekunden aus dem Anfangszustand
p(0) = |u, 0){u, 0] in den stationdren Zustand p,. Die Korrelationsfunktion erster Ordnung zum

Zeitpunkt ¢ ausgehend vom stationdren Zustand wird iber

LG _—

gO(r) =

und die Intensititskorrelationsfunktion iiber

at(t)al i T)a
o) = LS e )a(t). 5

—>—
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Abbildung 2.18: Obere Zeile: Simulation unterschiedlicher Korrelationsfunktionen eines einzel
nen At0m.s bei konstanter Kopplung an Resonator, Pump- und Riickpumplaser. (a) Die Koi’r;ez?a:
tlo.nsfunktlo.n 2.0rdnung g(g)(f) beschreibt das Antibunching, (b) das Betragsquadrat der Korre-
lZ:lthﬂSflll‘lkthl‘l 1.0rdnung |g\")(7)|> das Bunching der Photonen. Die Parameter der Simulation
?gd.g?f;i‘lg;g;.&) = 2rn (7,6;3,3;2,5; —20) MHz fiir Antibunching (durchgezogene Linie) und
¢ Pi{R; g5 A) = 27 (20;12; .2,5.; —15) MHz ohne Antibunching (gestrichelte Linie). Untere Zeile:

ransiente Besetzungswahrscheinlichkeiten, (Pg) = Sp(Pyp(7)), nach einer Photonenemission au
dem ouptlschen Resonator entsprechend den Parametern mit Antibunching (¢) und ohne Antibunch' ;
(d). Fiir t — 00 wird wieder der stationdre Zustand der Besetzungswahrscheinlichkeiten von P, Il’ng
und P, erreicht. Bei ¢ = 0 zeigen sich hingegen die Verhiltnisse der Besetzungswahrscheinli;}ﬁ(}eit:E

des n = 1 Zustands P, 1, P, iond
1, Pe;1 und P,y des stationéren Zustands, der durch di issi
. ) s ) 3 ? €
S ie Photonenemission auf

bestimmt.’

Die durchgezogene:n Linien in Abbildung 2.18 zeigen die simulierten Korrelationsfunktio-
nen entsprechend den in Kapitel 4.3.2 verwendeten experimentellen Parametern, bei denen der

? -~ A . .
. lIl)sez'i IEMFTungc’sweﬂ ‘(a“ (t +T)Cf(t)) ldsst sich mit Hilfe des in Kapitel 2.2.6 besprochenen Dichtematrixforma-
e ;r ](;_) gende Zw1schen_schntte l?.erechflcn: Zuerst wird j(t) = ap(t) = ap, bestimmt, anschliefend kann
< ‘;Z;:l "lfr: e nwflcklung vonﬁ;;(_ t + 7) iiber die Mastergleichung (2.76) numerisch berechnet werden, schlieflich
; gibt (a (L“+ T)a(t)) = S p(a’p(t + 7)) den gesuchten Erwartungswert. Entsprechend kann der Erwartungswert
er unnormierten Intensititskorrelationsfunktion iiber G® (1) = (af(t)al (t+7)a(t +7)a(t)) = Sp(atap ;é
mit j(t) = ap(t)a’ = ap,a’ berechnet werden, vgl. [88, Kap. 8.2]. SRR
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Ubergang von Antibunching zu Bunching bei Variation der Atomzahl beobachtet wird. Aus
der Intensititskorrelationsfunktion in Abb. 2.18(a) geht deutlich hervor, dass hier tatsdchlich
fiir ein einzelnes Atom im Resonator ein Antibunching-Verhalten erwartet wird. Nach erfolgter
Photonenemission befindet sich das Atom mit einer Wahrscheinlichkeit von 80% im Zustand
lg,0), vgl. Abb. 2.18(c). Von dort muss es erst wieder zuriickgepumpt werden, bevor es ein
weiteres Photon emittieren kann. Auffallend ist jedoch, dass das Antibunching nicht wie bei
der normalen Resonanzfluoreszenz auf Null zuriick geht, sondern nur auf g?(0) =~ 0,2. Durch
,.schnelles* Zuriickpumpen, kann das Atom auch Photonenzusténde mit n > 1 besetzen.

Erhoht man die Rabifrequenzen von Pump- und Riickpumplaser weiter, siche Abb. 2.18 (a
und b, gestrichelte Linien, sowie d), so verschwindet das Antibunching vollstindig. Das Riick-
pumpen ist hier so schnell, dass im n = 1-Photonenzustand die Atomzustinde |u), |¢) und
|g) annihernd gleich besetzt sind wie im n = 0-Zustand. Dadurch fiihrt die Emission eines
Photons nicht mehr zu einer Projektion in den |g, 0)-Zustand. Atom- und Photonenbesetzungs-
wahrscheinlichkeiten sind entkoppelt. Bei noch héheren Riickpump-Rabifrequenzen zeigt sich
in der Simulation sogar ein Bunching mit ¢ (0) > 1. Im Experiment wurde dieser Ubergang
von Antibunching zu Bunching fiir ein cinzelnes Atom bisher noch nicht beobachtet — jedoch
auch nicht ausgeschlossen.

Im Prinzip kann ein einzelnes Atom als laseraktives Medium agieren [87, 89]. Bereits in
Abb. 2.18(d) wird deutlich, warum fiir unser System die Laserschwelle fiir ein einzelnes Atom
nicht erreicht werden kann: Das Riickpumpen ist zu langsam, um die Besetzungsinversion auf-
recht zu erhalten. Die mittlere Photonenzahl im Resonator bleibt daher deutlich unter eins.

Neben der simulierten Intensititskorrelationsfunktion eines einzelnen Atoms zeigt
Abb. 2.18(b) das Betragsquadrat der Korrelationsfunktion erster Ordnung |g™M(7)|* — die Bun-
ching-Komponente der Resonanzfluoreszenz unabhingig strahlender Atome. Der Abfall von
|g®) (1) auf 1/e* definiert die Kohirenzzeit .. Aus der Simulation ergibt sich bei Antibun-
ching eine Kohérenzzeit 7. = 300 ns, fiir die entsprechenden Parameter ohne Antibunching ist
die Kohirenzzeit mit 7. = 115 ns deutlich kiirzer. Durch das starke Riickpumpen wird in die-
sem Fall einerseits die atomare Kohérenz schneller zerstort, andererseits gelangt das gekoppelte
Atom-Resonator-System schneller in den stationdren Zustand zuriick. Die Breite des Bunching-
Maximums 7., wie auch des Antibunching-Minimums, ist somit auch ein MaB dafiir, wie lang
sich das System an eine Storung erinnert.

Zusammengefasst ergibt sich aus dieser Simulation, dass ein einzelnes Atom im optischen
Resonator fiir die verwendeten Parameter, sowohl die Antibunching-Komponente in der In-
tensititskorrelationsfunktion, wie auch die Bunching-Komponente in der Korrelationsfunktion
1. Ordnung zeigt. Sind die kollektiven Effekte vernachlissigbar, so sollten die Atome weitge-
hend unabhingig voneinander abstrahlen. Dann sollten diese Beitrige auch in der Intensitéts-
korrelationsfunktion des gekoppelten N-Atom-Resonator-System erhalten bleiben.

Kapitel 3
Experimenteller Aufbau

Die Realisierung der Idee, einzelne Photonen durch eine adiabatische Passage in einem A-S

tem Zu erzeugen, stellt hohe Anforderungen an den experimentellen Aufbau. Wie in K };Si
22 dls‘ku'qert, ldsst sich eine adiabatische Passage iiber den Dunkelzustand nur' erreichen wenn
man sich im Bereich starker Kopplung befindet. Dazu benétigt man einen sehr kleinf:njl‘lwnn
nator hoher Finesse. Zusitzlich miisste man, um zu einem beliebigen Zeitpunkt ein einze‘laso-
Photgn erzeugen zu konnen, ein einzelnes Atom im Resonator festhalten. Um jedoch als Itles
S‘chntt das Funktionieren des adiabatischen Transfers zu demonstrieren ‘wurd‘t]: im Ex ment
ein sehr schwacher Atomstrahl mit mittlerer Atomzahl im Resonator déutlich kleiner I:?ﬂmem
wendet. Detektiert man ein einzelnes Atom, so kann man mit diesem experimentieren ;n? e
es durch den Resonator féllt. Damit die Atome lange mit dem Resonator wechselwirker; \: agge
langsame,. d.h. kalte Atome aus einer magnetooptischen Falle (MOT) verwendet Ein;: S?(ri e
des experimentellen Aufbaus ist in Abb. 3.1 dargestellt. Details zu den einzelner; Komponzlzi

ten des Aufbaus werden in den fol 1 i
1 de genden Kapiteln beschrieben. I '
Prinzip des Experiments skizziert. e folgenden wird fuez das

3.1 Prinzip des Experiments

Ein Messzyklus setzt sich aus den folgenden Schritten zusammen: In der magnetooptisch
Falle werden ® Rb-Atome aus dem Hintergrundgas gefangen. Uber die Ladezeit der F aﬁe ( i
schen 5Q ms und 2,5s) ldsst sich die Anzahl der gefangenen Atome einstellen und dadurc;g}_
Stromdichte der Atome im Resonator. Die Magnetfelder der magnetooptischen Falle werd N
ausgeschaltet, um anschliefend die Atome in einer Melassenphase auf unter 10 pK abzuk"?ln
len. Nach derp Ausschalten der Laser fallen die Atome im Schwerefeld nach unten 1{ind elan on
nach 209 ms in den optischen Resonator. Dort werden sie von der Seite durch Laserstraghlen gaen
geregt u1.1d strahlen darauthin Photonen in den Resonator ab. Einer der beiden Resonatorspi “i
?(;esnztd ell(r}_e héhtefe Tral?smission. Durch diesen verlassen die erzeugten Photonen den Rfslgsz-
: 0r U/EtnrllaChc;r;ﬁr;;;Ee; Ei.l(lilez::lm-Avalanche~1:’hot0choa:len (APD) mit einer Quanteneffizienz von
Der experimentelle Aufbau wurde in drei Ausbaustufen erweitert, bis kontrolliert einzelne
Photonen erzeugt werden konnten. Da sich in diesen Stufen das Systen’l sehr verschieden verhilt
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Abbildung 3.1: Skizze des experimentellen Aufbaus zur adiabatischen Photonenerzeugung. Eine Wolke
Kalter 8 Rb-Atomen wird mit einer magnetooptischen Falle pripariert und fallt 209 ms nach Ausschalten
der Falle mit einer Geschwindigkeit von etwa 2 m/s innerhalb von 8 ms durch einen optischen Resonator.
Die Wechselwirkungszeit eines einzelnen Atoms mit der Mode des Resonators betrigt 35 us. Um eine
anti-intuitive Pulsfolge der Kopplungen an Resonator und Pumplaser zu erreichen, ist der Pumpstrahl um

die Strecke &, nach unten verschoben.

und folglich auch vollstindig unterschiedliche Eigenschaften des Systems nachgewiesen
werden kénnen, sollen diese im folgenden kurz skizziert werden:

e In der ersten Ausbaustufe wurde ein Atom welches durch den Resonator fallt einzig durch
einen kontinuierlich eingestrahlten Pumplaser von der Seite angeregt, siche Abb. 3.1. Die
vertikale Position des Pumplasers wurde so eingestellt, dass die Atome im Fallen zuerst
mit dem Feld des Resonators wechselwirken, bevor sie transversal zur Resonatorachse
durch dem Pumplaser angeregt werden. Somit durchlduft jedes Atom eine anti-intuitive
Pulssequenz der Kopplung an Resonator und Pumplaser und emittiert dabei maximal ein
Photon. Die anti-intuitive Pulssequenz stellt sicher, dass die Anfangsbedingung des adia-
batischen Transfers, entsprechend Gl. (2.18), erfullt ist. Durch Variation der vertikalen
Position des Pumplasers lassen sich die Verzogerung d,, zwischen Resonator- und Pump-
laserfeld frei einstellen und somit diese Bedingung der Adiabasie untersuchen. Durch
Variation der Verstimmung von Pumplaser und Resonator ldsst sich zudem feststellen, ob
die Photonen iiber einen Ramanprozess emittiert werden. Insgesamt ldsst sich so zeigen,

A.bbild‘un_g 3.2: Experimenteller Aufbau der Einzelphotonenquelle. Fiir ein Atom I6st ein Pumplaserpuls
die Emission eines einzelnen Photons aus, woraufhin ein Riickpumplaserpuls das Atom in den Ausgangs-
zustar{d zurlickbefordert. Jedes Atom kann so wihrend seines Durchflugs durch den Resonator eine Serie
von Einzelphotonen erzeugen. Am Ausgang des Resonators befindet sich ein Hanbury-Brown & Twiss-
Aufbau um die Statistik des emittierten Lichts zu bestimmen. Die emittierten Photonen werden durch
den Strahlteiler zufillig auf die zwei Avalanche-Photodioden verteilt.

dass die Ifhotonen ﬁb'er einen STIRAP-Prozess erzeugt werden. Jedes der Atome kann
der The_one nach maximal ein Photon emittieren. Wegen der zufilligen Ankunftszeit der
Atome ist der Zeitpunkt der Emissionen jedoch unbestimmt.

° Um mel?r als ein Photon pro Atom zu erzeugen, muss das Atom nach erfolgter Emission
wieder in den Ausgangszustand des A-System zuriickgebracht werden. Im Experiment
erfolgt dies durch optisches Pumpen mit einem zusitzlichen transversalen Riickpump-
laser parallel zum Pumplaserstrahl, siche Abb. 3.2. Durch abwechselndes Anlegen von
Pump- und Riickpumplaserpulsen sind Photonenemission und Riickpumpen voneinan-
der zeitlich getrennt. Der Zeitpunkt der Emission einzelner Photonen wird hierbei durch
den Pumplaserpuls definiert. Ein lineares Ansteigen der Rabifrequenz des Pumplasers
ge\.véihrleistet hierbei eine adiabatische Photonenerzeugung. Die Pulssequenz l4uft konti-
n}lxerlic{h ab, wihrend die Atome zu zufilligen Zeitpunkten durchfallen. Eine Detektion
eines einzelnen Photons signalisiert die Anwesenheit eines Atoms. Solange das Atom
weiter durch den Resonator fillt, konnen getriggert einzelne Photonen erzeugt werden.
Uber die Photonenstatistik der Photonen kann nachgewiesen werden, dass jedes Atom
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tatsichlich maximal ein einzelnes Photon pro Pumplaserpuls erzeugt. Die Photonensta-
tistik wird im Experiment iiber einen Hanbury-Brown & Twiss Aufbau (HBT) gemes-
sen, dargestellt in Abb. 3.2 durch den Strahlteiler zusammen mit den beiden Avalanche-
Photodioden und dem Korrelator. Die Funktionsweise des HBT-Aufbaus wird in Kapitel

3.4 genauer erlautert.

e Wenn beide Laserstrahlen kontinuierlich eingestrahlt werden, kann jedes durchfallende
Atom statistisch (nicht adiabatisch) tiber den Ramanprozess Photonen im Resonator er-
zeugen, bzw. wieder in den Ausgangszustand zuriickgepumpt werden. Die maximale Ra-
te an emittierten Photonen wird erreicht, wenn Laser und Resonatormode moglichst gut
{iberlappen, da die anti-intuitive Pulssequenz des adiabatischen Transfers nicht erforder-
lich ist. Im Prinzip dhnelt dieser Aufbau einem Ramanlaser. Da ein einzelnes Atom, je-
doch nach einer Emission erst wieder in den Ausgangszustand zurtickgepumpt werden
muss, bevor es ein weiteres Photon emittieren kann, zeigt das emittierte Licht nicht-
klassisches Licht mit Antibunching. Erhdht man jedoch den Fluss an Atomen, $O be-
obachtet man einen Ubergang zu klassischem Licht mit Bunching.

32 A-System in Rubidium ®Rb

Hauptsichlich zwei Punkte machen Rubidium 3°Rb zu einem besonders geeigneten Kandi-
dat zur Erzeugung einzelner Photonen. Einerseits sind die Uberginge der Do-Linie bei der
Wellenlinge A = 780,24 nm, welche zum Laserkithlen verwendet werden, durch kommerzi-
ell erhiltliche Titan-Saphir-Laser bzw. Laserdioden erreichbar. Somit lassen sich einfach kalte
Atome mit langer Wechselwirkungszeit mit dem Resonator erzeugen. Andererseits besitzt ¥ Rb
mit den beiden Hyperfein-Grundzustinden 551/2, F = 2und ' = 3, zwei extrem langlebige
Zustinde, die als Basiszustande fiir das gewiinschte A-System verwendet werden konnen. Als
angeregter Zustand des A-Systems kommen jeweils die Zustinde F' = 2 und F = 3 der 5Py 2
und 5P3/, Niveaus in Frage. Fiir die D;-Linie zum 5P /2 7ustand wiiren, zusitzlich zu den La-
sern der magnetooptischen Falle, weitere Laser bei A = 795nm notig. Ein einfacherer Aufbau
ergibt sich daher unter Verwendung des D,-Ubergangs zum 5P3/o-Zustand, siche Abb. 3.3.
Die Hyperfeinzustinde bestehen jeweils aus mehreren magnetischen Unterzustinden mg.
Fiir ein A-System mit genau definierten Kopplungsstirken miissten gezielt einzelne mp-Unter-
sustinde verwendet werden. Die Verwendung der unterschiedlichen Niveaus fiir den A-Uber-

gang ist jedoch durch folgende Argumente begrenzt:

e Der Resonator bevorzugt keine Polarisation des emittierten Photons. Der angeregte Zu-
stand koppelt daher in Emission an mehrere verschiedene mp-Grundzustinde.
Ausgenommen davon sind nur die Uberginge von:
5P3/2, F =3, mp = +3nach 5512, F=2,mp = +9 mit einer o+ -Emission und
5P3/2, F =3, mp = —3 nach 5Sy/2, F=2,mp = —9 mit einer o~ -Emission.

e Um weitere Photonen erzeugen zu konnen, muss in den Ausgangszustand zuriickgepumpt
werden. Am einfachsten erreicht man dies durch optisches Pumpen tiber den angeregten
7ustand. Die Emission beim optischen Pumpen erfolgt jedoch wiederum mit willkiirlicher
Polarisation. Derselbe mp-Zustand wird somit nur zufillig erneut besetzt.
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Abbildung 3.3: Energieniveauschema des A-Systems in 8°Rb.

e Im Prinzip kann auch iiber einen Ramanprozess zuriickgepumpt werden. Um wieder in
denselben Ausgangszustand zuriickzugelangen, muss jedoch einer der beiden Laser
der a.ndere kontrolliert w-polarisiert sein. Dies ist aus technischen Griinden nicht mo ligl;,
da die Laserstrahlen nur transversal in den Resonator eingestrahlt werden kénnen .

e Durch ein zusitzliches Magnetfeld konnte spektral ein Ubergang von anderen getrennt
u_/_erden, S0 das_s sgwohl fiir die Erzeugung einzelner Photonen, wie auch zum %{aman
ruskpumpen ein Ubergang definiert wire. Ein inhomogener Anteil des Magnetfelde“
n}usste dabf:i vermieden werden, da dieses entsprechend dem Stern-Gerlach-Experime St,
die Atome_: in ihrer Flugbahn ablenken wiirde. Es wiirde geniigen, die benachbaften m n—
Unterzustinde um wenige Megahertz zu verschieben. Da die Grundzustinde mit Av F:
4?’0 kHz/G aufspalten (g = +1/3), geniigt ein Magnetfeld von wenigen Gauss, das durch
ein Helmholtz-Spulenpaar auflerhalb der Vakuumkammer erzeugt werden kt'm;ate

R fl:;lr eine Demonstratfon der Einzelph(?tonenerzeugung ist dieser zusitzliche experimentelle
u .and mch? notwendig. Pas im Experiment verwendete einfache System, ohne Begrenzung
Zuf einen speziellen mF—A-Ubergang,. ist in Abb. 3.3 dargestellt. Als Ausgangszustand |u) wird

er Zustand 551 /2, I = 3 verwendet, in dem die Atome die magnetooptische Falle (verteilt iiber
alle Zeemanniveaus) verlassen. Dieser wird iiber den Pumplaser an den angeregten Zustand |e)
(5P3/2, F' = :‘3), und weiter iiber den optischen Resonator an den Zielzustand |g) (5S; /2, F' = g)
gekoppelt. ‘Dle {iber alle mp-Unterzustinde gemittelte Kopplungsstirke zwischenlﬁiom_ll d
Resonator ist g*¥ = 27 2,5 MHz, siche Anhang A. Die beiden Kopplungen kdnnen relativ zur:n
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angeregten Zustand verstimmt sein. Fiir einen Ramaniibergang missen sie jedoch ein gemein-
sames virtuelles Niveau treffen. Der dazu verstimmte angeregte Zustand |e) zerfallt mit der Rate
9y = 21 6 MHz, wobei 5/9 der Atome suriick in den Zustand |u) und 4/9 der Atome in den
Zustand |g) (5512, F = 2) gelangen. Durch resonantes Anregen des Atoms auf dem Ubergang
|g) nach |e) mit einem Jusitzlichen Riickpumplaser, kann gerade dieser Zerfall zum optischen
Riickpumpen in den Aus gangszustand |u) verwendet werden.

Die Polarisation des Pumplasers wurde auf maximale Emissionsrate aus dem opti schen Re-
sonator optimiert. Diese ergibt sich bei linearer Pumplaserpolarisation unter einem Winkel von
45° zur Resonatorachse, wie auch zu einem Fithrungsmagnetfeld von etwa B, = 0,3 G entlang
der vertikalen Achse, das die Quantisierungsachse des Systems definiert. In diesem Bezugs-
system wird der {Ibergang mit o*-, ¢~ - und mit 7-Licht gleichzeitig getrieben, wodurch die
verschiedenen m z-Unterzustdnde immer wieder durchmischt werden. Des Weiteren ist die Po-
larisation des Riickpumplasers parallel zu der des Pumplasers und treibt daher ebenso oct-,0"-
wie auch m-Uberginge. Durch diese Anordnung werden alle Zustinde einbezogen, ohne die
Atome nach und nach in einem m #-Dunkelzustand zu fangen. In diesem Bezugssystem wird
bei symmetrischer Besetzung der mp-Unterzustinde bei jedem Ubergang gleich wahrschein-
lich ein vertikales, wie ein horizontales 7-Photon erzeugt. Das Atom koppelt also nicht an eine

Mode sondern an zwel verschiedene Polarisationsmoden.

3.3 Der asymmetrische optische Resonator hoher Finesse

Kernbauelement des Experiments ist der optische Resonator hoher Finesse, siche Abb. 3.4.
Je hoher die Finesse eines Resonators, umso grofler ist der Ein-Atom-Kooperativititsparameter
[90] und somit im Drei-Niveau Atom die Effizienz der Photonenerzeugung. Fiir das Drei-Niveau

Atom gilt

2 2 F
Y G.1)

KYeg M2, TA
mit der Modenquerschnittsfliche A = nws /2, dem Streuquerschnitt zwischen Licht und Atom
o= %*?2 und der mittleren Anzahl der Reflexionen F’ /= jedes Photons, bevor es den Resonator
verlisst.! Fiir eine hohe Finesse werden nach Gl. (2.2) Spiegel sehr hoher Reflektivitit bendtigt.
Technisch sind der Reflektivitat Grenzen gesetzt, da bei jeder Reflektion durch Absorption und
Streuung Verluste auftreten. Bei den derzeit besten kommerziell erhiltlichen Spiegeln liegen
diese Verluste L bei wenigen ppm. Die gemessenen Verluste der im Experiment verwendeten
Spiegel sind in Summe L, + Ly = 6,3ppm. Um das im Resonator erzeugte Photon nicht in den
Spiegeln zu absorbieren, sondern durch die Spiegel in den freien Raum zu emittieren, wurde fur
den Resonator ein Auskoppelspiegel mit relativ hoher Transmissivitit von 77 = 100 ppm, sowie
ein zweiter hoch reflektierender Spiegel mit T, = 1,8 ppm verwendet. Ein Photon im Resonator
sollte daher mit der Wahrscheinlichkeit P,,; = T1/(T1 + Ty + Ly Ly) = 92,5% gerichtet durch
den Auskoppelspiegel emittiert werden. Die Finesse des Resonators ist F = 58000 — bedingt

IBei einem Zwei-Niveau Atom erfolgt die Kopplung an den Resonator auf demselben Ubergang, wie die spon-
tane Emission. Die entsprechenden Dipolmatrixelemente kiirzen sich somit heraus. Anschaulich ist daher der Ko-

operativititsparameter -,;gﬁ die Wahrscheinlichkeit des Photons, bei einem Resonatorumlauf am Atom gestreut zu

werden, multipliziert mit der mittleren Zahl der Umldufe, siehe [90].
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Umlenk-
spiegel

.ﬁ.tbhildung 3.4: Optischer Resonator bestehend aus zwei hoch reflektierenden Spiegeln mit Transmi

sionen von 1,8 ppm und 100 ppm und Kriimmungsradius R = 50 mm. Die Spiegel werden iibe in
Piezordhrchen auf Distanz gehalten. Durch zwei der vier Locher im Piezo fallen die Atome durci: Zl'n
an.deren werden Pump- und Riickpumplaser geschickt. Hinter dem Resonator befindet sich i Uml :
spiegel, welcher die emittierten Photonen um 90° ablenkt. e menke

durch den Auskoppelspiegel deutlich kleiner als in anderen Experimenten [91, 92], die sich
daher weiter im ,,strong-coupling“-Regime befinden. R
Die Linge des optischen Resonators ldsst sich aus dem Verhiltnis zwischen dem Abstand
der_ transvers.alen Moden und dem freien Spektralbereich bei bekanntem Kriimmungsradius der
Spiegel bestimmen [90]. Fiir einen Kriimmungsradius von r = 50 mm ergibt sich eine Léinge
von [ = 0,98 . Dies geniigt um Pump- und Riickpumplaserstrahl transversal durch dgn
Resonator zu schicken, ohne zu viel Streulicht auf den Detektoren zu erzeugen. Die Strahltaille
der GauB’schen TEMgy-Mode betrdgt damit we = 35 pm, vgl. (2.4). Der Re-sonator ist nicht
doppelbrechend, so dass jeweils 2 Polarisationsmoden entartet sind. :
Um die ’I"E‘IMUO -Mode des Resonators auf die gewiinschte Frequenz relativ zum Atomiiber
gang zu stabilisieren, muss die Linge des optischen Resonators auf unter A/2/F ~ 7 pm st i
bilisiert lwerden. Durch das Piezorohrchen, das die Spiegel auf Distanz hilt, kann di‘fl Lin e
kontrolliert werden (Abb. 3.4). Mit einer Spannung U ~ 160 V kann ein freie’r Spektralbereiflfi
durchgefahren werden. Zur Stabilisierung wird ein frequenzmodulierter Referenzlaser (V00 =
1_00 kHz) d{?r gewiinschten Frequenz durch den Resonator geschickt, iiber eine Lock-in—Tég(})fnik
ein Fehlersignal erzeugt, und der Abstand iiber einen PID-Regler auf maximaler Transmissi
gehgl?ep. Der Resonator wird relativ zur Laserfrequenz auf 50kHz < Av < 300kHz (RM(;n
stablhslert,_ entsprechend einer Lingendnderung kleiner 1/70 des Bohrschen Radius Erschﬁt?
terungen fiihren zu deutlichen Lingenidnderungen des Resonators, z.B. wurden aufgl;und einer
vibrierenden Turbopumpe Av = 80 MHz gemessen. Wihrend die Atome bei einer Messun
durch den Resonator fallen und einzelne Photonen erzeugt werden wird der Referenzlaser ausg~
geschalten und die Spannung des Piezos festgehalten. Die passive Stabilitit des Resonators ist
gut genug, um {iber 20 ms noch deutlich innerhalb der Linienbreite des Resonators zu bleiben
Dn? Messung findet zu Beginn dieses Intervalls statt und ist nur wenige ms lang. Eine méglich :
Drift des Resonators ist in dieser Phase vernachlissigbar klein. - .
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Abbildung 3.5: Schematische Darstellung des Hanbury-Brown & Twiss Aufbaus, um die Intensititskor-
relationsfunktion ¢(*) () einer Lichtquelle zu messen.

3.4 Hanbury-Brown & Twiss Autbau

Die in Kapitel 2.3.1 vorgestellte Intensititskorrelationsfunktion ldsst sich mit einem Hanbury-
Brown & Twiss (HBT) Aufbau direkt messen [93], ohne durch die Totzeit t4 eines Detektors
limitiert zu sein. Im HBT Aufbau kann der 2. Detektor zeitgleich mit dem 1. Detektor ein
Photon detektieren. Diese Betrachtung ist nur giiltig, solange die mittlere Photonenzahl auf den
einzelnen Detektoren niedrig genug ist, dass nur ein verschwindender Anteil der Photonen in
die Dunkelzeiten der Detektoren fallen. Um dies zu gewihrleisten muss gegebenenfalls das

untersuchte Licht abgeschwicht werden.

Im Experiment besteht der Aufbau aus einem nicht-polarisationsabhangigen 50:50 Strahl-
teiler, welcher das Licht auf 2 Avalanche-Photodioden (APD) von Perkin-Elmer SPCM-AQR-
13 mit einer Quanteneffizienz von jeweils etwa 50% bei A = 780nm aufteilt, vgl. Abb. 3.5.
Die APD’s besitzen eine Dunkelzihlrate von 320 bzw. 575 Clicks pro Sekunde. Streulicht von
Pump- und Riickpumplaser wird durch einen Raumfilter zwischen Resonator und Strahlteiler
auf ein vernachlissigbares Niveau unterdriickt. Leider passiert nur 73% des aus dem Resonator
emittierten Lichts diesen Raumfilter. Die Intensititskorrelationsfunktion ist durch die Normie-
rung jedoch unabhéngig von Detektoreffizienzen und Verlusten, einzig das Signal-zu-Rausch-

Verhiltnis wird dadurch verschlechtert.

Die Zeitpunkte der von den beiden APD’s erzeugen Spannungspulse pro detektiertem Pho-
ton werden iiber eine Transientenrekorderkarte PCL.258 von Spectrum aufgezeichnet. Die In-
tensititskorrelationsfunktion wird, im Gegensatz zur {iblichen Start-Stop-Messung, aus dem ge-
samten Strom der detektierten Photonen numerisch berechnet. Durch entsprechende Filter ldsst
sich aus diesem Strom von Photonen auch eine auf die Detektion eines Atoms konditionierte

Photonenstatistik der emittierten Photonen bestimmen.

3.5. Charakteristika der Atomquelle 59

dAbeiltll:;ng 3.6: Bilder der Vakuumapparatur. Die Atome werden im oberen, kugelférmigen Bereich
Rer akuumapparatur .(MOT) gefangen. Im unteren zylinderformigen Bereich befindet sich der optische
elsiinator. Um Streulicht durch das Umgebungslicht zu unterdriicken, sind die Fenster dieses Bereichs
VO ;nunen abgedunkelt, Laserstrahlen erreichen den Resonator durch Interferenzfilter. Photonen, die
vom Resonator emittiert werden, werden durch die beiden Avalanche-Ph i ' .
2 s -Photod .
& Twiss Aufbaus (HBT) nachgewiesen. i

3.5 Charakteristika der Atomquelle

Der optische Resor'lator wurde in eine bestehende Vakuumapparatur eingebaut, siche Abb. 3.6
an der zuvor atomm’tert?erometrische Experimente durchgefiihrt wurden [94]. Details zu1: Ap—’
paratur wurden bereits in den fritheren Arbeiten verdffentlicht [95, 96, 97]. Daher werden im

f : l ] -

Die in der magnetooptischen Falle gefangenen Atome werden in einer anschlieBenden Me-
lassenphase auf 7' < 10 pK abgekiihlt entsprechend einer Anfangsgeschwindigkeit von
o, = VKT /m < 3,2cm/s. Etwa 21,5cm unterhalb erreichen sie nach einer Fallzeit von
to = 209 ms den optischen Resonator mit einer Geschwindigkeit von v = 2m/s. Die Wech
selwirkungsdauer mit dem Resonator betrigt tyw = 2we/ve = 35 ps. Auf ddem We zum Ii ]
sonator passiere_n die Atome mehrere Schlitzblenden. Die erste Blende rr%it Breifc:,
Az = 100 um direkt unterhalb der magnetooptischen Falle begrenzt im wesentlichen die Aus-
dehnung de'r Quelle in z-Richtung. Parallel dazu wirkt der anregende Laserstrahl mit horizonta-
ler StFahltallle Whor = 216 pm als Geschwindigkeitsfilter fiir die Atome. Die Geschwindigkeits-
verteilung der Atome betrigt Av, = 2whor/tc. = 2mm/s. Die Atome sind daher wiihreng thre
Durchflugs fiurch den Resonator bis auf A /10 in Richtung der Resonatorachse lokalisiert lnnerﬁ
halb der Zeit von 2 ps, um ein einzelnes Photon zu erzeugen, ist daher die Kopplungss'téirke s
an den Resonator in guter Ndherung konstant, vorausgesetzt es wirken keine zusitzliche Kréiﬁ;

Leider gibt es Hinweise, dass die At - PR )
siche Kap. 3.6, ie Atome durch Dipolkrifte im Resonator beschleunigt werden,
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Abbildung 3.7: Flugzeitverteilung der Atome im optischen Resonator. Im Res?nator we}"den die Atome
kontinuierlich mit Pump- und Riickpumplaser bestrahlt, so dass jedes Atom wahrenfi seines Durchflugs
durch den Resonator mehrere Photonen in diesen abstrahlen kann. D§s F luorteszenzmgnal nach .Abschal-
ten der magnetooptischen Falle wird mit den beiden APS’s nachgewiesen. Die Atomwolke erreicht nach
tc = 209 ms den Resonator, entsprechend der Flugstrecke von s = 21,5 cm.

In y-Richtung wird die Atomwolke etwa 3 cm oberhalb der Resonatormode durch einen
Ay = 100 pm breiten Spalt eingeschrinkt. Ein Atomdetektor unterhalb des Resonators detek-
tiert daher hauptsichlich Atome, welche den Resonator passiert haben, aber auch solche, welche
an der etwas schmileren Resonatormode vorbeigefallen sind.

In der Fallrichtung x ldsst sich die Temperatur der Atomwolke n?ch Ausschalten der Mela§-
se iiber die Flugzeitverteilung der Atome im Resonator vermessen, siche Abb. 3.7. Aus der Brei-
te der Flugzeitverteilung 7 = 4,2ms (FWHM) ergibt sich eine Temperz_l'tur von T' = 3,1 uK.
Die Kohidrenzlinge der Atomwolke in Fallrichtung ist entsprechend friiheren Berechnun%cn
[95] l.on = 500 nm, also viel kiirzer als der Durchmesser der F{esonatormode. Die Atom; kgn—
nen daher in guter Niherung als voneinander unabhiingige Teilchen betrachtet werden, die sich
jeweils an einem klassisch definierten Punkt im Resonator aufhalten.

3.6 Fluoreszenzdetektor zum Nachweis der Atome

7Zum direkten Nachweis der einzelnen durch den Resonator geflogenen Atqme wurde ein Flu(?-
reszenzdetektor aufgebaut, der zustandsselektiv ei__nzelne Atome nachweisen kann [98]. Die
Atome werden resonant auf dem geschlossenen Ubergang 5S; /2, F = 3 nach 5Pgs, F =

angeregt. Dabei emittiert jedes Atom mit einer Photonenrate von bis zu %= 27 3MHz. Die
emittierten Photonen werden durch ein Kollektorsystem, siche Abb. 3.8, eingesammelt upd auf
einen Hamamatsu Photomultiplier R943-02 mit 12% Quanteneffizienz gelenkt(.}Geometnsci?en
Verluste betragen etwa 50%, Absorptions- und Reflexionsverluste ebenfalls 50 /0', \yodurc}'i sich
eine gesamte Nachweiseffizienz von 3% ergibt. Im Mittel werdpn pro Atom ‘pel einer Zelt;_mf-
16sung von 60 ps 18 Photonen detektiert. Dieses Signal ist deutlich von Streulicht mit im Mittel
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Abbildung 3.8: Fluoreszenzkollektor und Abbildungssystem (nicht maBstabsgetreu): Ein ellipsoider (a)
und ein sphirischer Spiegel (b) sammeln die Photonen, die von einem Brennpunkt des Ellipsoids emittiert
werden. Die Photonen werden zum 2. Brennpunkt abgebildet. Von dort fokussiert ein Teleskop, beste-
hend aus den Linsen (c) und (d), durch das Fenster der Vakuumkammer (e) auf eine Blende (f), welche
als Raumfilter gegen Streulicht wirkt. SchlieBlich werden sie von einer bikonvexen Linse (g) durch einen
Bandpassfilter (h) auf die Kathode eines Photomultipliers (PMT) abgebildet. Die Detektionsereignisse
des Photomultipliers werden durch einen Transientenrekorder aufgezeichnet.

0,6 Photonen in 60 us unterscheidbar. Abb. 3.9(a) zeigt den Zeitverlauf einer Messung, ausge-
wertet iber ein 60 ps langes gleitendes Zeitintervall. Die Ankunftszeiten der einzelnen Atome
lassen anhand der Maxima ablesen.

Im Experiment wurde der Fluoreszenzdetektor einzig dazu verwendet, die relative Strom-
dichte der Atome fiir unterschiedliche Ladezeiten der magnetooptischen Falle zu bestimmen.
Eine Korrelation einzelne Atome im Resonator mit einzelne Atomen im Detektor konnte nicht
nachgewiesen werden. Der Detektor befindet sich wahrscheinlich in zu grofiem zeitlichen Ab-
stand zum Resonator (7 = 100 ms), so dass Krifte im Resonator das Atom beschleunigen und
eine genaue Zuordnung des Signals von Resonator und Atomdetektor unméglich machen. Zum
Beispiel fiihren spontan gestreute Photonen jeweils zu einer Geschwindigkeitsinderung von
v = h/A/m = 6 mm/s. Pro Ramanprozess wird jedoch nur ein Photon emittiert — zu wenig
um zu erkldren, dass die Atome in einem Bereich von 43,5 mm im Detektor nicht mehr nach-
gewiesen werden konnen. Ein in Flugrichtung der Atome gestreutes Photon fiihrt jedoch dazu,
dass dieses Atom 200 s spéter am Detektor ankommt. Bei den verwendeten Atomraten ist es
dann nicht mehr von den iibrigen Atomen zu unterscheiden. Am wahrscheinlichsten ist jedoch,
dass die Atome iiber Dipolkrifte beschleunigt werden. Die Energie des adiabatischen Eigen-
zustands ist in Richtung der Resonatorachse durch die Variation von g fiir A % 0 moduliert,
vgl. Abb. 2.5. Eine Energieverschiebung des Zustandes, vor der Emission des Photons von nur

Av = 100kHz geniigt, das Atom in horizontaler Richtung von v = 0 auf v = 4/ 3’:;?—” = 3cm/s

zu beschleunigen, vorausgesetzt es ist geniigend Zeit zum Beschleunigen vorhanden. Die Gradi-
enten sollten jedoch groB genug sein, dass innerhalb der Wechselwirkungsdauer mit dem Reso-
nator entsprechende Geschwindigkeitsinderungen méglich sind. Fiir eine genauere Behandlung

der Dipolkrifte, miisste eine Monte-Carlo-Simulation der Bewegung der Atome durchgefiihrt
werden.
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Abbildung 3.9: Fluoreszenzsignal einzelner Photonen. Links: Anzahl detektierter Photonen innerhalb
eines gleitenden 60 ps langen Zeitintervalls als Funktion des Messzeitpunkts. Die Maxima zeigen die
Zeitpunkte einzelner durchfallender Atome an. Zum Vergleich ist eine Messung ohne Laden der ma-
gnetooptischen Falle gezeigt, die vorwiegend zu Rauschen durch Streulicht fiihrt. Rechts: Mittlere An-
ahl an detektierten Photonen pro Atom N (A) innerhalb eines Zeitintervalls von A7 = 50 ps als Funk-
tion der Verstimmung des anregenden Lasers A bei dreifacher Sittigungsintensitit. Die durchgezogene
Linie zeigt die theoretisch erwartete Photonenzahl Nypet(A). In der Theorie wurde die Beschleunigung
der Atome durch den Lichtdruck und die daraus resultierende Dopplerverschiebung beriicksichtigt [98].
Die Theoriekurve ist um einen Faktor 58 herunterskaliert, um zu den experimentellen Daten zu passen.
Dies entspricht einer Detektionseffizienz von 1,7%.

3.7 Das Lasersystem

7um Betreiben der magnetooptische Falle, zur Stabilisierung des optischen Resonators, zum
Pumpen und Riickpumpen der Atome im Resonator, sowie zum Nachweis der Atome im De-
tektor werden Laser mit unterschiedlichen Frequenzen bendtigt. Das System zur Erzeugung
dieser frequenzstabilisierten Laserstrahlen ist in Abb. 3.10 dargestellt und wird im folgenden
diskutiert.

Die magnetooptische Falle wird auf dem geschlossenen Ubergang von 5S;/2, F = 3 nach
5P3/2, F = 4 betrieben. Dieses Licht kann auch zur nicht-resonanten Anregung des 5P32,
F = 3 Zustandes fiihren, der unter anderem in den Zustand 552, F =2 zerfillt. Daher wird
zusitzlich Riickpumplicht in Resonanz zum 5S1/2, F =2 nach 5P3/0, F = 3-Ubergang bend-
tigt, um die Atome wieder in den Ausgangszustand 5512, F = 3 zuriickzupumpen. Aufgrund
der Hyperfeinaufspaltung des Grundzustands von Av = 3,035732 GHz werden zwei Laser
bendtigt.

Das Licht des Falleniibergangs ausgehend von 5S1 /2, F = 3-Zustand wird mit einem Titan-
Saphir-Laser Coherent 899 mit Ausgangsleistung von etwa 2 W erzeugt. Dieser wird von einem
Argon-Ionenlaser Coherent Innova 400 mit etwa 14 W Leistung gepumpt. Der Titan-Saphir-
Laser wird iiber das Signal einer Sittigungsspektroskopie mit der Pound-Drever-Hall-Methode
relativ zum Interkombinationsiibergang 5312, F = 3 nach 5P3/, F = 3/4 stabilisiert. Die Li-
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A“bbildung 3.10: Das Lasersystem besteht im wesentlichen aus dem Titan-Saphir-Laser fiir alle Uber-
ginge ausgehend vom Zustand F = 3-Grundzustand von 8Rb und den beiden Diodenlasern ausge-
h(.end vom F = 2-Grundzustand. Der erste Diodenlaser wird iiber eine Phasenstabilisierung relativ zﬁm
Titan-Saphir-Laser stabilisiert. Der zweite ist durch einen Teil des Laserlichts des ersten Diodenlasers

injektionsstabilisiert. Sowohl Diodenlaser wie auch Titan-Saphi i i
I -Saphir-Laser sind um 99,63 M
Ubergang nach F’ = 3 rotverstimmt. (R etz

nienbreite des Lasers betr“éigt 68 kHﬂz (RMS, 14 MHz-Bandbreite). Die Verstimmung der Laser-
strahlen rt_:Iatlv zum gewungchten Ubergang, sowie die Intensitit, lisst sich jeweils mit einem
akustooptischen Modulator in doppelter oder einfacher Passage einstellen.

Das Riickpumplicht wird mit einem gitterstabilisierten Diodenlaser in Littrow-Anordnun
erzeu gt Der Diodenlaser wird relativ zum Titan-Saphir-Laser phasenstabilisiert [99]. Dazu wirg
das Licht der beiden Laser auf einer Photodiode von New Focus Typ 1554 mit e{ner Grenz-
fre.:quenz von 12 GHz iiberlagert. Das dabei entstehende Schwebungssignal schwingt mit der
Differenzfrequenz der beiden Laser. Diese Frequenz wird mit dem Signal eines Mikrowellen-
generators HP83752A bei v = 3,045732 GHz in einem Mischer (Minicircuits ZEM-4300MH)
auf Frequenzen um 10 MHz heruntergemischt und anschlieend in einem Phasen-Frequenz-
Qetekt?r [10'0] mit einer —10 MHz-Referenz verglichen. Das schnelle Ausgangssignal wird
dl.rekt iiber einen Hochpass auf den Strom der Laserdiode, sowie das integrierte Signal auf den
Plezoaktl.lator des Gitters der Laserdiode zuriickgekoppelt. Die Regelbandbreite der Riickkopp-
ll.mg betrigt etwa 400 kHz. Dadurch erreicht man, dass 53% der Leistung des Diodenlasers Iijn
einer Blandbrelte von Av = +8Hz bei v = 3,035732 GHz blauverstinn;t zum Titan-Saphir-
I:EI--SE:I' sind, bzw. 93% in einer Bandbreite von Av = 2 kHz. Dies entspricht einer Phasens}tjabi-
litdt von A¢ = 46° (RMS). Die Phasenstabilisierung ist extrem robust gegen Erschiitterungen,

ein sehr grofer Vorteil gegeniiber dem friiher fiir den Diodenl
Hall Verfahiren. nlaser verwendeten Pound-Drever-
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Da die Leistung des Diodenlasers nicht fiir alle bendtigten Strahlen au‘sreicht, w1rd ein zwei-
des ersten Diodenlasers injektionsstabilisiert. Dieser

ter Diodenlaser durch ein Teil des Lichts : eser
Laser erzeugt das Riickpumplicht der magnetooptischen Falle, der erste Diodenlaser das Riick

pumplicht im Resonator, sowie das Referenzlicht zur Stabi!isierfung de_s optischen Resonatc‘::s.
Vom Titan-Saphir-Laser stammt zusitzlich das Pumplaserlicht im optischen Resonator, sowie
i ir den Fluoreszenzdetektor. . o
e kﬁieif:;rgrfahlen werden auf einem optischen Tisch erzeugtﬂ und ans‘chhejﬁenfi mit Ein-
moden-Glasfasern zur Vakuumkammer iibertragen. Dadurfzh erhalt man jeweils eine ausc%e-
seichnete TEMgo-Mode. Pumplaser und Riickpumplaser ﬁlr.den“optlschcn Resonator wir den
vor der Faser auf dem optischen Tisch mit einem Strahlteiler ul:ferlagert, S0 das“s nac “ber
Faser beide Strahlen perfekt iiberlappen. Die Intensititen der beiden Strahlen fkqnnen iber
akustooptische Modulatoren mit 10 MHz ein- und :?usgesc_hal'tet werden. Uber frel progran:l-
mierbare Frequenzgeneratoren Tabor 8024 lassen sich lbelleblge Pulsformen pr_ografnmllflzlret.,
um eine adiabatische Photonenerzeugung zu gewiihrlelst_en. Nach der Faser W‘ll'd e_ll:l e 1p1 I-
sches Strahlprofil im Resonator erzeugt mit den Strah.ltalll_en Whor = 216 pm in h;mz%nta er
und W, = 32 um in vertikaler Richtung. Dadurch wird ein guter Uberlapp zwischen Pump-

/Riickpumplaser und Resonatormode erreicht.

Kapitel 4
Experimentelle Ergebnisse

Ziel des Experimentes ist es, durch einen adiabatischen Ramanprozess in einem optischen Re-
sonator einzelne Photonen zu erzeugen. Der adiabatische Transfer iiber den Dunkelzustand des
Atoms soll spontane Emission vermeiden und somit Verluste unterdriicken. Der Ramanprozess
zur Photonenemission wird dabei durch das Vakuumfeld des optischen Resonators stimuliert,
wodurch gerichtete Photonen innerhalb einer wohldefinierten Mode des Lichtfeldes entstehen.
Kapitel 4.1 untersucht, ob die Erzeugung von Photonen iiber diesen durch das Vakuumfeld sti-
mulierten, adiabatischen Ramanprozess moglich ist [28, 32].

Darauf aufbauend soll in Kapitel 4.2 die getriggerte Erzeugung einzelner Photonen demon-
striert werden. Dazu werden die Atome abwechselnden Pump- und Riickpumplaserpulsen aus-
gesetzt. Wihrend des Pumplaserpulses konnen sie einzelne Photonen emittieren, im folgenden
Riickpumplaserpuls werden sie wieder in den Ausgangszustand zuriickgepumpt. Vorausgesetzt
ein einzelnes Atom befindet sich im Resonator, sollte diese Pulsfolge eine zeitlich definier-
te Sequenz von Einzelphotonen erzeugen. Diese Einzelphotonen miissen eine nicht-klassische
Statistik aufweisen. Ein Antibunching mit g (0) < ¢‘®(7) der Intensitdtskorrelationsfunktion
des Lichts beweist dessen nicht-klassischen Charakter fiir einen geringen Atomfluss (Kapitel
4.2.1) [30]. Da Atome jedoch zu zufilligen Zeitpunkten durch den Resonator fallen, ist die An-
zahl der Atome im Resonator poissonverteilt. Fiir einen beliebigen Pumplaserpuls wird nur die
Atomstatistik auf die Photonenstatistik iibertragen. Bei niedrigem Atomfluss ldsst sich jedoch
ein einzelnes Atom detektieren. Mit den darauf folgenden Pumplaserpulsen sollten sich ein-
zelne Photonen erzeugen lassen, die schlieBlich der sub-Poisson-Statistik einzelner Photonen
geniigen (Kapitel 4.2.2) [101].

Bei kontinuierlichem Pump- und Riickpumplaser entsteht ein Ramanlaser-dhnliches Sys-
tem, siche Kapitel 4.3. Da der Pumplaser nicht adiabatisch eingeschaltet wird, werden lber
den Ramanprozess statistisch Photonen erzeugt. Nach erfolgter Photonenemission befordert der
Riickpumplasers das Atom in den Ausgangszustand zuriick, worauf es sofort erneut emittieren
kann. Da das Riickpumpen Zeit erfordert, kann eine zweite Photonenemission vom selben Atom
erst einige hundert Nanosekunden spiter erfolgen. Daher zeigen die emittierten Photonen fiir
geringen Atomfluss auch hier ein nicht-klassisches Antibunching mit g'®(0) < ¢‘®(7), d.h. sie
kommen bevorzugt nicht gleichzeitig am Detektor an. In Kapitel 4.3.2 wird fiir hGheren Atom-
fluss ein Ubergang zu Bunching mit g®*)(0) > ¢{?)(7) beobachtet. Photonen treten dann bevor-
zugt in Paaren auf. Da das Bunching klassisch erkldrbar ist beobachtet man in Abhéngigkeit
der mittleren Atomzahl im Resonator einen Ubergang von nicht-klassischem zu klassischem
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Licht. Fiir sehr hohen Atomfluss wird das emittierte Licht durch kooperative Effekte zwischen
den Atomen kohirenter, siehe Kapitel 4.3.3. Das umlaufende Licht wird verstirkt. Die Verluste
des Resonators sind jedoch zu groB, als dass die Laserschwelle des Systems erreicht werden
konnte.

Um die gepulst erzeugten einzelnen Photonen in zukiinftigen Experimenten zur Quanten-
information einsetzen zu konnen, miissen diese in sich kohirent sein. Bei sehr hohem Atomfluss
wird in Kapitel 4.4 mit Hilfe der Intensititskorrelationsfunktion die Kohirenz des gepulst emit-

tierten Lichts untersucht.

4.1 Vakuum-stimulierte Ramanstreuung

4.1.1 Anregungsspektren

Dieses Kapitel untersucht im wesentlichen, ob das Vakuumfeld des optischen Resonators den
Ramanprozess zur Erzeugung von Photonen im Resonator stimulieren kann. Notwendig flir eine
hohe Effizienz des Prozesses ist ein adiabatische Transfer iiber den Dunkelzustand des Systems,
vgl. Kap. 2.1.4, welcher eine anti-intuitive Abfolge der Wechselwirkungen mit Pumpstrahl und
Resonator erfordert.

Diese Abfolge wird, entsprechend Abb. 3.1, durch eine Verschiebung der Pumplaserstrahls
in Bezug auf die Resonatormode in Flugrichtung der Atome realisiert. Das Atom erreicht zu-
erst die Resonatormode und erfihrt daher eine starke Kopplung auf dem anti-Stokes-Ubergang.
Die Wechselwirkung mit dem Pumplaser ist dagegen verzogert, da er die Fallstrecke um &,
unterhalb der Resonatormode kreuzt. Die Verzogerung wurde auf eine grofle Anzahl aus dem

Resonator emittierter Photonen optimiert.
Der Durchflug der Atome mit der Geschwindigkeit v = 2m/s durch den Resonator fiihrt zu

einer gauBformigen Kopplung an den Resonator

o\ 2
2g(t) = 29(y, z) exp [— (ﬁ) } ; (4.1)

Die Amplitude g(y, 2) variiert in Abhéingigkeit der Position der Falllinie mit der Modenfunktion
des Resonators. Das Modenprofil des Pumplasers bewirkt ebenfalls eine gauformige Kopplung

v — &, 2
Qp(t) = Qpexp {— (tlwp ) } . 4.2)

Der Pumplaser wird auf eine Strahltaille von wp = 50 um fokussiert und hat eine Leistung von
5,5 LW, entsprechend einer maximalen Rabifrequenz von €y = 27 30 MHz.

Abb. 4.1(a) zeigt die Anzahl vom Resonator kommender, detektierter Photonen als Funkti-
on der Verstimmung des Pumplasers, Ap, fur einen resonanten optischen Resonator, Ac = 0.
Zur Aufzeichnung der Daten, wurde die magnetooptische Falle 50 mal geladen und durch
den optischen Resonator geworfen. Wihrend die Atomwolke durch den Resonator fallt, wurde
durch den Transientenrekorder 2,6 ms lang das Signal des Avalanche-Photodetektors mit einer
Zeitauflosung von 25 MHz aufgezeichnet. Daher betragt die Gesamtmesszeit 130 ms. Die Dun-
kelzihlrate der APD von 390 Hz fithrt zu 51 + 7 Dunkelzéhlereignissen im Messintervall. Bei

mit
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$bb1lldung 4.1: A.nz.ahl ‘der vom Resonator detektierten Photonen als Funktion von Pumplaser-
§r§tlmmung A P fur jeweils drei verschieden Verstimmungen des Resonators A¢. Die durchgezogenen
Linien sind an die Daten angepasste Lorentzfunktionen. :

den in Abb. 4.1 dargestellten Daten wurden diese D ) ioni
% Rt T unkelzihler
Zihlereignissen subtrahiert. eignisse yon den gemessenen

Fiir den resonanten Fall (A = 0) beobachtet man eine maximale Emissionsrate, wenn
auch der Pumplaser auf Resonanz ist (Ap = 0). Das Signal ist etwas kleiner als bei l\/iessun-
gen al'lﬁerhalb der Resonanz (A¢ # 0), vgl. 4.1(b) und (c). Die Pumplasermode weicht leicht
von einem perfekten Gaulprofil ab. Daher sehen manche Atome bereits resonantes Licht be-
vor sie den Resonator erreichen. Durch dieses Licht konnen sie vom Ausgangszustand |u) in
d‘en E{ldzustan‘d |g) gepumpt werden und kdnnen daher im Resonator nicht mehr zum Emis-
sionssignal beitragen. Da die Linienbreite jedoch unterhalb der natiirlichen Linienbreite liegt
kann das beobachtete Signal nicht durch einen zweistufigen Prozess einer Anregung mit dem’
Pumplaser, gefolgt von einer erhéhten spontanen Emission, erklirt werden. Ein Zwei-Photonen
Ramanprozess erklért hingegen die kleinere Linienbreite.
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Das wird noch deutlicher, wenn der Resonator verstimmt ist, 4.1(b) und (c). Das Emissions-
maximum entfernt sich von der Resonanz zum Atom und folgt der Ramanresonanzbedingung
Ap = Ag. Solch eine Verschiebung beweist, dass die Emission des Lichts nicht durch einen
zweistufigen Prozess hervorgerufen wird, sondern nur iiber einen vom Vakuumfeld des Reso-
nators stimulierten Ramanprozess erklart werden kann. Fiir den nicht-resonanten Fall ist die
Verstimmung des Pumplasers Ap zu groB fiir eine elektronische Anregung des Atoms. Deshalb
regen die weit herausragenden Flanken des Pumpstrahls das Atom nicht weiter an, bevor es mit
dem Resonator wechselwirkt. Die Verluste verschwinden und die maximale Photonenemissi-
onsrate wird groBer als im resonanten Fall. Man beachte zusitzlich, dass die beobachtete Linien-
breite viel kleiner ist als die natiirliche Linienbreite von 27/2x = 6 MHaz. Fiir Ac = —2m 15 MHz
ist die Linie nur 3 MHz breit und nihert sich der Linienbreite 2+/2r = 2.5 MHz des Resonators
an. Diese begrenzt auch die Linienbreite des Ramaniibergangs, da 2r die Zerfallsrate des Ziel-
zustandes |g, 1) ist.

7usammenfassend zeigen diese Messergebnisse entsprechend der Simulation in Abb. 2.10,
dass nur Photonen aus unserem Resonator emittiert werden, wenn die Ramanbedingung
Ap = A erfiillt wird und nicht fiir A¢ = 0 entsprechend der Bedingung fiir erh6hte spontane
Emission. Das Experiment zeigt somit die Charakteristika des ,,strong-coupling“-, und nicht die
des ,,bad-cavity“-Regimes.

4.1.2 Adiabatisches Folgen

Der Emissionsprozess kann im _strong-coupling*“-Regime Effizienzen nahe eins erreichen, vor-
ausgesetzt dass das System adiabatisch dem Dunkelzustand folgt. Deshalb muss der Parameter-
satz {Qo, 9, we, Wp, A, 6.} so gewidhlt werden, dass die Bedingung fur adiabatisches Folgen,
siehe Gl. (2.26), wihrend des gesamten Prozesses erfiillt ist. Dies erfordert ein genaues Einstel-
len der Verschiebung 0, zwischen Pumplaserstrahl und Resonatorachse.

Abbildung 4.2 zeigt |(w® — w*)/8| als Funktion der Zeit und der Verschiebung d,. Je
kleiner dieses Verhltnis ist, umso grofer ist die Wahrscheinlichkeit einer nicht-adiabatischen
Zeitentwicklung. Offensichtlich sind fir jedes mégliche J, solche Bereiche beteiligt. Die Zeit-
entwicklung ist immer nicht-adiabatisch bevor und nachdem das Atom mit Pumplaser und Re-
sonator wechselwirkt. Da jedoch sowohl die Kopplungsstirke 2g wie auch die Rabifrequenz
Qp in diesen Bereichen klein ist, bleibt die Besetzung in den Eigenzustinden des ungekoppel-
ten Systems.

Ein besonders kritischer Punkt wird erreicht, wenn 6] seinen Maximalwert erreicht, in
Abb. 4.2 dargestellt durch die gestrichelte Linie. Dieser Punkt liegt auf der Trajektorie ZwWi-
schen der Resonatorachse und der Mitte des Pumplaserstrahls. Fiir [0, > max(wc, wp) ist
hier die Niveauaufspaltung [w® — w®| zu klein, um Adiabasie zu gewihrleisten. Es treten Ver-
luste in andere Zustinde auf. Nur im Bereich fir |62/2| < min(we, wp) ist die Adiabasie auch
fiir groBe || erfiillt. Das Verhalten wird hier im wesentlichen definiert durch die Projektion
des Anfangszustands |u,0) auf die Eigenzustinde des gekoppelten Drei-Niveau-Systems, vgl.
Kapitel 2.1.3, sobald der adiabatische Bereich erreicht wird. Abhéingig von J, ergeben sich nun
verschiedene Mdglichkeiten der Projektion:

1. §, > 0: Das Atom koppelt zuerst an den Pumplaser. Der Zustand |u,0) wird auf den
leuchtenden Zustand |B) projiziert. Die Anregung geht durch spontane Emission verlo-

ren.
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?bnt;(“'d“ng 4.2: Bereiche von.hoher und niedriger Adiabasie: Der Grauverlauf zeigt |(w® — w™®)/6) als

du tlon‘von Zeit ur'}d Verschiebung des Pumplaserstrahls fiir A = 0, wg = wp = w und 0y = 2¢g. In

1 :I; ;erdeli}l::n rr;s:arkl.fn;t1 mit C und/oder P koppelt das Atom an den Resonator und/oder den Pumplg‘ser
unklen Bereichen ist die Adiabasie nicht sichergestellt. Bei maximalem |6 i i)

In de Ber n ist di ibasie : estrichelte L

ist :Jie Wah.rs'chenzlllchkent fiir nicht-adiabatische Verluste am gréfiten. Die 0ptimal|e xf%x(timtraje:kt(::rif.:lzl 12

punktete Linie) fithrt zu maximaler Emissionswahrscheinlichkeit in unserem Experiment. :

2. 0, = 0: Der Dunkelzustand | D) wird teilwei i
; ~0:D weise besetzt, so dass die Emissi i
lichkeit bis zu 50% erreichen kann. ¢ Bmissionswahischetn-

3 (5DI ni 0: Das Atom ko;zp@t zuerst an den Resonator. Der Zustand |u,0) wird auf den
Eu' e:lzustand | D) projiziert. Fiir starke Kopplung treten kaum Verluste durch spontane
mission auf und das Photon wird mit einer Wahrscheinlichkeit nahe 100% emittiert

Abbildung 4.3(a) zeigt die Anzahl detektierter Photonen als Funktion der Verschiebung de
Pumplaserstrah!s 0, fur finf verschiedene Pumpintensititen. Die Photonen werden innei-gh llj
von 5,24 ms bel.m Durchflug einer Atomwolke registriert. Pumpstrahl und Resonator sind ia—
manresonant mit einer gemeinsamen Verstimmung von A = 10 MHz relativ zum angeregte
Niveau |e). Die Verschiebung des Pumplaserstrahls wird iiber einen piezoelektrischengs iie?
(New Focus 8809) eingestellt. Strahltaille und Position des Laserstrahls werden zuséitzlifh r?ft
einer CCD-Kamera l_controlliert. Das Maximum der Messkurve, die zur kleinsten Pumpintensit.’;t
gehort ‘w1rd zur Kalibrierung des d,.-Ursprungs verwendet. Dahinter steckt die Annahme, das
bei klf?mer Pump-Rabifrequenz eine adiabatische Zeitentwicklung nur fiir 4, = 0 statrﬁnc{ t .
c%ass die gr('?Bte Emissionsrate bei nicht verschobenem Pumplaserstrahl auﬁr;FH Von dieser ‘;’(; 0y
tion vers'chlelzt sich Qas Maximum der Photonenemission mit wachsender Pul-np-Rabifrequefllz-
zu negativen J,, da die Niveauaufspaltung |w°® —w*| und damit der adiabatische Bereich mit (2p
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Ein Vergleich der experimentellen Ergebnisse mit einer numerischen Simulation des Pro-
150 Q=253 MHz (Q » g) zesses muss beriicksichtigen, dass die Trajektorien der Atome nicht kontrolliert werden. Die
(@) w E B ﬁfi’; %z I‘:{‘:; @~g Kopplung g variiert mit der Position (y, z) jedes Atoms in Bezug auf die Mode des Resonators.
< 1254 L~ e ok SR Zur exakten Simulation des Systems muss wegen der nicht-Linearitét von P.,,;;(g) das Mittel
= i / I Q=2m 150 kHz (Q < g) iiber alle moglichen Trajektorien gebildet werden, entsprechend
w = = ] g
]
E —Qc- A Ay/2
N o 751 5 Pemit(9(y; 2))
v Pefm?t = dz dy_—'—a (43)
== /\Ay
- % 504 0 —Ay /2
(]
o°

wobei Ay die Breite des Spalts oberhalb des Resonators ist. Dieser Spalt begrenzt mdgliche Tra-
jektorien der Atome auf das Intervall [—Ay/2, Ay/2]. Zur Berechnung der mittleren Emissions-
wahrscheinlichkeit P,,,; wird P.ni(g(y, z)) durch numerisches Lésen der Mastergleichung
entsprechend Kapitel 2.2.6 berechnet und anschliefend iiber Gl. (4.3) integriert.
0.3 Abbildung 4.3(b) zeigt das Ergebnis der Simulation von P,,,;; als Funktion von 0, ent-
sprechend der im Experiment verwendeten Rabifrequenzen. Fiir die kleinste Rabifrequenz liegt
die hochste Emissionswahrscheinlichkeit bei d,, = 0, wodurch unsere ,-Kalibrierung gerecht-
fertigt wird. Zudem zeigt auch die Simulation die im Experiment beobachtete Verschiebung
der maximalen Emissionswahrscheinlichkeit zu negativen 4, fiir héhere Pump-Rabifrequenzen.
Experiment und Simulation stimmen jedoch nicht perfekt iiberein, insbesondere zeigt die Si-
mulation keinen Riickgang der Emissionswahrscheinlichkeit fiir sehr hohe Pumpintensititen.
Wie bereits die geringere Emissionswahrscheinlichkeit auf Resonanz im letzten Kapitel, kann
dieser Unterschied dadurch erkldrt werden, dass die Atome durch Streulicht oder eine Abwei-
chung des Pumplaserstrahls von einer gaufischen Mode bereits vor der Kopplung an den Re-
sonator signifikant an den Pumplaser koppeln. Dieser kann die Atome bei hohen Intensititen
0,0 A : i 50 100 trotz Verstimmung aus dem Ausgangszustand |u) wegpumpen, wodurch diese Atome fiir eine
-100 =0 _ L salils Photonenemission in den Resonator verlorengehen.
Verschicbung dcs Lasors Die sehr gute Ubereinstimmung der experimentellen Ergebnisse mit den theoretischen Be-
O [um] trachtungen und den Simulationen legt nahe, dass die vakuumstimulierte Photonenerzeugung
hauptsichlich durch adiabatischen Transfer erfolgt. Dazu ist eine anti-intuitive Pulssequenz no-

emit

Emissionswahrscheinlichkeit

« Resonator zuerst

) tor innerhalb von 5,24 ms emittierter Photonen als Funktion der tig, d.h.’ die Atome miissen zuerst an dil? _!eeren Mode .des Resonators anj_coppeln, bevor sie
Abbildung 4.3: (a) Anzahl vom Resonator 1 . R‘sonatol‘achse bei verschiedenen Pumpinten- durch einen ansteigende Pumplaserintensitdt zur adiabatischen Passage getrieben werden. Um
vertikalen Verschiebung des Pumplaserstrahls relativ zur 5 erealisiert Die angegebenen Rabifrequenzen eine adiabatische Zeitentwicklung sicherzustellen und Verluste in andere Zustinde zu vermei-
sititen. Eine anti-intuitive Pulssequenz_lst ﬁll.' Pfgatnv:anznen " ei-ner ange‘;l rmenen Strahltaille von den, ist ein signifikanter [':Tberlapp zwischen Resonatormode und Pumplaserstrahl erforderlich.
ergeben sich aus den gemessenen Strah%tens-ﬁtf;i;“g mit den numerischen Simulationen aus (b) er- Optimale Bedingungen werden im Experiment erreicht, wenn die Rabifrequenz des Pumplasers
wp = &0 e W-Odumh i g beSfe i erf:lhrsclu:inlic:hkeit gemittelt iiber alle moglichen Trajektorien {2p mit der Kopplungsstirke an den Resonator ¢™**, sowie die Verschiebung des Pumplaser-
. Sunula;mnk(i_er ngio\l}:?:cr}?il:;fnngs \Z:s Pumplaserstrahls &, fiir verschiedene Pumpintensitaten. strahls mit dem arithmetischen Mittel der Strahltaillen von Resonatormode und Pumplaserstrahl
dDiLiéﬁlpg]:na;’Saraﬁet::?rslind (g™%; A ;) = 2 (2,5; 105 1,25;3) MHz und (we; wp) = (35; 44) pmm. tibereinstimmen.

: . L .
5ht sich der Anteil der Projektion auf den Dunkelzustan . .
e;l;?mds‘lizmit die Emissionswahrscheinlichkeit. Die Messung 4.2 Die gepulste Einzelphotonenquelle

- tormode noti
rlapp zwischen Pumplaserstrahl und Resonato iy Bisher kann jedes Atom wihrend seines Durchflugs durch den Resonator maximal ein Photon
|6 nicht gewiéhrlei-

erzeugen. Kombiniert man nun den vakuum-stimulierten Ramanprozess zur Photonenerzeu-
gung aus Kapitel 4.1 mit einem zusitzlichen Riickpumpmechanismus, der das Atom in den

grofer werden. Fiir negatives 0,
am Rand des adiabatischen Bereic

zeigt auch, dass ein signifikanter Ube B s
i m

ist, um Photonen zu erzeugen. Andernfalls ist die Adiabasi¢ furm : ( i

stet. Das Signal fillt fir , — —oo wieder ab. Fiir unser Experiment wird das Optimum fiir

Qp =~ gund 6, ~ —(we + wp)/2 erreicht.
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Ausgangszustand zuriickbefordert, so kann jedes Atom im Prinzip eine getriggerte Sequenz
von Einzelphotonen erzeugen.

Im Experiment wird dazu eine kontinuierliche Pulssequenz von abwechselnden Pumplaser-
und Riickpumplaserpulsen verwendet, siche Abb. 4.4(a). Jedes Atom, das zu einem zufélli-
gen Zeitpunkt durch den Resonator fillt kann wihrend der Pumplaserpulse Photonen in den
Resonator emittieren und wird anschlieBend vom nichsten Riickpumplaserpuls wieder in den
Ausgangszustand zuriickbefordert. Die Rabifrequenzen von Pumplaser und Riickpumplaser ha-
ben eine Sigezahnstruktur. Der lineare Anstieg des Pumplaserpulses fithrt zu Beginn zu einer
konstanten Winkelinderung @ des Dunkelzustandes und somit zu optimaler Adiabasie, also mi-
nimalen Verlusten in andere Eigenzustande. Fir den Riickpumplaser wurde ebenfalls eine linear
ansteigende Rabifrequenz gewdhlt, um Seitenbinder zu vermeiden, welche zur Emission von
Photonen in den verstimmten Resonator fithren. Man beachte, dass der Riickpumpprozess vor
dem Ende des Riickpumppulses abgeschlossen ist, s dass das plotzliche Ausschalten des La-
sers keinen Einfluss hat.

In Abbildung 4.4(b) ist die Verteilung der Ankunftszeiten der detektierten Photonen dar-
gestellt. Offensichtlich ist die Dauer von 2 us des Pumplaserpulses etwas zu kurz, so dass der
emittierte Photonenpuls abrupt abgeschnitten wird. Ein lingerer Pumppuls wiirde jedoch die
Repetitionsrate und damit die Rate emittierter Photonen reduzieren.

Die gemessenen Daten stimmen gut mit der Simulation dargestellt in Abb. 4.4(c) tiberein.
In Experiment (b) und Simulation (c) sind die Ankunftszeiten der Photonen gemittelt iiber die
gesamte Resonatormode als durchgezogene Linie dargestellt. In der Simulation wurde dazu
die Emissionsrate Remit(t) = 26(Py1(t)) fiir festen Ort (z,, ) iiber das Volumen gemittelt,

entsprechend

Az

Ax
TZ 2 A

5 = 1 . Remit(g(may:Z)aQP(iF)»QR(x),f)
__ﬁrTx __%5,{ 0

wobei y- und z-Integrationen analog Gl. (4.3) durchgefiihrt wurden. Die Grenzen der z-Integra-
tion waren Az = 2,3 wc, also deutlich grofier als der Bereich der Resonatormode, wodurch der
groBte Teil der zur Emission beitragenden Atome beriicksichtigt wird. Die Rabifrequenzen des
Pumplasers p(z) und des Riickpumplasers Qg(z) sind in z-Richtung als GauBfunktion mit
einer Strahltaille von wg p = 32 pm und in der Zeit als linear ansteigender Sdgezahn, entspre-
chend Abb. 4.4(a), modelliert. F' ist eine Normierungskonstante, so dass f; S dt ﬁmﬂ(t) = 1.
Der Vergleich der gemessenen Ankunfiszeiten mit der Simulation zeigt, dass im Experiment
die Photonen den Resonator im Mittel etwas spiter verlassen. Es ist wahrscheinlich, dass die
Atome nach mehrfacher Photonenemission und anschlieendem Riickpumpen in magnetische
Unterzustinde gepumpt werden, die schwiicher an den Resonator koppeln. Simulationen zei-
gen, vgl. Abb. 2.9, dass fur cine schwiichere Kopplung g zwischen Resonator und Atom die
Emission spiter erfolgt, entsprechend der experimentellen Beobachtung.

Als gestrichelte Linie ist in Abb. 4.4(c) die simulierte Pulsform des Photons fiir ein Atom
im Bauch der Resonatormode dargestellt. Aufgrund der hoheren Kopplung erfolgt die Emission
zu einem fritheren Zeitpunkt. Auch im Experiment ist diese frithere Emission zu sehen, wenn
nur stark gekoppelte Atom beriicksichtigt werden. Zum Herausfiltern dieses Signals wird ange-
nommen, dass stark gekoppelte Atome wihrend ihrer Wechselwirkungszeit mit dem Resonator
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Abbildun.gl4.4: Pulssequenz. (a) Die Atome werden periodisch mit 2 ps-langen Pumplaser- (durchge-
zogene Linie) und Riickpumplaserpulsen (gestrichelte Linie) angeblitzt. (b) Verteilung der Ankunfg‘ts-
zeiten der detektierten Photonen. Die gestrichelte Linie zeigt die entsprechende Verteilung fiir stark
gekoppelte Atome (siehe Text). (¢) Simulation des Emissionsprozesses mit (g, Q% o, Apg,7v,£) =
27 (2,5,8,—-20,3,1,25) MHz (gestrichelte Linie), wobei Q?D‘ g die maximalen Rz,lbifreq;.leanz:en der

Pump- und Riickpumplaserpulse sind, sowie i i
y e iiber das Resonatorvolumen gemittelter Emissions
(durchgezogene Linie, siehe Text). : .

mehref'e Photonen em.ittieren, vgl. Abb. 4.5. Daher werden einzelne Photonenereignisse inner-
halb dieser We‘chselwnfkungszeit entfernt und anschlieend die Ankunftszeit der verbleibenden
Photonen relativ zum Pumplaserpuls bestimmt.'

. M;n i.Jeachte, dass. bei einem umtare.n Prozess die Pulsform gleich der Einhiillenden des Photonenwellenpakets
]135 , un nicht z?ls Unsicherheit des Emissionszeitpunkts betrachtet werden darf. Ein Detektorereignis zu einem
estimmten Zeitpunkt bedeutet nur, dass das Photon innerhalb seines Wellenpaketes lokalisiert wird.
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Abbildung 4.5: Ausschnitt des mit den Avalanche-Photodioden detektierten Stroms an Photonen. Sicht-
bar sind Sequenzen von zwei (2) und fiinf (5) detektierten Photonen, welche innerhalb der Wechselwir-
kungsdauer eines Atoms mit dem Resonator liegen. Die einzeln detektierten Photonen (s) sind entweder
Dunkelpulse des Detektors oder Photonen von Atomen, die nur sehr schwach an den Resonator gekoppelt

sind.

Aus der Simulation ergibt sich pro Pumplaserpuls eine Emissionswahrscheinlichkeit von
61% fiir ein maximal gekoppeltes Atom. Eine tiber die Resonatormode gemittelte Emissions-
wahrscheinlichkeit hingt sehr stark von den jeweils gewihlten Integrationsgrenzen (insbeson-
dere in vertikaler Richtung) ab und ist daher nur begrenzt sinnvoll. Grob vergleichen lésst sich
die mittlere Anzahl an Photonen pro durchfallendem Atom. In der Simulation werden im Mittel
0,93 Photonen pro Atom emittiert. Im Experiment werden im Mittel 0,3 Photonen pro leuch-
tendem Atom detektiert. Beriicksichtigt man die Detektionseffizienz von 73% x 50% = 36,5%,
so sollten 0,8 Photonen pro leuchtendem Atom emittiert werden. Dieser Wert ist eine Abschat-
zung nach oben, da viele Atome am Resonator vorbeifallen und somit nicht leuchten. Fiir die
eigentlich wichtige GroBe, die Effizienz der Erzeugung eines einzelnen Photons, muss zusitz-
lich die Wahrscheinlichkeit beriicksichtigt werden, dass sich ein einzelnes Atom im Resonator
befindet. Diese konditionierte Emissionswahrscheinlichkeit ldsst sich aus der Intensitétskorre-
lationsfunktion der emittierten Photonen bestimmen und wird im folgenden Kapitel genauer

diskutiert.

4.2.1 Gepulste Photonenstatistik

Die Intensititskorrelationsfunktion g*)(7) des detektierten Stroms an Photonen, gemessen mit
dem Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau, ist in Abb. 4.6 dargestellt. Da Photonen, wie in Abb. 4.4
zu sehen, nur wihrend der Pumplaserpulse und nicht wihrend der Riickpumplaserpulse emit-
tiert werden, liegen alle Maxima der gemessenen Intensititskorrelationsfunktionen bei ganzzah-
ligen Vielfachen der Pumplaserperiode. Die annéhernd gaupformige Einhiillende der kamm-
artigen Struktur ist offensichtlich durch die begrenzte Wechselwirkungsdauer des Atoms mit
der Resonatormode bedingt. Am bemerkenswertesten ist jedoch das deutlich kleinere Korrela-
tionsmaximum bei 7 = 0 im Vergleich zu den beiden benachbarten Maxima. Die Intensitats-
korrelationsfunktion ist fir 7 = 0 kleiner als fiir 7 # 0, verletzt dadurch die Schwartz’sche
Ungleichung (2.87) und ist folglich nur nicht-klassisch erklarbar.

Fiir eine genauere Betrachtung muss man beriicksichtigen, dass die Atome zufillig durch
den Resonator fallen. Die Anzahl der Atome innerhalb des Resonators ist dabei poissonverteilt.
Zum Beispiel ist fiir einen Atomfluss von 10 Atomen/ms die Wahrscheinlichkeit, dass sich
ein Atom innerhalb des Resonators befindet, 15%. Entsprechend liegt die Wahrscheinlichkeit,
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Abbildung 4.6: Intensitdtskorrelationsfunktion g (1) des Stroms detektierter Photonen. (a) Hoher
Atomfluss, gemittelt iiber 4998 Messzyklen (Laden der MOT, Fallen lassen der Atomwoli(e 7,86 ms
Mgssdauer) mit insgesamt 151089 detektierten Photonen. Die schattierte Fliche ist jeweils ’da; eri-
OldISCh gemittelte Signal fiir lange Verzogerungszeiten, periodisch fortgesetzt nach 7 = 0. Dieses ef ibt
sich aus Korrelationen zu anderen Atomen (oszillierender Anteil) sowie zum Rauschen‘des Detek%ors
(konstanter Anteil). Das {iberschiissige Signal ist das Korrelationssignal der Photonen eines einzelnen
At0m§ (vgl. Text). (b) Niedriger Atomfluss, gemittelt {iber 15000 Messzyklen mit insgesamt 184868
detektierten Photonen. Fiir lange Verzogerungszeiten verbleiben liberwiegend Korrelationen mit dem
Detektorrauschen.

n’.ﬁehr als ein AforrT vorzuﬁln.den, bei 1,4%. Diese ebenfalls an den Resonator gekoppelten Atome
ﬁ}hr&ﬂ zu zusitzlich emittierten Photonen wihrend desselben Pumplaserpulses und damit zu
einem nicht verschwindenden Korrelationsmaximum fiir 7 = 0, siche Abb. 4.6(a).

[')er‘ Beitrag zusitzlicher Atome lisst sich iiber folgende Uberlegung bestimmen: Die Wahr-
scheinlichkeit weitere Atome anzutreffen ist fiir jede beliebige Verzogerungszeit 7 gleich grof3
Daher fiihren Photonen, die von verschiedenen Atomen erzeugt werden, zu einem periodischer;
Beitrag_ der Korrelationsfunktion mit konstanter Amplitude fiir alle Verzégerungszeiten 7. Ein
zusitzlicher konstanter Beitrag ergibt sich aus den Korrelationen mit dem Rauschen der. De-
tek.toren. Diese beiden Beitrige lassen sich fiir fiir |[7| — oo bestimmen, indem das Korre-
lat10ns_signal periodisch gemittelt und anschlieBend periodisch nach ¢ — 0 fortgesetzt wird
(schattlferte Fliche in Abb. 4.6). Das iiberschiissige Signal ist das Korrelationssignal der Pho-
tonen eines einzelnen Atoms. Das Maximum bei 7 = 0 ist genauso hoch, wie die Maxima fiir
|7| — oc. Folglich kann ein einzelnes Atom innerhalb desselben Pumplaserpulses kein weite-
reslPhoton emittieren. Erst nach erfolgtem Riickpumpen wird im néchsten Pumplaserpuls ein
w'elteres_ Photon vom selben Atom erzeugt, was zu einem hdéheren Maximum bei 7 = 4 us
fiihrt. Die folgenden Maxima werden zunehmend kleiner, da das Atom mit groBer werdender
Wahrscheinlichkeit den Resonator verlasst.




—7

Kapitel 4. Experimentelle Ergebnisse

76
hoher Atomfluss (10 Atome/ms) niedriger Atomfluss (3,4 Atome/ms)
B Gesamtsignal
61 239 ESS Rauschen und Mehratombeitrag |

2,0-
1,597

1,01

0,5

Detektionswahrscheinlichkeit [%]

0123456728910 012345678910
Nr. des folgenden Pumplaserpulses Nr. des folgenden Pumplaserpulses

Abbildung 4.7: Wahrscheinlichkeit einer Photonendetektion nach der Detektion eines ersten Photons.
Es ist jeweils die Wahrscheinlichkeit fiir den ndchsten (1), iibernéchsten(2), usw. Pumplaserpuls nach
4 ps, 8 us, . . . dargestellt. Fiir viel spatere Intervalle geht die Detektionswahrscheinlichkeit auf den Un-
tergrundsbeitrag von Rauschen und zusitzlichen Atomen (schraffiert) zurtick.

Fiir einen kleineren Atomfluss von 3,4 Atome/ms ist die Wahrscheinlichkeit, dass sich ein
Atom im Resonator aufhélt, mit 5 7% kleiner als fiir h6heren Atomfluss. Die Wahrscheinlichkeit
mehr als ein Atom vorzufinden verringert sich umso mehr auf 0,18%. Daher verschwindet der
periodische Mehratombeitrag in der Intensititskorrelationsfunktion in Abb. 4.6(b) im Rauschen.

Mit welcher Wahrscheinlichkeit kénnen nun einzelne Photonen erzeugt werden, wenn sich
ein Atom im Resonator aufhdlt? Dazu muss man erst wissen, dass tatsichlich ein Atom im Re-
sonator ist. Dies kann iiber die Detektion eines Photons innerhalb eines Intervalls eines Pumpla-
serpulses zum Zeitpunkt ¢ erfolgen. Es zeigt die Anwesenheit eines Atoms mit der Wahrschein-
lichkeit Putomn = Ratom/(Bnoise + Ratom) an, wobei Ruiom und Rpuise die Rate an detektierten
Photonen von Atomen bzw. vom Detektorrauschen innerhalb dieser Intervalle sind. Fiir den ho-
hen Atomfluss (10 Atome/ms) ist Patom = 85%, fir den niedrigen Atomfluss (3,4 Atome/ms)
ergibt sich Piom = 47%:-

In den nachfolgenden Intervallen der Pumplaserpulse kann nun das detektierte Atom wel-
tere Photonen emittieren. Aus den gemessenen Daten lasst sich direkt bestimmen, mit welcher
Wahrscheinlichkeit, auf ein erstes Detektorsereignis konditioniert, in den folgenden Pumppuls-
Intervallen, nach 4 us, 8 us, . .., weitere Photonen detektiert werden. Angenommen man hat
N.ona Konditionierungsereignisse (Atome und Rauschen) gemessen und zihlt nun NN, Ereig-
nisse im Intervall 4 us spiter, so ergibt sich die Wahrscheinlichkeit Pye¢(1) = Ni/Neona flr
die konditionierte Detektion eines weiteren Photons. Ebenso lisst sich die konditionierte De-
tektionswahrscheinlichkeit fiir die iiberniichsten(2), usw.(3.,4,...) Intervalle bestimmen. Das Er-
gebnis ist in Abb. 4.7 dargestellt. Fiir weit entfernte Pumpintervalle nimmt die konditionierte
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At_)blldung ‘4.8: Vergleich von Theorie und Experiment der konditionierten Emissionswahrscheinlich
keit P, eines idealen, einzelnen, durch den Resonator fallenden Atoms, ohne zusitzliche Ato ou c;
DetFektonauschen. Im Experiment (blau, unschraffiert) fillt P,,,; fur die,foloenden Pulse schnnl]le unb
als in d_er Th_eorie (griin, schraffiert) und ist um einen Faktor 2-3 kleiner. Die lEeringere Emissioe erl?

scheinlichkeit kann nicht allein durch einen dejustierten Nachweisaufbau erklirt werden Vielme}?rsi\:ta e;

Wahrschemlichkeit immer weiter ab, da das Atom den Resonator verlisst, bzw. in Zustinde
liijmgepumpt w1.rd, welche sch“feicher mit dem Resonator wechselwirken. Sie geht bis auf den
ntergrundsbeitrag von zusétzlichen Atome sowie von Detektorrauschen P, zuriick. Die Wahr-

. scheinlichkeit im selben Pumplaserpuls Py (0) ein weiteres Photon zu detektieren ist gleich

P"om d.h. .d.as _einze]ne Atom emifttiert nur ein einzelnes Photon. Fiir den niedrigen Atomfluss ist
die kondlt.lt.)merte Detektionswahrscheinlichkeit P, kleiner als bei hohem Atomfluss, da hier
das Konditionierungsereignis mit hherer Wahrscheinlichkeit durch Detektorrauschen, hervo

gerufen und daher mit geringerer Wahrscheinlichkeit ein Atom detektiert wird. )

[:Tm die gemessenen Wahrscheinlichkeiten mit einer numerischen Simulation vergleichen
zu kénnen, muss der Idealfall eines einzelnen durch den Resonator fallenden Atoms bestimmt
werden. Aus den Messdaten ldsst sich diese ideale Emissionswahrscheinlichkeit ableiten wem
man’be.riicksichtigt, dass die Detektionswahrscheinlichkeit im Verhiltnis zur Emission;wal:;n
sohelgllchkeit um die Transmission des Raumfilters 7" = 73%, die Detektoreffizienz n = 50‘7_
u_nd die Detektionswahrscheinlichkeit von Atomen P,;,,, abgeschwicht ist. Zudem ?bt— es ﬁi0
ein solches ideales Atom keine zusétzlichen Atome und kein Detektorrausc':hen. Dalius ergiblt-

sich die ideale konditionierte Emissi inli : : Pyes (i) — :
issionswahrscheinlichkeit P, (i) = _ﬁ._:e:,agj,imiw_ Eify solohes

ideales, einzelnes Atom wiirde mit P,,,;; = (15,3%; 9,09 i

emit = (15,3%;9,0%;5,1%;...) im (1.;2.;3.;...) folgen-
den Ppmplaserpuls fiir den hohen Atomfluss, sowie mit P.,,,;; = (1‘2,4%(‘ 8 307(3)‘ 5? 7%)' )g?ir
den niedrigen Atomfluss weitere Photonen emittieren, vgl. Abb. 4.8. A
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Zur Berechnung der entsprechenden idealen konditionierten Emissionswahrscheinlichkeit
in einer numerischen Simulation, siche Abb. 4.8 (schraffiert), wurde die Emissionswahrschein-
lichkeit eines einzelnen Atoms iiber die riumliche Verteilung der Atome gemittelt

Az

=z

[ dz(Pomit(@, Y, 2) Pemit (T + 07,9, 2))y.2

_Azx

Pccmd(T)z : Az mit

=z
[ dz(Pemit(2, Y, 2))y,2
= 2

2ps

Ponit(@,9,2) = | dtRemit(9(x,y, 2), Qp(2), Qr(2), t)- (4.5)
0

Gewichtet mit der Emissionswahrscheinlichkeit an einem festen Ort z wird hier die Emissi-
onswahrscheinlichkeit an den Orten  + vT berechnet, an der sich das Atom beim niachsten,
iibernichsten, usw. Pumplaserpuls befindet. Atome, die am Ort z wahrscheinlicher emittie-
ren, tragen somit stirker zur obigen konditionierten Emissionswahrscheinlichkeit P,,,q bei. Die
Notation (- ), . zeigt an, dass fur festes z iiber y und z, entsprechend den in (4.4) verwende-
ten Grenzen, gemittelt werden muss. Die konditionierten Wahrscheinlichkeiten der Simulation
liegen um einen Faktor 2-3 iiber den gemessenen Werten, vgl. Abb. 4.8. Eine Dejustage des
Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus konnte nur einen Teil dieses Unterschieds erkldren. Da die
gemessenen Wahrscheinlichkeiten jedoch zudem fiir die folgenden Laserpulse schneller abfal-
len, liegt es nahe, dass die Atome zunehmend schwicher an den Resonator gekoppelt werden. In
der Simulation wurde aus Laufzeitgriinden die magnetische Substruktur der Hyperfeinzustinde
der Atome nicht beriicksichtigt. Es liegt jedoch nahe, dass die Atome mit der Zeit in Zeeman-
zustinde gepumpt werden, die schwicher an den Resonator gekoppelt sind und daher mit ge-

ringerer Wahrscheinlichkeit emittieren.

4.2.2 Konditionierte Erzeugung einzelner Photonen

Nach wie vor fallen die Atome jedoch zu zufélligen Zeiten durch den Resonator. Kann man nach
der Detektion eines Atoms (durch die Detektion eines Photons in einem Pumppuls-Intervall) in
den folgenden Intervallen tatséchlich einzelne Photonen erzeugen? Um diese Frage zu kldren,
muss die Statistik des Lichtfeldes in diesen Intervallen bestimmt werden. Sie ldsst sich mit Hilfe
des Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus direkt messen. Wird nur ein einzelnes Photon erzeugt,
dann kann dieses nur von einem der Detektoren nachgewiesen werden. Zusitzliche Atome kon-
nen jedoch zusitzliche Photonen emittieren. Dann konnen beide Detektoren im gleichen Inter-
vall Photonen detektieren. Trotz der Moglichkeit, dass weitere Atome vorhanden sind, sollte die
gemittelte Statistik innerhalb der Intervalle entsprechend folgender Uberlegung sub-poissonsch
bleiben:

Das durch das Konditionierungsphoton mit Py, detektierte Atom kann im folgenden Pump-
laserpuls mit der oben berechneten Wahrscheinlichkeit P...q €in einzelnes Photon erzeugen.
Dem ist das Signal des Detektorrauschens {iberlagert, das in guter Nédherung poissonverteilt ist.
Auch die zusitzlichen Atome, die poissonverteilt angenommen werden, sollten einen poisson-
verteilten Beitrag zum Lichtfeld liefern. Das Verhiltnis des Beitrags eines einzelnen Photons

A
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Afbbild ung 4.9: Sub-Poisson-Statistik der konditionierten Intensititskorrelationsfunktion. Die Detekti
eines c::rsten Photons zeigt die Anwesenheit eines Atoms an. Im direkt vorhergehenden I-ntervall bef:ioz
51.ch dieses Atom mit hoher Wahrscheinlichkeit bereits im Resonator. Dadurch wird die Atomstati t'kr'1
files.em Intervall sub-poissonsch. Dies spiegelt sich entsprechend in der Statistik der emittierten Phift(; m
in dles.ern Intervall wider, wenn pro Atom maximal ein Photon emittiert wird, ¢(*(0) < 1. Das Li h??n
verschiedenen solchen Intervallen ist unkorreliert, d.h. g(g) (AN #£0) =41, ’ . o

zl_lm poissonverteilten Untfargrund entspricht den Verhiltnissen in Abb. 4.7. Daraus lisst sich
die (frwartete Ph(?topenst?ltlstlk berechnen. Konditioniert auf die Detektion eines ersten Photons
ist die Wahrscheinlichkeit P(¢) mit dem nachfolgenden Puls ¢ Photonen zu detektieren

P(g) = (1 - Pdet)pi()\) 3 Pdetpi—l()\)r (46)
wobei p;(\) die Poissonverteilung
pi(A) = —e™ (4.7)

einer mittl_eren Photonenzahl A ist und Pp,; die Wahrscheinlichkeit, das vom einzelnen Atom
Zrze(t;gteQ m;:;eén;a Photon zu detektieren. Aus den in Abb. 4.7 gezeigten Daten ergibt sich fiir
ie (1.;2.;3.) folgenden Laserpulse ¢*(0) = (0,41;0,57;0,73) (10 A

: ,41;0,57; 0, tome/m d ¢?(0) =
(0,30;0,41;0,52) (3,4 Atome/ms). 1 g
- [_)Ie ["hotonenstatistilf des Lichts in diesen Intervallen ldsst sich auch direkt bestimmen.
h”‘l in einem Intervall eines Pumplaserpulses detektiertes Photon signalisiert die Anwesen-
dext eines Atoms. Vom 'nachsten Pumplaserintervall werden nun alle Detektorereignisse auf
dem Dgtgktqr 1 zu_E;(z) aufsummiert, entsprechend vom Detektor 2 zu Es (i), wobei i das
i. Konditionierungsintervall beschreibt. Insgesamt ergibt sich so ein neuer Datensatz mit insge-
samt IV Elementen, wenn N die Anzahl der Konditionierungsphotonen ist. Aus diesem neuen
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Datensatz lisst sich die Intensititskorrelationsfunktion g@(AN) zwischen den beiden Detek-

toren berechnen iiber v
S Ex(i)Bali + AN)
(2) _ =l
g?(AN) = NE, B, : (4.8)
Fiir AN # 0 werden so gegebenenfalls Intervalle verglichen, die vorher zeitlich weit vonein-
ander getrennt waren. Insofern sollten diese Korrelationen vollkommen unkorreliert sein und
g@ (AN # 0) = 1 ergeben. Der eigentlich wichtige Wert ist @ (0). Hier wird direkt die gemit-
telte Intensititskorrelationsfunktion der konditionierten Intervalle bestimmt. Liegt dieser Wert
unter 1, so liegt sub-poissonsches Licht vor. Genauso lisst sich die Analyse statt fiir die auf das
Konditionierungsintervall folgenden Intervalle auch auf die vorhergehenden, usw. , bzw. liber-
nichsten, usw. verallgemeinern. So lasst sich fiir all diese Intervalle die Intensititskorrelati-
onsfunktion bestimmen. Dies ergibt fiir den hohen Atomfluss g®(0) = (0,95(18);0,69(11);
0,41(6);0,52(6); 0,55(10); 0,78(16)) fiir die (—3.; —2.; —1.:1.:2.;3.) benachbarten Laserpulse
und fiir den niedrigen Atomfluss g (0) = (0,25(11); 0,45(15)) fur die (—1.;1.) Intervalle,
vgl. auch Abb 4.9 fiir den jeweils —1. Laserpuls. Dies stimmt gut mit dem oben erklarten Mo-
dell iiberein.

Die Eigenschaften des erzeugten Gemischs an Photonen lassen sich daher folgendermalen
zusammenfassen: Die Statistik ist deutlich sub-poissonsch. Fiir die benachbarten Laserpulse
und den hohen Atomfluss von 10 Atome/ms lasst es sich gut durch einen mit 15% Effizienz er-
zeugten Einzelphotonenzustand tiberlagert von einem Poissonzustand mit A = 0,047 beschrei-

ben.
Fiir einen perfekten Ein-Photonen-Zustand miisste man ¢@(0) = 0 erreichen. Dies ist

durch die poissonsche Beimischung susitzlicher Atome begrenzt. Zudem miisste die Effizienz
der Einzelphotonenerzeugung auf deutlich iiber 15% gesteigert werden. Mit einem bei starker
Kopplung gefangenen einzelnen Atom sollte man einem perfekten Ein-Photonen-Zustand deut-

lich niher kommen.

4.3 Kontinuierliche Photonenerzeugung

Lisst man Pump- und Riickpumplaser gleichzeitig auf die Atome wirken, so konnen die Atome
nach erfolgter Photonenemission sofort wieder in den Ausgangszustand zuriickgepumpt wer-
den. Die Anzahl emittierter Photonen steigt stark an. Da der Pumplaser nicht langsam einge-
schaltet wird, werden die Photonen hier nicht iiber einen adiabatischen Prozess erzeugt, sondern
zu zufilligen Zeiten emittiert. Dieser Aufbau ist einem Ramanlaser sehr dhnlich. Jedoch kann
die mittlere Anzahl der zum Lichtfeld beitragenden Atome durch den Fluss an Atomen frei
eingestellt werden. Dadurch ergeben sich interessante Effekte.

4.3.1 Anregungsspektren mit Riickpumplaser

Durch das gleichzeitige Einstrahlen von Pump- und Riickpumplaser sind neben dem Raman-
prozess weitere Moglichkeiten der Photonenerzeugung moglich. Die Anregungsspektren wer-
den deutlich komplizierter als in Kapitel 4.1.1 gezeigt. Mit Hilfe von 3 wesentlichen Mecha-
nismen — vgl. dazu auch die entsprechenden Terme des transformierten Hamiltonoperators
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Abbildung 4.10: Vergleich der Anregungsspektren in Experiment und Simulation. Die jeweils nicht
dargestellte Verstimmung von (Ap, Agr, A¢) ist resonant zum jeweiligen Atomiibergang. Fiir Raman-
resonanz, d.h. Ap = A, werden iiber den Ramanprozess Photonen erzeugt. Sind Rijckpilmplaser und
ol?ltlscher Resonator resonant, also Ap = Ag, so erhidlt man Streuung von Photonen in den Resonator.
Fiir A i Apg werden die Atome in den durch Pumplaser und Riickpumplaser erzeugten Dunkelzustan(i
de.r belder.l Grundzustinde gepumpt (siehe Text), woraufhin keine weiteren Photonen emittiert werden
Die e?gpenmentellen Parameter sind (QB%"; QF%) = 27 (44;33) MHz(a) und = 27 (13;33) MHz Ir;
der Simulation wurden die Parameter (Qp; Qg; g) = 27 (7,6; 3,3; 2,5) MHz verwendet. , -

1. Sind Pumplaser und optischer Resonator in Ramanresonanz (Ap = Ag), so kann der
Ramgnprozess Photonen im Resonator erzeugen. Voraussetzung fiir eine hohe Photonen-
rate ist, dass der Riickpumplaser die Atome wieder aus |g) in den Ausgangszustand |u)
zuriickpumpt, damit diese weitere Photonen erzeugen kénnen. Daher sollte der Riick-
pumplasers moglichst in Resonanz sein, also Ag = 0.
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Abbildung 4.11: Drei wesentliche Mechanismen zum Verstindnis der Anregungsspektren mit Riick-
pumplaser. (1) Pumplaser und Resonator fithren fiir (Ap = A¢) zu einem Ramanprozess zwischen
|u,n — 1) und |g, n). Der Riickpumplaser pumpt die Atome in den Ausgangszustand |u) zuriick. (2) Der
Riickpumplaser kann fiir Ac = A Photonen in den Resonator streuen. Der Pumplaser pumpt in diesem
Fall die Atome in |g) zuriick. (3) Sind Pumplaser und Riickpumplaser resonant wird ein Dunkelzustand
zwischen |u) und |g) gebildet, der die Photonenerzeugung unterdriickt.

2. Die Funktion von Pump- und Riickpumplaser kann jedoch ebenso gut vertauscht werden.
Ist der Riickpumplaser resonant zum optischen Resonator (Ac = Ag), so kénnen Pho-
tonen aus dem Riickpumplaserstrahl in den Resonator gestreut werden. Der Pumplaser
pumpt Atome, welche nach |u) fallen fiir Ap ~ 0 wieder in das Zwei-Niveau-System

{lg), |e)} zuriick.

3. Kaum Photonen werden emittiert, wenn Pump- und Riickpumplaser resonant sind
(Ap = Ap). Die beiden Laser erzeugen zusammen den Dunkelzustand |¢) entsprechend

|¢) = cosOlu, 0) —sinOlg,0) mit tan © = a. 4.9)
R

Atome, welche in diesen Dunkelzustand gelangen, sind vollstindig entkoppelt und kon-
nen keine weiteren Photonen emittieren.

Die Simulationen in Abb. 4.10 stimmen recht gut mit den experimentellen Anregungsspek-
tren iiberein, vorausgesetzt man verwendet deutlich geringere Rabifrequenzen von Pump- und
Riickpumplaser als im Experiment. Fiir zu hohe Rabifrequenzen in der Simulation wird der
Bereich des Dunkelzustandes so breit, dass im beobachteten Bereich fast keine Emission mehr
erfolgt. Niedrigere Rabifrequenzen lassen sich jedoch nur durch niedrigere Dipolmatrixelemen-
te erkliren. Folglich sind die hier beobachteten Atome diejenigen Atome, welche mit der Zeit
in schwicher koppelnde magnetische Unterzustinde umgepumpt wurden. Eine komplexere Si-

mulation, welche die magnetische Substruktur einbezieht, sollte die experimentellen Ergebnisse

genauer reproduzieren. Diese ist jedoch aufgrund ihrer Komplexitit zu zeitaufwéndig.
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Abpildung 4.1%: Variation des Atomflusses. Fiir eine mittlere Atomzahl um 1 im optischen Resonator
ergibt sich ein Ubergang von Antibunching (9@(0) < g¥ (7)) zu Bunching (42 (0) > ¢? (1)), also
der Ubergar?g von einer nicht-klassischen zu einer klassischen Lichtquelle. Durch die Ladezeit de;' Fal-
le (20 ms bis 2,5s) und den ersten Spalt in Fallrichtung kann der Atomfluss variiert werden. Fiir jede
der Kurven wurde die magnetooptische Falle 1000 mal geladen, im Messintervall von §t z 7,86 ms
Ifhotonen }'egistriert und vom gesamten detektierten Photonenstrom die dargestellte lntensitéitsk::)rrela-
t10n§funkt10n zwischen den beiden Detektoren des Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus berechnet. Die
Rabifrequenzen von Pump- und Riickpumplaser sind Qp = 27 7,6 MHz und Q0 = 27 3,3 MHz‘ die
Raman-Verstimmung ist A = —27 20 MHz. } ,

4.3.2 Ubergang von nicht-klassischem zu klassischem Licht

Mit Hilff: des Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus soll nun die Intensitéitskorrelationsfunktion
und damit die Photonenstatistik des emittierten Lichts bei kontinuierlicher Anregung vermessen
werden. Wird die magnetooptische Falle nur kurz geladen, so ist der Strom von Atomen, der den
R_essmator passiert, sehr klein. Fiir im Mittel N = 0,15 Atome im Resonator beobac};tet man
die in Abb. 4.12 (a) dargestellte Intensititskorrelationsfunktion. Sie zeigt deutlich eine erhdhte
Korrelation ¢®(7) > 1 fiir 7 < 17 s, entsprechend der Durchflugszeit einzelner Atome

und zudem ein nicht-klassisches Verhalten mit Antibunching (9(0) < ¢®*(7)). Khintichie
Ergebnisse mit einem einzelnen in einem Resonator gefangenen Atom wurden kiirzlich in [102

103] veroffentlicht. ’

Steigert man den Atomfluss, so dass sich im Mittel mehr als 1 Atom im Resonator aufhalt
so beobachtet man in der Intensitéitskorrelationsfunktion einen Ubergang von Antibunching zu
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Bunching, d.h. zu g (0) > g®(7), sieche Abb. 4.12 (b) und (¢). Die Photonen werden dann be-
vorzugt in Paaren aus dem optischen Resonator emittiert. Das Bunching verletzt, im Gegensatz
zum Antibunching, nicht die Schwarz’sche Ungleichung (2.87) und ist daher klassisch erkldrbar.
Man beobachtet folglich einen Ubergang von nicht-klassischem Licht fiir Atomzahlen N < 1
zu klassischem Licht fiir Atomzahlen N > 1.

Dieser Ubergang kann unter anderem mit Hilfe der Theorie unabhingiger Emitter erklért
werden. Aus dieser ergibt sich fiir eine poissonverteilte Atomzahl mit Mittelwert N, sowie der
Korrekturfunktion f(7), die die begrenzte Wechselwirkungszeit jedes einzelnen Atoms wider-

spiegelt
o (2)
g®(r) = f(r)g—f*ﬂ—ﬁﬂ +1+ f(r)*lg ()P, (4.10)

vgl. Kap.2.3.3. Das Signal setzt sich aus 3 verschiedenen Komponenten zusammen. Nochmals
kurz zusammengefasst sind die Ursachen dieser Beitrage:

L2} T . . e - - -
1. Das Antibunching-Signal f (T)EA-N(——} wird durch das Intensititskorrelationssignal eines

einzelnen Atoms gf) (1) hervorgerufen. Jedes einzelne Atom muss nach einer Photo-
nenemission erst in den Ausgangszustand zuriickgepumpt werden, bevor es ein weiteres
Photon emittieren kann. Deshalb halten die Photonen einen zeitlichen Abstand. Dadurch
ergibt sich das Antibunching-Minimum bei 7 = 0. Verlustprozesse, wie spontane Emis-
sion, fiihren zu Dekohdrenz des 7ustands eines einzelnen Atoms, daher sind Photonen zu
sehr unterschiedlichen Zeitpunkten vollsténdig unkorreliert. Die Intensititskorrelations-
funktion eines einzelnen Atoms gf) (1) geht folglich fir 7 — oo gegen 1. Da jedes ein-
zelne Atom jedoch nur eine begrenzte Zeit mit dem Resonator wechselwirkt, konnen nur
Photonen aus diesem Zeitintervall zur Intensititskorrelationsfunktion g_(f) (7) beitragen.
Daher wird die Korrekturfunktion f(7) eingefiihrt mit lim, e f(r) = 0und f(0) = 1.
Der gesamte Beitrag skaliert mit dem inversen der mittleren Atomzahl N und verschwin-

det somit fiir hohe Atomzahlen.

2. Die Bunching-Komponente f(7)?] gg)('r)F ergibt sich aus dem Heterodyne-Signal zwei-
er Atome. Durch konstruktive und destruktive Interferenz der von zwei Atomen emittier-
ten Photonen (bzw. stimulierte Emission und Absorption, vgl. Kap. 3.7) fluktuiert die In-
tensitit stirker. Wenn ein Photon detektiert wird, ist konstruktive Interferenz wahrschein-
lich und mit hoherer Wahrscheinlichkeit wird ein zweites Photon gleichzeitig nachge-
wiesen. Das Gegenteil gilt fiir destruktive Interferenz. AuBerhalb der Koharenzzeit sind
Kkonstruktive und destruktive Interferenz bei to und to + 7 unabhiingig voneinander. Das
zusitzliche Bunching-Signal verschwindet. Der Beitrag fillt mit dem Betragsquadrat der
Korrelationsfunktion erster Ordnung | gfql) (1)|? ab, deren 1/e>-Abfall die Kohérenzzeit 7.
definiert. Er ist fiir eine poissonverteilte Anzahl von Atomen unabhdngig von N und ver-
bleibt daher auch bei hohem Atomfluss im Gegensatz zur Antibunching-Komponente.

3. Ein konstanter Untergrund vom Wert 1 ergibt sich aus Korrelationen zwischen verschie-
denen Atomen ohne Interferenz. Die poissonverteilten Atome kommen vollstindig un-
korreliert am Resonator an. Die Statistik der Atome wird auf das Lichtfeld iibertragen,

was zum unkorrelierten konstanten Beitrag fuhrt.
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Albbi.ldung 4.13: Zerlegung der gemessenen Intensitéitskorrelationsfunktion in ihre Komponenten bei
med'ngem _Atomﬂuss (@), N = 0,6) und hohem Atomfluss ((b), N = 6,6). Die Amplitude der
Aptlbunchmg«l(omponente ist proportional 1/, die der Bunching-Komponen;e konstant bei 0,56. Die
Dichte der Atomwolke und damit die beobachtete Intensitit variieren leicht innerhalb des Messir’lter:valls
:lnf t :WT,Sﬁdms, \fvoldurch sich ein leichter Offset relativ zum konstanten Untergrund von 1 ergibt. Der
ative Wert der mittleren Atomzah it Hi :
relatve er ¢ 1/ﬁ_verhaken geeiclh :v'urde mit Hilfe des Fluoreszenzdetektors gemessen, der Absolut-

Mit §_teigender Atomzahl ergibt sich somit fiir dieses einfache Modell zwanglos der beob-
a.cl}tete Ubergang von Antibunching zu Bunching. Durch eine Zerlegung der einzelnen Inten-
sitdtskorrelationskurven in die Komponenten ldsst sich nun tiberpriifen, ob die Antibunching-
Komponente tatséchlich mit 1/~ abfillt, wahrend die restlichen Beitrige konstant bleiben. In

Abbildung 4.13 werden exemplarisch zwei der Kurven mit der Modellfunktion fiir ﬁ(‘r)

— (2)
g (T, N) = 1+ K(N) + fm(7) g’*’}%m + Fn(7)* 1 (TP (4.11)

verglichen. Durch die Variation der Atomdichte innerhalb des Messintervalls ergibt sich ein
zusitzlicher Offset zum unkorrelierten Beitrag 1, der durch die Funktion k() korrigiert wird
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Abbildung 4.14: Die drei Komponenten der Modellfunktion: (a) die Antibunching-Funktion g’ (7),

(b) die Bunching-Funktion | gg}?m('r)ﬁ und (c) die Korrekturfunktion bei endlicher Atom-Resonator
Wechselwirkungsdauer f,,(7). Diese drei Funktionen geniigen die in Abb. 4.12 dargestcllte- Mes_s_ung
fiir beliebige Korrelationszeiten 7 und mittlere Atomzahlen N darzustellen. Die analytischen Ausdriicke

der einzelnen Modellfunktionen sind im Text beschrieben.

k(NN) ist abhingig von der Atomzahl, da sich fir die unterschiedlichen Ladeze.:iten der ma-
gnetooptischen Falle die Ausdehnung der Wolke und damit die Amplitude der l?lchtex_fanatlon
verindert. Zur Beschreibung des Minimums der Antibunching-Komponente eines einzelnen
Atoms bei 7 = 0 wird eine GauBifunktion

g (r)=1- ae~201m)’ (4.12)
mit Amplitude von a = 0,81 & 0,01 und halber Breite 7, = 602 = 10ns (ll/e"") verwendet,
vgl. Abb. 4.14(a). Das Bunching-Maximum lasst sich gut mit einer Gauflfunktion

1950, (7)? = be 7’ (4.13)

mit Amplitude b = 0,56 =+ 0,04 und halber Breite 7, = 148 + 13 ns (1/e2) beschreiben, sie-
he Abb. 4.14(b). Die empirische Korrekturfunktion

fnlr) = e~ (V1) (4.14)

gibt den Abfall der Intensititskorrelationsfunktion fiir 7 — 00 wieder mit 7y = 7,1 £0,1 ps,
Abb. 4.14(c). . ' o
Zusammengefasst kann die beobachtete Intensititskorrelationsfunktion tatsachll_ch in die
verschiedene Komponenten zerlegt werden, wobei die Antil?}lnching-Komppnente mit 1/1_\! ab-
fillt, wihrend die Bunching-Komponente konstant bleibt. Uber die Amplitude der Anpbun—
ching-Komponente wird die absolute Atomzahl geeicht, die relativ‘e Atomzahl vE/urde mit dem
Fluoreszenzdetektor gemessen. Die Amplitude des Bunching-Maximums sollte i Mode.ll un-
abhiingig emittierender Atome definitionsgemé8 ( gfql)(O) =1) g_leich Eins §ein. Mit 0,56 ist sie
nur etwa halb so groB. Fiir unabhiingige Emitter konnte eine kleinere Amplitude durch sch%ech—
te riumliche Kohirenz erklirt werden. Bei Emittern innerhalb eines optischen Resonators 1st €s
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Abbildung 4.15: Verinderung der Kohirenzeigenschaften durch kooperative Effekte. Die Amplitude des
Bunching-Maximums und damit g(®)(0) nimmt fiir hohe Atomzahl zunehmend ab (a), gleichzeitig wird
die Kohidrenzzeit 7. groBer (b). Die Eigenschaften des Lichts nihern sich somit denen eines kohérenten
Zustands, wie u.a. fiir einen Laser nahe seiner Schwelle erwartet wird.

Jedoch wahrscheinlicher, dass durch kollektive Effekte zwischen den Atomen diese nicht mehr
vollstindig unabhingig voneinander emittieren, vgl. Kap. 2.3.4. Insofern kann die Breite des
Bunching-Maximum auch nur eingeschriinkt als Kohirenzzeit des emittierten Lichts interpre-
tiert werden.

Im Vergleich zur durch den Resonator vorgegebenen Kohdrenzzeit von 7, = 1/x = 127ns
(1/e>-Abfall) ist das Bunching-Maximum mit 7, = 148ns (1/e?) etwas breiter. Das Licht er-
scheint daher kohdrenter, was von einer kollektiven Emission der Atome kommen kann. Expe-
rimentell kann die Kohdrenzlinge bzw. Kohirenzzeit der emittierten Photonen nur iiber ein In-
terferometer gemessen werden. Dazu miisste jedoch ein sehr groBes Interferometer mit > 60 m
Gangunterschied aufgebaut werden.

Die gaufi’sche Form des Bunching-Maximums deutet darauf hin, dass das Frequenzspek-
trum der emittierten Photonen ebenfalls gauBverbreitert ist. Eine inhomogene Linienverbreite-
rung, z.B. aufgrund der unterschiedlichen Verschiebung der m p-Unterzustinde durch das Fiih-
rungsmagnetfeld, scheint daher wahrscheinlich.

4.3.3 Kooperative Emission in den Resonator

Bei schnellerem Riickpumpen der Atome und hoherer Atomzahl treten zusitzliche Hinweise auf
kollektiven Effekte auf. Diese zeigen sich unter anderem in der Intensititskorrelationsfunktion.
In Abb. 4.15 ist diese fiir mittlere Atomzahlen von N = 7,5 und N = 130 dargestellt. Of-
fensichtlich wird aufgrund des stirkeren Riickpumpens kein Antibunching beobachtet. Dies ist
konsistent mit der quantenmechanischen Simulation fiir die verwendeten experimentellen Para-
meter, siche Kap. 2.3.6. Als Modellfunktion kann daher, unter der Annahme dass g_(f‘ln('r) ~ 1
gilt,

@ 1
g (1, N) = 1+ k+ fn(7) 55 + fm (7l ()P (4.15)




88 Kapitel 4. Experimentelle Ergebnisse

3,0 1 1,6 1 1 1 1 1 1

s 1 (a) 5 1 (b) ]

E 2-.5 ( 'iE ) 1, =

S s "2 % 4]

g 2,0+ . — 1,41 i

= 1 A 9 | I

o . g !

S 1,51 s 1,31

= & |

B 101 5 _

© 1,0- S 1,2-

~ ] ]

Z 0,51 1,1 I

g 0 |
0,0 1,0

0 20 40 60 80 100 120 140
mittlere Atomzahl N

0 20 40 60 80 100 120 140
mittlere Atomzahl N

Abbildung 4.16: Suche nach einer Laserschwelle. (a) Mittlere Photonenzahl in Abhéngigkeit der mittle-
ren Atomzah! im Resonator. Der Verlauf weicht vom linearen Verlauf ab, d.h. pro Atom werden fiir hohe
Atomzahl durch kooperative Emission mehr Photonen emittiert. Das umlaufende Licht‘wird verstéi.rkt.
Ein typisches Schwellverhalten in Form eines sprunghaften Anstiegs der Photon.enz,ahl wird jedoch nicht
beobachtet. (b) Der Fanofaktor des emittierten Lichts steigt weiter an, entfernt sich also zurfehmenﬁ vom
kohirenten Wert F' = 1. Es wird kein Maximum erreicht, welches die Laserschwelle definieren wiirde.

verwendet werden. Auch die Modellfunktion fiir | gf,,},ln(*r)P muss verdndert werden. Anstelle
einer GauBfunktion gibt eine exponentiell abfallende Funktion

g2 ()2 = b(IW)e "V (4.16)

sehr viel besser den beobachteten Verlauf wieder. Diese Modellfunktion entspricht, vorausge-
setzt die Bunching-Komponente zeigt tatsiachlich | gg) (7)|?, einer homogenen Loreptzﬁmktion
im Frequenzraum. Durch das starke Riickpumpen scheint eine inhomogene Verbrelteru_ng ver-
schiedener Atome eine untergeordnete Rolle zu spielen. Sowohl fiir die Amplitude, wie auch
fiir die Breite der Bunching-Komponente wird eine lineare Veranderung mit N zugelassen.
Ohne diese zusitzlichen Freiheitsgrade weicht die Modellfunktion deutlich von der beobachte-
ten Intensititskorrelationsfunktion ab, siehe Abb. 4.15. Die Amplitude ergibt sich zu b(N) =
(0,455 0,005) — (0,00103 £ 0,00006) x N, d.h. die Amplitude veréndert sich im beob‘achteter}
Bereich der mittleren Atomzahl von N = [7,5; 130] um 0,126, bzw. um 27% der Amplitude bei
N = 7.5. Die Breite der Komponente ist 7,(V) = (87 = 2) ns + (0,25 £ 0,02) ns/Atom x N.
Sie wird also um 31ns oder 35% breiter. Das emittierte Licht wird durch kooperative Effek-
te etwas kohérenter, wie es auch fiir das einfache Laser-Ratenmodell in Kap. 2.3 .4, A!ab. 2.14
erwartet wird. Im Vergleich zur Kohdrenzzeit des Resonators von 7. = 127 ns sind die beob-
achteten Breiten des Bunching-Maximums zu kurz. Es scheint daher, dass die Kohdrenz des
Lichtfeldes im Resonator schneller zerstort wird, als durch die Dekohérenz des Resonators zu
erwarten wire. Wahrscheinlich wird durch zu starkes Riickpumpen zusitzliche Dekohérenz ver-

ursacht.
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Auch bei anderen Messgrofen lassen sich Hinweise auf kooperative Effekte finden.
Abb. 4.16 (a) zeigt die mittleren Photonenzahl 72 im Resonator in Abhingigkeit der mittle-
ren Atomzahl N. Das Signal des Fluoreszenzdetektors bestimmt auch hier die relative mittlere
Atomzahl. Die absolute Anzahl an Atomen wurde wiederum mit Hilfe der Komponente f,,(7) %
der Intensititskorrelationsfunktion geeicht. Fiir niedrige Atomzahlen erzeugt jedes Atom im
Mittel #/atom = 0,015 Photonen im Resonator. Bei N = 130 sind es schon #/atom = 0,02.
Pro Atom werden also etwa 30% mehr Photonen erzeugt. Das Licht im Resonator wird durch
das Medium an Atomen verstirkt, d.h. man beobachtet eine kooperative Emission der Atome.
Leider zeigt sich keine klar definierte Laserschwelle. Fiir quantenmechanische Laser nahe dem
Regime starker Kopplung verwendet man iiblicherweise das Maximum des Fanofaktors zur Be-
stimmung der Laserschwelle. Mit Hilfe von Gl. (2.83) kann der Fanofaktor aus 7 und g(*(0)
experimentell bestimmt werden. Abb. 4.16 (b) zeigt den so bestimmten Verlauf des Fanofak-
tors in Abhingigkeit der mittleren Atomzahl N. Er steigt im gesamten Messbereich in etwa
linear an. Ein Maximum wird nicht erreicht, so dass mit Sicherheit die Laserschwelle nicht
iiberschritten wird.

Insgesamt beobachtet man fiir sehr hohe Atomraten Abweichungen vom Modell unabhéngig
strahlender Atome und damit erste Anzeichen kooperativer Effekte. Die Verluste des Resonators
scheinen im Verhéltnis zur Verstirkung zu groB, so dass die Laserschwelle des Systems trotz
hohe mittlere Atomzahlen von N > 100 nicht erreicht wird. Insofern ist das untersuchte System
auf jeden Fall weit entfernt von einem Einatom-Laser [87, 89].

4.4 Bunching gepulst emittierter Photonen

Fiir einen sehr hohen Atomfluss befinden sich mehrere Atome gleichzeitig im optischen Re-
sonator. Pro Atom kann ein Photon in den Resonator abgestrahlt werden, so dass prinzipiell
bei hoher Effizienz der Photonenerzeugung ein mehr-Photonen-Fockzustand generiert werden
kann, siche z.B. [104]. In unserem Experiment ist die Emissionseffizienz jedoch deutlich kleiner
1 und die Anzahl der Atome fluktuiert. Der Zustand des erzeugten Lichts ist daher mit Sicher-
heit kein mehr-Photonen-Fockzustand. Daher bleibt die Erzeugung eines solchen Zustands zu-
kiinftigen Experimenten vorbehalten. Trotzdem beobachtet man eine grundlegend andere Pho-
tonenstatistik als bei geringem Atomfluss und kann daraus auch hier auf kooperative Effekte
der Atome schlieBen. Auflerdem erhilt man erste Hinweise auf die Kohidrenzeigenschaften der
gepulst emittierten Photonen.

Wie Abb. 4.17 (a) zeigt, werden bei hoher mittlerer Atomzahl die Photonen wihrend der
Anregung mit dem Pumplaserpuls geringfiigig friiher emittiert. Gleichzeitig steigt die mittle-
re detektierte Photonenzahl pro Durchflug eines Atoms von (%/atom) = 0,19 bei niedrigem
Atomfluss (13 Atome/ms) auf (?/atom) = 0,24 bei hohem Atomfluss (580 Atome/ms) an.
Die Effizienz der Photonenerzeugung wird also durch die kooperative Kopplung der Atome an
den Resonator erhoht. Anschaulich erklirt, erhoht sich die Kopplungsstérke g+/n + 1 zwischen
Atom und Resonator um den Faktor v/n + 1, wenn sich bereits n Photonen im Resonator befin-
den. Bei hohem Atomfluss werden hier im Mittel (»/puis) = 1,6 Photonen pro Pumplaserpuls
erzeugt. Sind diese Photonen alle gleichzeitig im Resonator, so erwartet man unter Annahme
eine Poissonverteilung der Photonenzahl eine im Mittel 1,56 mal stirkere Kopplung als beim
Vakuumzustand. Diese hohere Kopplungsstirke sollte, wie bereits in Abb. 4.4 beobachtet, zu
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sehr hoher Atomfluss (580 Atome/ms)
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Abbildung 4.17: Gepulste Photonenerzeugung bei hohem Atomfluss von 580 Atome/ms. (a) Wihrend
des Pumplaserpulses von 0 bis 2 us werden die Photonen bei hohem Atomfluss nur geringfiigig friiher
emittiert als bei niedrigen Atomfluss von 13 Atome/ms. Die kooperativen Effekte zwischen den Atomen
scheinen daher gering zu sein. (b) Die Intensititskorrelationsfunktion gemessen mit dem hohen Atom-
fluss (durchgezogenen Linie) zeigt im Vergleich zum nach 7 = 0 periodisch fortgesetzten Signal fur
lange Verzogerungszeiten (gestrichelte Linie), vgl. Abb. 4.6, ein zusitzliches Bunching-Maximum bei
7 = 0. Analog zum Modell unabhingig strahlender Atome in Kapitel 2.3.3 liegt es nahe, den 1/e2-Abfall
des Bunching-Maximums als Kohérenzzeit 7. der Photonen zu interpretieren. Dieses zusitzliche Maxi-
mum bei 7 = 0 kann durch eine GauBkurve der Breite 7 = 109 & 3 ns(HWHM) angenihert werden,

entsprechend 7. = 7/(1/1/21n2) = 185 &+ 5 ns.

einer fritheren Photonenemission, aber auch zu einer hoheren Effizienz der Photonenerzeugung
bei geringeren Verlusten, vgl. Gl. (2.75), fiihren. Bei der bisher beobachteten verhéltnismaBig
geringen Emissionseffizienz < 20% sollte die Effizienz Py in guter Ndherung proportional
zu g(A + 1) sein. Da jedoch die Effizienz nicht mit Pemir ~ ¢*(1,6 + 1) wichst, strahlen die
Atome noch weitgehend unabhéngig voneinander.

Wie fiir kontinuierliche Anregung mit Pumplaser und Riickpumplaser (Kap. 4.3.2) wird
auch bei gepulster Anregung bei sehr hoher Atomzahl Photon-Bunching beobachtet, vgl.
Abb. 4.17 (b). Fiir unabhingig strahlende Atome im nicht gepulsten Fall wird dieses Maxi-
mum durch den Beitrag [¢(") (7)|? hervorgerufen. Der 1/e2-Abfall dieses Beitrags entspricht der
Kohirenzzeit des emittierten Lichts. Es ist bisher nicht klar, ob das Bunching-Maximum auch
bei gepulster Anregung in erster Néherung als Komponente proportional | gV (1)|? interpretiert
werden darf. Die Atome sollten jedoch, wie oben diskutiert, weitgehend unabhingig vonein-
ander emittieren. Letzendlich ldsst sich die Aussage, dass die Breite und Form des Bunching-
Maximums durch die Kohirenzeigenschaften der Photonen gegeben ist, experimentell nur mit
Hilfe eines sehr groBen Interferometers beweisen.

Nimmt man an, dass auch fiir die gepulste Messung die Breite des Bunching-Maximums als
Kohirenzzeit des emittierten Lichts interpretiert werden kann, so ergibt sich aus der Breite des
Bunching-Maximums eine Kohérenzzeit 7. = 185+ 5ns (1 /e2-Abfall). Diese Zeit ist linger
als die Zerfallskonstante des elektrischen Feldes des optischen Resonators von 7. = 127 s,
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aber auch erheblich kiirzer als die Linge eines adiabatisch erzeugten Photonenwellenpakets
von 1 — 2 ps. Dies deutet darauf hin, dass die Wellenpakete der einzelnen Photonen sehr kurz
sind.

. Es stellt sich die Frage, wie gro3 die Kohérenzzeit von Photonen sein sollte, die nicht in
einem perfekt adiabatischen Prozess iiber den Dunkelzustand erzeugt werden, sondern bei deren
Erzeugung durch spontane Emission des angeregten Zustands Phasenfluktuationen auftreten
konnen. Dazu wurde das A-System entsprechend der Beschreibung in Kapitel 2.2.6 simuliert.
P}usgehend vom Anfangszustand |u, 0) wurde das Atom bei konstanter Kopplungsstiirke ¢ einer
llnfear ansteigenden Rabifrequenz des Pumplasers (2p ausgesetzt. Nach 2 pus wird der Pumplaser
b_e1 2B ausgeschaltet. Mit Hilfe der so berechneten Dichtematrix p(t) zum Zeitpunkt ¢ lasst
sich der Erwartungswert der nicht normierten Korrelationsfunktion 1.0rdnung? G((#, ¢t 4-7) =
((’lif(t + 7)a(t)) berechnen. Die normierte Korrelationsfunktion ¢ (7) ergibt sich, wenn man
die unnormierte Korrelationsfunktion iiber die gesamte beobachtete Zeit ¢ mittelt und mit dem
Mittelwert der in diesem Intervall detektierten Intensitit normiert

2us

J dt{at(t +)a(t))

=
—
—
=
p—
I
=

(4.17)

Die Kohiirenzzeit 7. des emittierten Photons ist iiber den !/e2-Abfall von |g!) (7)|* definiert. Das
Zu gehqn ge Leistungsspektrum des emittierten Photons S(A) ldsst sich durch eine Fouriertrans-
formation der Korrelationsfunktion 1.Ordnung berechnen [105, Kap. 4.2]

S(A) = fdrg(l)(r)e_iaf. (4.18)

Die in Abb. 4.18 dargestellten Leistungsspektren sind so normiert, dass

o0

f S(A)dA = 1. (4.19)

—o0

Abbildung 4.18(a) zeigt so bestimmte Betragsquadrate der Korrelationsfunktion 1.0rdnung
lgM)(7)|? fiir zwei verschiedene Kopplungsstirken g = 27 (2,5;0,5) MHz zwischen Atom und
Resonator. Aus dieser Simulation ergibt sich, unabhingig von der Kopplungsstiirke zwischen
Atom und Resonator, fiir ein einzeln erzeugtes Photon eine mehr als 5 mal lingere Kohirenz-
zeit (1. = 1 ps) als aus der beobachteten Breite des Bunching-Maximums. Jedes Photon fiir sich
sollte also ein deutlich lingeres, anndhernd perfekt kohirentes Wellenpaket bilden. Eine kurze
%(ohé’irenzzeit des Experiments ldsst sich nur iiber eine inhomogene Verbreiterung der Photonen
im Frequenzraum erkldren. Da die Form des Bunching-Maximums gauBformig ist, kann auch
in erster Naherung das Frequenzspektrum als gaullformig angenommen werden. Aus der Breite
des Maximums 7, = 185 = 5 ns ergibt sich so eine Linienbreite Avrwnm = 2,9 MHz. Die Pho-
tonen miissten daher durch den Ramanprozess bei stark unterschiedlichen Frequenzen emittiert

2Die Methode, den Erwartungswert zu berechnen, wurde in einer Fufinote von Kap. 2.3.6 beschrieben.
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Abbildung 4.18: Simulation der Kohérenzeigenschaften der erzeugten Photonen. (a) Dl‘;:r 1/e2-Ablel c?es
{iber die Zeit gemittelten Betragsquadrats der Korrelationsfunktion 1.0rdnung [ dt.] g' (.t’ t+ 'r)| ; hle.r
dargestellt fiir die Kopplungsstarken g = 27 2.5 MHz und g = 2.;'1' 0.5 MHz, deﬁntert die Kohirenzzeit
7. bei nicht-stationiren Signalen. Die resultierende Koh%irenzz.elt T =.950 ns fir g = 21:‘. 2.“5 MHz
und 7. = 1010ns fiir ¢ = 27 0.5 MHz ist deutlich linger als im Experiment beobachtet. Die librigen
zur Simulation verwendeten Parameter sind (A; Q3% k;y) = 27 (—20;11,3; 1’25;.3.) MHz. (b) Das
durch eine Fouriertransformation von ¢{!)(7) bestimmte Leistungsspektrum der emlttlert‘en Photonerf
zeigt eine Frequenzverschiebung um Aw = 27 1 MHz relativ zum Dunkelzustand, der sich exakt bei
A = —27 20 MHz befinden miisste.

werden, die sogar weiter verteilt sind als es durch die Linienbreite des optisc.:hen Resonators
von Av = 2,5 MHz vorgegeben ist. Als Ursachen dieser inhomogfenen Verbrelterung kommen
unterschiedliche Kopplungsstirken bei Emissionsprozess, sowie eine Zeemanv?rschlebqu der
verschiedenen m g-Unterzustinde in Frage. Fiir unterschiedliche Kopplungsstarl.(e g variieren
die simulierten Frequenzspektren jedoch nur gering, wie Abbildung 4.18(b) zeigt. Es ist d'a—
her unwahrscheinlich, dass eine unterschiedliche Kopplung der Atome zur beobachteten Brfnte
des Bunching-Maximums fiihrt. Das Fithrungsmagnetfeld in. x-Richtung von B, =0,3G ﬁlhrt
zu einer Aufspaltung der Ramaniibergénge der unterschiedlichen magne_tlschen l:Tnterzustanfie
von 1,4 MHz, wodurch immerhin ein Teil der geringen Breite des Bunching-Maximums erklart
werden kann. . ' _ .
Wie bereits betont, kann aus der Breite des Bunching-Maximums mc'ht notwendigerwei-
se auf die Kohirenzlinge der Photonen geschlossen werden, es ergeben s1‘ch dar:fus nur erste
Hinweise auf die Kohirenzzeit. Diese Betrachtung deutet jedoch an, dass Q1e I_(oharenzzelt der
erzeugten Photonen 5 mal kiirzer als die erwartete Kohirenzzeit ist. Um die ]_Elgenschaften Fier
Photonen besser festzulegen, sollte daher auf jeden Fall das A-System auf ein genau definier-
tes m p-Untersystem beschriinkt werden. Genauere Untersuchungen der Koh_arenzelgegschflﬁ«?n
der Photonen und deren Ursachen sind Gegenstand weiterfilhrender Experimente. Wichtig ist
die Kohirenz der Photonen insbesondere zur Realisierung eines optischen Quantencomlfu_ters
[5]. Dort werden wechselseitig ununterscheidbare, also kohérente einzelne Photonen benétigt.

—__—'__—

Kapitel 5

Zusammenfassung und Ausblick

Erzeugung einzelner Photonen: Ziel dieser Arbeit war die kontrollierte Erzeugung einzelner
Photonen durch einen vom Vakuumfeld eines Resonators stimulierten adiabatischen Raman-
transfer (STIRAP). Dazu wird folgender experimenteller Aufbau verwendet: Rubidium-Atome
werden in einer magnetooptischen Falle gefangen und in einer optischen Melasse bis auf wenige
Mikrokelvin abgekiihlt. Nach Ausschalten der Falle werden die Atome durch das Schwerefeld
beschleunigt und fallen durch einen optischen Resonator hoher Finesse. Dort werden sie von
der Seite mit einem Pumplaser angeregt, der einen Zweig eines Ramaniibergangs treibt, wih-
rend das Vakuumfeld des Resonators eine Emission auf dem anderen Zweig stimuliert. Das vom
Atom in den Resonator abgestrahlte Licht verlisst diesen durch dessen Auskoppelspiegel. Das
emittierte Licht wird mit Avalanche-Photodetektoren nach gewiesen und dessen Photonenstatis-
tik mit einem Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau gemessen.

Als erster Schritt wurde nachgewiesen, dass Photonen durch einen adiabatisch getriebenen
Ramantransfer erzeugt werden. Dazu wurde verifiziert, dass:

e Photonen nur in den Resonator emittiert werden, wenn der leere optische Resonator und
der Pumplaser in Ramanresonanz sind. Die Linienbreite des Anregungsspektrums ist da-
bei mit 3 MHz deutlich schmiiler als die natiirliche Linienbreite des angeregten Zustands
von 6 MHz. Dies bedeutet, dass dieser beim Emissionsprozess nicht besetzt wird, da er
spontan zerfallen und somit die Linie verbreitern wiirde. Somit zeigt diese Beobachtung,
dass die Photonen in einem einstufigen Ramanprozess erzeugt werden. Dabei absorbiert
das Atom gleichzeitig ein Photon aus dem Pumplaser und emittiert ein Photon in den
Resonator. Da zu Beginn kein Photon im Resonator vorhanden war, stimuliert dessen
Vakuumfeld die Emission des Ramaniibergangs.

e Die Effizienz des Prozesses charakteristisch von der Position des Pumplasers in Fallrich-
tung der Atome abhingt. Diese Position bestimmt die Abfolge der Kopplungen an Pump-
laser und Vakuumfeld des Resonators. Man beobachtet nur dann eine effiziente Photonen-
erzeugung, wenn das Atom bereits mit dem Vakuumfeld des Resonators wechselwirkt,
wihrend die Intensitdt des Pumplasers anwichst. Diese anti-intuitive Pulssequenz ist fiir
einen adiabatischen Ramantransfer iiber den Dunkelzustand des Systems erforderlich. Da
im ,,strong-coupling“-Regime der Beitrag des angeregten Zustands zum Dunkelzustand
gering ist, lassen sich so Verluste durch spontane Emission unterdriicken.
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Im zweiten Schritt wurde die getriggerte Erzeugung einzelner Photonen demonstriert: Da
eine fallende Wolke thermischen Atome verwendet wurde, 1st die Ankunftszeit der Atome und
somit der Zeitpunkt der Photonenerzeugung unbestimmt. Befindet sich ein Atom im Resonator,
so kann der Emissionszeitpunkt der Photonen jedoch durch eine alternierende Folge von Pump-
und Riickpumplaserpulsen festgelegt werden. Wihrend eines Pumplaserpulses kann ein einzel-
nes Photon emittiert werden, im anschlieBenden Riickpumplaserpuls wird das Atom wieder in
den Ausgangszustand zuriickbefordert. Photonen werden vorwiegend wihrend der Pumplaser-
pulse detektiert. Die Pumplaserpulse haben eine Repetitionsrate von 250 kHz. Daher kann ein
Atom withrend seines Durchflugs durch den Resonator eine getriggerte Sequenz von bis zu 7
Photonen in etwa 30 us emittieren.

Trotzdem ist auch bei getriggerte Anregung nicht gewihrleistet, dass einzelne Photonen
erzeugt werden. Die Anzahl der Atome im Resonator ist stets poissonverteilt, so dass beim Ra-
mantransfer die Statistik der Atome direkt auf das Lichtfeld iibertragen wird. Daher konnen nur
einzelne Photonen erzeugt werden, wenn zuvor die Anwesenheit eines einzelnen Atoms detek-
tiert wurde. Bei niedrigem Atomfluss kann dies durch eine erste Photonendetektion erfolgen.
Im Anschluss daran kénnen in den folgenden Pumplaserintervallen kontrolliert einzelne Pho-
tonen erzeugt werden. Dies zeigt sich direkt in einer sub-poissonschen Photonenstatistik des
emittierten Lichts wihrend dieser Intervalle.

Fiir eine kontinuierliche Sequenz von Einzelphotonen miisste ein einzelnes Atom im Re-
sonator festgehalten werden [41, 42, 43, 44, 45, 46]. Das Atom-Resonator-System sollte sich
dabei weit im Regime starker Kopplung befinden, um eine effiziente Photonenemission zu ge-
wihrleisten.

Ein groBer Vorteil des adiabatischen Ramantransfers ist, dass die Eigenschaften der erzeug-
ten Photonen gezielt kontrolliert werden konnen. Zum einen wird die Trigerfrequenz der Pho-
tonen durch die Verstimmung des Ramanprozesses definiert. Zum anderen ist der adiabatische
Transfer ein unitirer Prozess, der es erlaubt, iiber die Geschwindigkeit des Transfers die Form
des Photonenwellenpakets zu verindern. Infolgedessen sollte es moglich sein, mit verschie-
denen Emittern wechselseitig kohérente ununterscheidbare Photonen zu erzeugen, wie sie fiir
einen rein optischen Quantencomputer nach KLM benétigt werden [5]. Die Ununterscheidbar-
keit der Photonen kénnte iiber eine Hong-Ou-Mandel-Interferenz nachgewiesen werden [70].
Dariiber hinaus bietet ein solcher Aufbau die Moglichkeit, eine Schnittstelle zwischen statio-
niren und fliegenden Qubits eines Quantennetzwerks [8] aufzubauen.

Kontinuierliche Photonenerzeugung: Wird ein Atom im Resonator durch Pump- und Riick-
pumplaser kontinuierlich angeregt, so entsteht ein Ramanlaser-ahnliches System. Da der Pump-
laser kontinuierlich auf das Atom wirkt und nicht adiabatisch eingeschaltet wird, erfolgt die
Photonenemission zu zufilligen Zeitpunkten. Im Anschluss kénnen die Atome sofort vom
Riickpumplaser in den Ausgangszustand zuriickbefordert werden und so wihrend ihres Durch-
flugs durch den Resonator mehrere Photonen emittieren. Fiir eine geringe mittlere Atomzahl im
Resonator NV < 1 beobachtet man nicht-klassisches Licht mit Antibunching, fiir hohe Atomzahl
N > 1 hingegen klassisches Bunching, wie bei einem Laser unterhalb der Schwelle.
Insgesamt lésst sich diese Beobachtung gut durch ein Modell unabhéngig strahlender Emit-
ter erkliren. Einzelne Emitter miissen nach einer Photonenemission zuerst in den Ausgangszu-
stand zuriickbefordert werden, bevor sie ein weiteres Photon emittieren kénnen. Folglich emit-
tieren sie Photonen mit zeitlichem Abstand. Daher zeigt das emittierte Licht eines einzelnen
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Atoms Antibunching. Das emittierte Licht mehrerer Atome kann im freien Raum konstruktiv
oder destruktiv interferieren. Bei Resonanzfluoreszenz fiihrt diese Interferenz zu erhdhten In-
tensititsfluktuationen und somit zu Bunching. Innerhalb eines Resonator ersetzen stimulierte
Emission und Absorption diese Interferenzprozesse. Die Absorption entspricht der destruktiven
Interferenz, die stimulierte Emission der konstruktiven Interferenz.

Dariiber hinaus kdnnen die Atome im Resonator durch Absorption und stimulierte Emission
liber die gemeinsame Resonatormode Photonen austauschen und so miteinander in Wechselwir-
kung treten. Dadurch werden kollektive Effekte mdglich. Unser System befindet sich jedoch in
einem Parameterregime, in dem diese Wechselwirkung noch gering ist. Uber die Intensitit des
Pumplasers ldsst sich die Ramankopplung zwischen Atom und Resonator einstellen. Auch bei
starker [ntensitit bleibt die Rate, mit der die beiden Grundzustinde gekoppelt sind immer klei-
ner als die Verlustrate des Resonators. Daher verlassen Photonen, die in den Resonator emittiert
wurden, diesen mit groBer Wahrscheinlichkeit, bevor sie von einem anderen Atom absorbiert
werden oder dieses zu stimulierter Emission anregen. Auflerdem ist die Riickpumprate so ge-
ring, dass das System nur schwach invertiert werden kann. Daher wird das im Resonator umlau-
fende Licht durch die Atome kaum verstirkt. Trotzdem sind erste Anzeichen kollektiver Effekte
bei einer groflen Zahl von Atomen, in Verbindung mit einer starken Riickpumprate zu sehen: ein
Anstieg der mittleren Photonenzahl pro Atom um 30%, sowie einer Zunahme der Kohiirenz mit
steigender Atomzahl. Da als Funktion der Atomzahl im experimentell zuginglichen Bereich
jedoch kein Maximum des Fanofaktors beobachtet wird, befindet sich das System immer unter-
halb der Laserschwelle. Vermutlich ist die Riickpumprate und damit die Besetzungsinversion
zu klein, um diese zu erreichen.

Das System ist sehr gut geeignet, um unabhingige Emitter zu untersuchen und scheint weit
vom Regime eines Ein-Atom-Ramanlasers entfernt. Fiir diesen miisste sowohl ein sehr viel
effizienterer Riickpumpmechanismus verwendet, als auch die Kopplung zwischen Atom und
Resonator deutlich erh6ht werden.




Anhang A

Mittlere Kopplungsstirke an den
optischen Resonator

Die Ubergangswahrscheinlichkeit bei spontaner Emission von Zustand |e) nach Zustand |g) ist

W32 )

~ 12, (A.1)
3meghc? #

Wiy =

Ist nicht nur ein Ausgangszustand, sondern g verschiedene Zustinde mit der gleichen Wahr-
scheinlichkeit 1/g besetzt, und erfolgt der Ubergang in g’ verschiedene Zielzustinde, so muss
iiber die Ausgangszustinde gemittelt und iiber die Zielzustinde aufsummiert werden, um die
gemittelte Ubergangswahrscheinlichkeit 1/ zu erhalten
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Fiir Rubidium 3°Rb sind die Quadrate der Dipolmatrixelemente zu dem im Experiment
verwendeten Zustand 5P3/5, F = 3 in Abb. A.1(obere Hilfte) dargestellt. In Absqrption u_nd
Emission ergeben sich daraus die in Abb. A.1(untere Hilfte) gezeigten gemittelten Dlpolmath—
elemente. Das Verzweigungsverhiltnis der Emission aus dem Zustand 5P/, F' = 3 ldsst sich
daraus zu 4/9 in den Zustand 5S, /3, F = 2zu 5 /9 in den Zustand 55, /2, F' = 3 berechnen.

Entsprechend lisst sich die Kopplungsstirke g an den optischen Resonator iiber die unter-
schiedlichen m p-Unterzustinde mitteln. Eine sinnvolle MittelungsgroBe ist die Emissionswahr-
scheinlichkeit einzelner Photonen aus dem Resonator P,,,;;. Fiir schwache Kopplung, d.h. klei-
ne g, ergibt sie sich aus Gl. (2.75)
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: (A.3)
KYeg

B emit ~2

Dabei dndert sich ¢> ~ p2, vgl. Gl. (2.9), entsprechend den Dipolmatrixelementen der unter-
schiedlichen m p-Unterzustinde und muss iiber diese gemittelt werden. In den Resonator kén-
nen 2 verschiedene Polarisationen abgestrahlt werden. Das gemittelte Dipolmatrixelement er-
gibt sich daher zu 2 = 2 x 560 x 1,67-107% C’m” und somit § = 2r 2,5MHz. Im
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Abbildung A.1: Obere Hilfte: Magnetische Unterstruktur der Hyperfeinniveaus 5S; /2, F = 2,3 und
5P3/9,F = 3 von 85Rb, sowie die Kopplungsstirken z von 7- und o"-Ubergiingen [106, 107]. Die
Kopplungsstirken « sind so skaliert, dass alle Zahlen ganzzahlig sind. Die Dipolmatrixelemente p der
jeweiligen Uberginge ergeben sich aus p? = z x 1,67-10751 C2m?2, Untere Hilfte: Im Experiment
relevante gemittelte Kopplungsstarken  fir Emission und Absorption fiir jeweils eine Polarisation. Bei
spontaner Emission wird, im Gegensatz zur induzierten Emission, sowohl 7-, als auch o+ - und o~ - Licht
emittiert. Die gesamte Kopplungsstarke ist somit um einen Faktor 3 grofer.

Vergleich dazu ergibt der Ubergang mit maximalem Dipolmatrixelement, F = 3, mp = 3 —
F =2,mp =2 mit u* = 1680 x 1,67- 105! C?m?, eine etwas hohere Kopplungsstirke von
g = 2 3,1 MHz.

Der spontane Zerfall +., erfolgt jeweils in die 3 moglichen Polarisationen. Die Summe
dieser Ubergiinge ergibt fiir alle m z-Unterzustinde das gleiche Dipolmatrixelement von z? =
1680 x 1,67-10751 C2m?, d.h. 7., = 4/9 7 ist unabhingig vom m z-Unterzustand.

Im ,strong-coupling*-Regime ist Gl. (A.3) keine gute Ndherung fiir die Emissionswahr-
scheinlichkeit. Im Experiment ist jedoch nur ein Bruchteil der Atome bei maximaler Kopplung,
also im Bauch der Stehwelle des Resonators. Fiir Atome weiter auBerhalb ist g(r) = g ¥(r)
sehr viel kleiner, und somit Gl. (A.3) gut erfiillt. In erster Naherung ldsst sich daher analog zu
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fritheren Experimenten [108] eine effektive Atomzahl N, s innerhalb des Resonators definieren

Negr = (@), (44)

wodurch sich nun die gemittelte Emissionswahrscheinlichkeit P...i; fuir effektive Atomzahlen
Ne <K 1 zu

?emit ~ ggNEff (AS)

K’Yeg

ergibt. Die effektive Atomzahl legt nahe, eine statistische Verteilung der Atome innerhalb der
Mode anzunehmen. Im zeitlichen Mittel ist dies sicherlich gut erfiillt. Detektiert man jedoch
die Anwesenheit eines einzelnen Atoms bei starker Kopplung durch die Detektion eines ein-
zelnen Photons, wie in Kapitel 4.2.2, so konnen die iibrigen Atome bei schwacher Kopplung
in guter Niherung vernachlissigt werden. Die Emissionswahrscheinlichkeit kann daher nicht
mehr als einfaches Mittel iiber alle mdglichen Zustiande und Positionen der Atome betrachtet
werden. Atome niher bei einem Bauch der Stehwelle und mit groBeren Dipolmatrixelementen
werden verstirkt zum Messsignal beitragen — in diesem Fall verliert die oben definierte mittlere
Kopplungsstirke ihren Sinn.

...

Anhang B

Nicht-hermitesche spektrale Zerlegung
der Dichtematrix

Man beachte, dass die Eigenvektoren des nicht-hermiteschen Hamiltonoperators H’ aus
Gl. (2.46) kein Orthonormalsystem bilden. Es existieren linksseitige und rechtsseitige Eigen-
vektoren des Hamiltonoperators

H'|¢;) = hwi| ;)
<'§[)a'|H’ = ﬁwf(wi ) (B.1)
deren Normierung so gewéhlt werden kann, das
(Vild;) = 6i5 (B.2)
erfiillt ist. Die Projektoren auf die Eigenzustinde lauten
By = [éa) (i, (B.3)
mit deren Hilfe sich jeder Operator, wie auch die Dichtematrix spektral zerlegen ldsst
pi = Sp(pF). (B4)
Solange die Projektoren vollstindig sind, also
Yob =1 (B.5)
lasst sich die Dichtematrix umgekehrt auch wieder durch ihre Komponenten ausdriicken
p=) nb. (B.6)

Fiir die Darstellung einer Dichtematrix beziiglich einer Orthonormalbasis gilt Sp(p) = 1. Ent-
sprechend gilt auch fiir die Darstellung der Dichtematrix in der nicht-orthonormalen Basis

Z“’*’ —1, (B.7)
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jedoch lassen sich die p; nicht mehr als Besetzungswahrscheinlichkeiten der unterschiedlichen
Eigenzustinde interpretieren, da die Koeffizienten p; im allgemeinen komplex sein konnen.
Trotzdem bedeutet eine Amplitude p; nahe 1, wobei die restlichen Amplituden verschwindend
klein sind, dass die Dichtematrix weitgehend nur die Komponente F; enthilt. Bleibt dies fiir die
gesamte Zeitentwicklung erhalten, so kann man von einem adiabatischen Folgen sprechen. Da
die Dichtematrix ein hermitescher Operator ist, kann dies nur erfiillt sein, wenn auch F; in guter
Niherung hermitesch ist, also [1;) =~ |¢;).

yF - - - . - 4+ - =
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