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Kurzfassung

Zur kontrollierten Erzeugung einzelner Photonen in einem optischen Resonator hoher Finesse
werden einzelne Drei-Niveau Atome eingesetzt. Ein von auf3en eingestrahlter Laserpuls pumpt
einen Zweig eines Ramanubergangs im Atom, wahrend 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 lasst
sich die nicht-klassische Photonenstatistik der einzelnen Photonen nachweisen. Zudem wird
ein Ramanlaser-ahnliches System untersucht, in dem eine kleine Zahl von Atomen zunachst
unabhangig voneinander in den Resonator abstrahlt. Mit steigender Atomzahl zeigen sich erste
Anzeichen kollektiver Effekte, da die Atome lber 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 kénné&ng, 3], begrindeten das Forschungsgebiet

der Quanteninformationsverarbeitung. Zur Realisierung solcher Quantencomputer werden ein-
zelne Quantensysteme bendtigt, 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 verknugfeAlg Trager der
Quanteninformation kdnnen 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 grof3er Vorteil von
Photonen ist, dass sie die Quanteninformation Uber weite Entfernungen transportieren kdnnen.
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 zusatzlichen Hilfs-
photonen eine konditionierte Version eines Gatters realisiert werden kann. FUr einen rein opti-
schen Quantencomputer nach dem KLM-Prinzip werden so neben Strahlteilern und effizienten
Mehrphotonendetektoren vor allem Einzelphotonenquellen benétigt, die zuverlassig ununter-
scheidbare Photonen zu einem vorgegebenen Zeitpunkt erzeugen. Innerhalb der letzten Monate
wurden bereits einzelne photonische Quantengatter demondiriéftBisher sind diese durch

die Gute und Effizienz der Einzelphotonenquellen limitiert und daher nicht skalierbar.

AuRRerdem bilden einzelne Photonen ein ideales Medium, um Quanteninformation zwischen
entfernten Punkten eines Netzwerks von stationaren Quantencomputern zu Gbertragen. Zur Rea-
lisierung dieser Quantenkommunikation werden Schnittstellen zwischen stationaren und flie-
genden Qubits bendtigd]. Einzelphotonenquellen bilden eine derartige Schnittstelle zwischen
emittierendem Quantenobjekt und Photon. In Zukunft sollte es mdglich sein, den Zustand des
Systems auf ein Photon zu Ubertragen. Ist der Emissionsprozess unitar, so kann dieselbe Anord-
nung durch Umkehrung des zeitlichen Ablaufs auch als Empfanger 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 Krist&lja®[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 flr einen photonischen
Quantencomputer nach dem KLM-Prinzip benétigt 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 abstrahilt.
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-Trogd 2], Quantenpunktel3, 14, 15, 16, 17, 18, 19], FarbzentrenZ0, 21,

22, 23], Molekile [24, 25, 26, 27] und — entsprechend der vorliegenden Arbeit — auch Atome
[28, 29, 30, 31, 32] verwendet.

Um diese Systeme fur Quantencomputer und -netzwerke verwenden zu kbnnen, missen ho-
he Anforderungen erfillt werden. Man bendtigt gerichtete, ununterscheidbare Einzelphotonen
hoher Effizienz. Bisher wurden 3 Méglichkeiten vorgeschlagen, solche Photonen zu erzeugen:

1. Die erhdhte spontane Emission innerhalb eines Resonabeisjer das Quantensystem
vornehmlich in die einzelne Mode des Resonators emitB3jt [

2. die koharente Kontrolle eines durch das Vakuumfeld eines Resonators stimulierten Ra-
manprozesses mittels einer adiabatische PasEagye35, 36, 37],

3. sowie dieUnterdriickung der spontanen Emission in andere Richtumigeah photoni-
sche Kiristalle, die gerade bei der Frequenz des emittierten Lichtes eine Bandliicke auf-
weisen, so dass sich das Licht in diese Richtung nicht ausbreiten 8&r89] 40].

Zwei der Vorschlage wurden bisher verwirklicht. Die erste, die erhéhte spontane Emission,
wurde mit einzelnen Quantenpunkten demonstrig®s [L9]. Der zweite Vorschlag, die adia-
batischen Passage, konnte im Rahmen dieser Doktorarbeit fur einzelne Atome innerhalb eines
optischen Resonators realisiert werd2g]]

Der grof3te Vorteil der adiabatischen Passage gegenuber den anderen diskutierten Metho-
den besteht darin, dass grundséatzlich die Eigenschaften des Photons wahrend der Erzeugung
kontrolliert werden kénnen. Einerseits erlaubt es der verwendete Ramanprozess, die Mittenfre-
guenz des emittierten Photons einzustellen. Andererseits kann Gber den auslésenden 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 lasst sich sicherstellen, dass verschiedene Emitter identische Photonen emit-
tieren.

Ziel dieser Arbeit war, die Wirkungsweise der adiabatischen Einzelphotonenerzeugung zu
demonstrieren. Um das Experiment mdglichst 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 Beschréankung, da in anderen Experimenten bereits ein-
zelne Atome 41, 42, 43, 44] und lonen §5, 46] in optischen Resonatoren gefangen und tber
einen langeren Zeitraum festgehalten wurden. Mit solchen Systemen sollte es in Zukunft még-
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 Riuckpumpen in den Ausgangszustand des Ramanprozesses ein, so ergibt
sich ein System, das einem Ramanlaser sehr ahnlich ist. Mit dem Fluss des Atomstrahls lasst
sich die Anzahl der beitragenden Atome erh6hen. 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 Bundeln emittiert.
Aus dieser Beobachtung ergibt sich, dass die Atome, trotz einer verhaltnisméafig starken Kopp-
lung zwischen Atom und Resonator, weitgehend unabhangig voneinander emittieren. Fir einen
Ramanlaser mussten sie sich jedoch gegenseitig zur Emission stimulierten und so das im Re-
sonator umlaufende Licht verstarken. Grinde fur die Unabh&ngigkeit der Emitter werden im
theoretischen Teil der Arbeit diskutiert.

Die Arbeit gliedert sich wie folgt: Das erste Kapitel beschreibt die theoretischen Grundlagen
des Systems. Zunachst werden einfache gekoppelte Atom-Resonator-Systeme, sowie die adia-
batische Passage im drei-Niveau Atom diskutiert, die zum weiteren Verstandnis benétigt wer-
den. Danach werden die verschiedenen Mdglichkeiten der erhéhten spontanen Emission und
der adiabatische Passage untersucht, um mit Atom-Resonator-Systemen gerichtet Einzelphoto-
nen zu erzeugen. Fur beide Vorschlage ist eine starke Kopplung zwischen Atom und Resonator
erforderlich, um Verluste zu vermeiden. Eine Simulation der Photonenerzeugung fir unsere ex-
perimentellen Parameter schliel3t diesen Teil ab. Der dritte Teil des Theoriekapitels beschreibt
die Photonenstatistik, sowohl von Einzelphotonenquellen, wie auch des Ramanlaser-ahnlichen
Aufbaus. In diesem Zusammenhang wird ein einfaches Ratenmodell eines Lasers diskutiert, in
dem die Atomzahl verandert werden kann.

Das zweite Kapitel beschreibt den experimentellen Aufbau, bestehend aus einer magneto-
optischen Falle als Quelle kalt&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 Ruckpumplaserpulsen eingestrahlt.
Der Ruckpumplaser beférdert die Atome in den Ausgangszustand zurtick, so dass sie erneut
emittieren kénnen. Damit erzeugen einzelne durch den Resonator fallende Atome adiabatisch
eine Sequenz von getriggerten Einzelphotonenpulsen. Bei kontinuierlich eingestrahltem Pump-
und Ruckpumplaser zeigt sich schlie3lich, 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) Gbergeht.



Kapitel 2

Theoretische Grundlagen

2.1 Gekoppelte Atom-Resonator-Systeme

Bevor das nachste Kapitel die theoretischen Grundlagen der Erzeugung einzelner Photonen in
Atom-Resonator-Systemen diskutiert, werden in diesem Kapitel zunachst die Grundlagen zum
Verstandnis der dabei verwendeten Mechanismen erarbeitet. Zu Beginn wird im ersten Teil-
kapitel 2.1.1das Uber 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 Teilkagitel® Erweitert wird dies ir2.1.3

zu der im Experiment verwendeténformigen Anordnung von Drei-Niveaus. In diesem Sys-

tem kann Uber eine adiabatische Passage (STIRAP), 8igéhlekontrolliert die Besetzung der
Grundzustande invertiert werden.

2.1.1 Optische Resonatoren hoher Finesse

Die Diskussion ist zunachst auf einen eindimensionalen Fabry-Perot Resonator mit einem Spie-
gelabstand, ReflektivitatR, nahe 1, Transmissivit&t, und Verlustel der Spiegel beschrankt.

Licht der Wellenlange und Intensitaf;,,, welches auf einen der Resonatorspiegel trifft, erzeugt
nach Airy eine umlaufende Intensitat

I in Tmaw

1+ 4(F /)2 sin?(kl)’ 1

Icz'rc -

wobeik = 27/ die Wellenzahl des Lichtg,,... = 72/(1—R)? die maximale Transmissivitat

und
VR

1w

(2.2)
die Finesse des Resonators ist. Die Differenz der Frequenz zwischen zwei benachbarten Ma-
xima der Transmission wird als freier Spektralbereich bezeichnetAmitr = 7c/I. 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 Lang# einfallender Intensitak;,,,
umlaufender Intensitat.;,.. und transmittierter Intensitdt,;. Die Spiegel besitzen die Reflektivita,
Transmissivita? , und Absorptionsverlusté. Die Strahltaille deTEMqy-Mode istw¢. (b) Energie der
Fockzustande (Zusténde fester Photonenzahl) einer einZ€likh,,-Mode der Frequenz. Wie bei
einem harmonischen Oszillator ist der Abstand der Niveawug,aquidistant und der niedrigste Zustand
|0) hat eine Nullpunktsenergie vdiwe /2.

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

/12

R 2.3
K2+ A%’ (2:3)

%avity X

wobei A, = w;, — we die Differenz zwischen Laserfrequenz und Resonanzfrequenz des Re-
sonators ist. Die Linienbreite (FWHM) i8k = Avrsg/F. Man beachte, dass die Zerfallsrate
des Resonatorfeldesnur durch die Reflektivitat und dem Abstand der Spiegel definiert ist.

Um zu erreichen, dass sich in einem realen Resonator einzelne stabile Moden ausbilden,
werden gekrimmte Spiegel verwendet, wie in Ahli{a) dargestellt. Ist der Krimmungsradius
der Spieget kleiner als der Abstand der Spiegel, bleiben alle Winkel innerhalb des Resonators
klein und das System kann in der paraxialen Naherung behandelt werden. In diesem Fall erhalt
man Hermite-Gauld'sche oder Laguerre-Gauld’'sche Eigenmoden des Resonators. Im Experiment
wird nur die Gauly'sch&8'EMy,-Mode verwendet, zur Vereinfachung der weiteren Diskussion
sei daher im folgenden nur diese einzelne Mode behandelt. Der kleinste Radius (1/e Abfall der
Feldstarke) dieser Mode wird Strahltaille, genannt. Sie wird bestimmt durch

A
2 = \/I(2r = 1). 2.4
we = o (2r —1) (2.4)
Ist die Resonatorlange | kirzer als die Rayleighlange= w2/, so kann die Variation
des Modendurchmessers entlang der Resonatorachse vernachlassigt werden und die raumliche
Intensitatsverteilung deFrEMqy,-Mode ist gegeben durch

Lou(r) = AL (x)[*  mit  9(r) = cos(kz)e”*HIve, (2.5)
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wobei die Modenfunktion)(r) die Stehwelle im Resonator wiederspiegelt. Das Modenvolumen
wird definiert durch

V= / | (r)|2dr = %w%l. (2.6)

Das elektromagnetische Feld in der Resonatormode ist quantisiert. Dadurch ist sein Zu-
standsvektor im allgemeinen eine Superposition von Zustanden fester Photonenzahl, den soge-
nannten Fockzustanden). Jedes Photon der Mode tréagt eine Energie.. Fur n Photonen
innerhalb der Resonatormode betrégt die Gesamtenkrgig: + 1), mit der Nullpunktsener-
gie des Systembhiwe. Der aquidistante Abstand der Energieniveaus erlaubt es den Resonator
analog einem harmonischen Oszillator zu behandeln. Folglich lasst sich den Hamiltonoperator
des Resonators mit Hilfe von Erzeugungs- und Vernichtungsoperatoren fiir die Phatonen,
unda, schreiben als

R 1
He = hwe (a*& + 5) . (2.7)

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

2.1.2 Das Jaynes-Cummings-Modell

Als Einfihrung 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 Grundizy)stzed
angeregtem Zustanid) mit deren jeweiligen Energiehw, und fw, und Ubergangs-Dipol-
Matrixelementy.,. Der Hamiltonoperator des Atoms lautet

Hy = hwybgg + hwebee,  mit &5 = |i) (). (2.8)

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

2
g(r)=go(r), mit g=4/ % (2.9)

beschrieben. Um eine moglichst starke Wechselwirkung zu erreichen, ist daher ein kleines Mo-
denvolumenl des Resonators vonnéten. 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

HE) = —hg [6ga + a5 (2.10)
beschrieben, der zur Absorption und Emission von Photonen die Erzeugungs- und Vernich-

tungsoperatorea’ und & enthalt. Amplitude und Phase der Wechselwirkung variieren dabei
laut GI. 2.9) je nach Aufenthaltsont des Atoms innerhalb des Resonators.



2.1. Gekoppelte Atom-Resonator-Systeme 7

(@) (b)< ° ) (C)< " )

A A

) +

% i _ |e,n—1> |e,1> ______ _l|¢2>

TS| A TRl mm—— T

1) C T T N

Bl - - - o) |g’2> |¢ )

% 1 GQ)" O QLsff i

g S vl le.O) N

. o, E Aczzc= o —_

o o}

> © e

o e 1 15,09

5 gn T Te——— - —s0
&, 0

Abbildung 2.2: (a) Ein Zwei-Niveau Atom mit Grundzustang) und angeregtem Zustafs} gekoppelt

an einen Resonator, der Photonen enthalt. Die Eigenzustéande des gekoppelten Systems werden als
dressed states bezeichnet. Das Energieniveauschema ist fir ein Atom au@@rbath innerhalb des
Resonatorgc) dargestellt. Die dressed states sind g bzw. um die effektive Rabifrequer2,, g
aufgespalten.

Fur eine vorgegebene Anzahl an Anregungsquanten System koppelt nur jeweils das
Produktzustands-Pagr, n) und|e,n — 1). Ist das quantisierte Lichtfeld in Resonanz mit dem
Atomubergang, so ist dieses Zustandspaar ohne Kopplung entartet. Erst die Atom-Resonator-
Wechselwirkung spaltet die Produktzustande 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 Hamiltonoperéio*sf]c + Ha+ H,,, lauten in
Drehwellenndherung (rotating wave approximation)

1 1
wiE = we (n+§> +wg—|—§<AC:I:\/4ng2+AZC>, (2.11)

wobeiA¢ = w. — w, — we die Verstimmung zwischen Atom und Resonator ist. Die Niveau-
aufspaltung zwischen den zwei korrespondierenden Eigenzusténdenr= \/4ng? + A% ist

die effektive Rabifrequenz, mit der ein Teil der Besetzung zwischen den Zustgnadérund

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 zwischefe, 0) and|g, 1) mit der Frequenz/4¢> + AZ zu starten, wird dieses
Ph&nomen Vakuum-Rabioszillation genannt. Bei einer resonanten Wechselwirkung ist die Os-
zillationsfrequen2g und wird daher Vakuum-Rabifrequenz genannt.
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(a) (b) (c)
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Abbildung 2.3: (a) Drei-Niveau Atom, das von einem klassisches Laserfeld der Rabifrequgrge-
trieben wird und an einen Resonator miPhotonen koppelth) Eigenzustande des kombinierten Atom-
Resonator-Systems im Fall verschwindender Kopplungssta®ehufspalten der Energieniveaus durch

die Wechselwirkung mit Laserfeld und Resonator Qgpi; = \/4n92 + Q% + AZ,

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 ein&rférmigen Anordnung von drei
Niveaus mit den beiden Ubergangsfrequenzen= w, —w, undwey = we—w,, wie in Abb.2.3
dargestellt. Der Ubergang vdn) nach|e) wird durch ein klassisches Lichtfeld der Frequenz
wp Mit der Rabifrequen2p getrieben, dem sogenannten Pumpfeld. Des Weiteren koppelt eine
quantisierte Lichtmode eines Resonators mit der Frequenan den Ubergang voly) nach

le). Die Verstimmung zu den jeweiligen Ubergangen ist im folgendenals= w,, — wp

bzw. A¢c = w., — we definiert. In einem rotierten Bezugssystem ist das zeitliche Verhalten des
Atom-Resonator-Systems durch den Wechselwirkungs-Hamiltonoperator

ﬁz(st) =h _AP&uu - ACde - g(a-egd + &Ta-ge) - %QP(OA-eu + a-ue) (212)
definiert. Man beachte, dass eine erweiterte Version der Drehwellennaherung verwendet wurde,
um diesen Hamiltonoperator zu erhalten. Es wurden nicht nur Beitrdge vernachlassigt, welche
mit der doppelten optischen Frequenz rotieren, sondern auch alle anderen nicht-resonanten Ter-
me, die relativ zum rotierten Bezugssystem mit Frequenzen in der Grof3g, vow, rotieren.
Entsprechend heift dies, dass der Pumplaser nur den Ubdigang |¢) und der Resonator

nur|g) < |e) koppelt. Diese Annahme ist gerechtfertigt unter der Voraussetzung, dass

max(Qp, 2g, |Ap|, |Ac|) < |lwg — wyl. (2.13)

Fur eine feste Zahl an Anregungsquantewirkt dieser Hamiltonoperator nur im Unterraum,
der von den drei Basiszustandém 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
Wechselwirkund Ap = Ac = A) gegeben durch

W = —A, (2.14)

1
wi=2 <—Aj:\/4ng2+QfD+A2).

2
Man beachte, dass die Jaynes-Cummings-Paare des Zwei-Niveau Atoms nun ersetzt werden
durch Zustands-Tripletts, mit den Eigenzustanden
|0%) = cos Olu,n — 1) — sin Olg, n), (2.15)
|)}) = sin @ sin Olu,n — 1) — cos Ple,n — 1) + sin P cos Olg, n),
|¢,,) = cos ®sin Olu,n — 1) +sin Ple,n — 1) + cos P cos O|g, n),
wobei die Mischungswinke® und ® unter der Annahme, das®» und g real sind, gegeben

sind durch . ,

S und tan® = /Ang” + S . (2.16)

2g9/1 VAng? + Q5 + A2+ A
Sobald die Rabifrequenzen ungleich Null werden, spaltet die Wechselwirkung mit den Lichtfel-
dern die Entartung der drei Eigenzustande auf. Insbesondere muss hervorgehoben werden, dass
einer der Zustande¢®), weder einer Energieverschiebung unterliegt, noch dass der angeregte
Atomzustande) zu diesem beitréagt. In der Literatur wird der Zustdagl) daher als ,,Dunkel-
zustand” bezeichnet, da seine Besetzung nicht durch spontane Emission verloren gehen kann.
Dieser Dunkelzustand wird in Kapit@.2.3dazu verwendet, einzelne Photonen zu erzeugen.
Der zugrunde liegende Mechanismus wird im folgenden Kapitel beschrieben.

tan © =

2.1.4 Adiabatische Passage

Die adiabatische Passage im optischen Bereich wird seit vielen Jahren zu koh&rentem Beset-
zungstransfer in Atomen oder Molekilen verwendet. In Zwei-Niveau Systemen kann sie durch
einen Frequenzchirp eines Lichtfeldes Uber die relevante Resonanzfred9eb@ [das Sys-
tem invertieren. Das Verfahren wurde erfolgreich auf Drei-Niveau Systeme erwéitgrtrid
wird auch fur geschwindigkeitsselektive Anregung und Ramankihlen von Atomen verwendet
[52, 53]. Ohne Frequenzchirp, aber mit einem Ramanubergang, der von zwei Laserpulsen mit
variabler Amplitude getrieben wird, werden Effekte wie elektromagnetisch induzierte Transpa-
renz (EIT) B4, 55, langsames Lichtg6, 57] und stimulierte Ramanstreuung mittels adiabati-
scher Passage (STIRAP beobachtet. All diese Effekte wurden mit klassischen Lichtfeldern
nachgewiesen.

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

(1) = S e (i et ) oo, (2.17)

nur durch das Verhalten der Eigenzustang&t)) des Wechselwirkungsoperators und deren
zugehdrigen Eigenfrequenzern (t) gegeben ist. Die Eigenzusténde, wie auch die Eigenfre-
guenzen, kdénnen sich wahrend der Wechselwirkung andern, wohingegen die relativen Am-
plitudenc, als unveranderlich angenommen werden. In diesem Zusammenhang ist der oben
eingefuhrte Dunkelzustand von enormer Wichtigkeit fir den adiabatischen Besetzungstransfer.
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Im Prinzip bleibt jedes Drei-Niveau Quantensystem, welches zu Beginn im Zugtind
prapariert wurde, fur immer in diesem Zustand. Somit kann die relative Besetzung der beitra-
genden Atomzustande beliebig kontrolliert werden, indem die relative Starke der Pump- und
Stokes-Rabifrequenzefl,, und2/ng, verandert wird. Ein System, welches zu Beginn im Zu-
stand ¥ (¢y)) = |u,n—1) prapariert wird, stimmt folglich mit dem Dunkelzustalad ) tberein,
wenn die Bedingung./ng > Qp zu Beginn der Wechselwirkung erfillt ist

4ng?

Q2 + 4ng?

(0w (1)) > = SUZaLIY (2.18)

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

[{u,n — 1[W(E)[* _ 4ng®
[{g, n[¥(1))? Q5

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 vorfu,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 $ystenmscht
nur in der Basis der Eigenzustande ausgedrickt werden kann, sondern auch jeder Veranderung
der Eigenzustande in Bezug auf die ungekoppelten Atom- und Resonatorzuestifatakgtisch
folgt. Solch ein Verhalten ist nicht offenkundig und nur erfillt, wenn sich die Eigenzustande
langsam verandern. Die Kriterien fir ein ,adiabatisches Folgen* werden nun im Detail analy-
siert, wobei die Diskussion der Beschreibung von Messi#h Kap.17] folgt. Der Zustands-
vektor wird ausgedruckt als Superposition des Tripletts an Eigenzustanden,

(1)) = (@0)6°(t)) + cH(B]o™ (1) + (Do (1)), (2.20)

wobei die zeitliche Entwicklung der Phasen in die modifizierten Basiszustande
10°(t)) = exp( tho (t")dt)|#°(t)) und |¢=(t)) = exp( th () dt')|¢*(t)) einbezo-

gen wird. FUr ein System, welches zu Beginn im DunkelzustaPl)dpraparlert wurde, ist die
Wahrscheinlichkeit, es zum Zeitpunktin einem der anderen Eigenzustande anzutreffen

Py(t1) = [(6*(t)[ L (0))* = |e* (). (2.21)

Eine adiabatische Entwicklung der Wechselwirkung erforgﬂ@rtz 0 far alle Zeiten. Unter
Verwendung der Schrodingergleichufwf | 4| W) = (¢*| — £ H|¥) erhalt man

(2.19)

(¢F] Z — iw'd)|¢) + exp (—zfuﬂdt)%\qﬁj) = —iw*cE, (2.22)

§j=0,% to

Solange die nicht-adiabatischen Verluste nur eine kleine Stérung verursachen, sind die Néhe-
rungenc’ ~ 1 und cﬂgbﬂ%kﬁ) ~ 0 gerechtfertigt und die Ubergangswahrscheinlichkeit in
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die nicht-dunklen Eigenzusténde ergibt

to

P.(t;) = / [exp (ii(wi — wo)dt’> (gzﬁﬂ%]gzﬁ())] dt| . (2.23)

to

Der Integrand auf der rechten Seite ist das Produkt @tis% |¢°) und einer Funktion, welche
mit der Frequenz® —w° oszilliert. In einem gentigend kurzen Zeitintervall. . . ;] kann man
diese beiden Ausdriicke als zeitunabhéngig betrachten. Folglich ergiBtZ3). (

(¢* 1 ge°)

Wt — W0 2 (1= cos[(w* = w)(t1 —t0)]) - (2.24)

Py(t1) =

Lasst man nun zu, dage®|-%|¢’) und die Differenzfrequenz* — w° stufenlos in der Zeit
variieren, so ist die Wahrscheinlichkeit,, Besetzung aus dem Dunkelzustand zu verlieren,
begrenzt durch den Maximalwert vo.24)

2

(&1 %1¢°)

| x4 (2.25)

P, < max

Aus Gl. 2.25 leitet sich sofort ab, dass als Bedingung fur adiabatisches Folgen
d .
w* = > (671" baw. ot —uf >0 (2.26)

wahrend der gesamten Wechselwirkungszeit erfullt werden muss. Normalerweise genugt es,
diese Bedingung zum kritischsten Zeitpunkt, d.h. im Maximum 85 zu erfillen. Ein sol-

ches adiabatisches Folgen im= 1-Unterraum wird in Kapitel2.2.3 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 Ubergehen 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 fuhrt 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 kdnnen sich jedoch im Detail unterscheiden. Deshalb
sei im nun in den folgenden Teilkapitel diskutiert, welche Methoden maéglich sind und welche
Vor- und Nachteile sie jeweils bieten.

2.2.1 Purcell-Effekt im Zwei-Niveau Atom

Bereits 1946 sagte Purceb(] 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 p1] der Nachweis dieses sogenannten Purcell-Effekts fiir Ubergange in Natrium-
Rydbergatomen in einem supraleitenden Mikrowellenresonator, bzw. etwas spater Heinzen et
al. 1987 p2] fur angeregte Ytterbiumatome in einem optischen Resonator. In aktuellen Experi-
menten wird der Purcell-Effekt zur Erzeugung einzelner Photonen aus Quantenpunkt-Resona-
tor-Systemen verwended3d, 15, 19].

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

~

Hoy = —iliy6e. (2.27)

beschrieben werden. Das Atom koppelt nun zusatzlich zum spontanen Zerfall Gber die Wech-
selwirkungﬁlﬁz aus Gl. .10 an den optischen Resonator. Das Lichtfeld des optischen Re-
sonators zerfallt wiederum durch die Ankopplung an ein externes Bad, d.h. Uber die Trans-
mission des Spiegels koppelt die Mode im Resonator an ein Kontinuum von Lichtmoden mit
unterschiedlicher FrequerDies lasst sich tber folgenden Wechselwirkungs-Hamiltonian in
Drehwellenndherung beschreiben

Ay Ay
ﬁm:m\/E / dA [&TZSA—dISTA} + / dA [hAzSTABA], (2.28)
m
A, —A,

wobei die Operatoref)fA undb, ein Photon mit Verstimmungs = wy.n, — we relativ zur Re-
sonatorfrequenz im externen Bad erzeugen, bzw. vernichten. Dabei ist angenommen, dass sich
innerhalb eines Frequenzbandes ven, bis A, die Transmission der Spiegel nicht andert.
Deshalb kann im Hamiltonoperator eine konstante Kopplungskons{ém/_a angesetzt wer-
den. Der gesamte Hamiltonoperator in Drehwellenndherung, im Fall dass Atom und Resonator
auf Resonanz sind, ergibt sich damit zu

H = H? + Hyy+ H,. (2.29)
Fur eine Analyse des Verhaltens eines angeregten Atoms genugt es, vor der Emission aus dem
Resonator Superpositionen der beiden Zustandérdes 1)-Dubletts|e, 0) und|g, 1) zu be-
trachten, wobei das externe Kontinuum sich im Vakuumzustamnd befindet, sowie nach der

Emission den Zustan@, 0) mit dem Zustand¢;) im externen Feld. Der gesamte verwendete
Zustandsvektor ist somit

(W) = [cele, 0) + ¢olg, D] @ [vac) + |g,0) @ |¢1) (2.30)
mit
Ay
|p1) = / dA ca bl Jvac > . (2.31)
“Ay

Der Zustand¢,) entspricht einem Photon in einer Superposition von Zustanden unterschied-
licher Frequenz. Die Wahrscheinlichkeit, dass tatsachlich ein Photon in diesen Zustand emittiert

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

Ay Ay
Pemit:<¢1|/dAZ§TAl§A\¢1>: / leal?dA < 1. (2.32)
A A

Die Koeffizientenc,, ¢, undca sind zeitabhangig, wobei fir ein zu Beginn angeregtes Atom
die Anfangsbedingungen(0) = 1, ¢,(0) = 0 undca (0) = 0 gelten. Einsetzen vor2(30 und
(2.29 in die zeitabhéngige Schrodingergleichung ergibt das Differentialgleichungssystem

Ce = 1gcy — YCe (2.33)
Ay

Cqg = 1gCe + \/g / dAca (2.34)
—Ay

CA = —\/Ecg - ’iACA. (235)
m

Gl. (2.39 lasst sich formal integrieren, es ergibt sich fir die Koeffizientgft) des externen

Bades .
—\/E / e AU (T)dr. (2.36)
T
0

Durch Einsetzen von GI2(36) in Gl. (2.34) lasst sich nun das externe Bad eliminieren. Ver-
wendet man zusatzlich die Markovnéherung

Ay
/ dAe™ AT 9 (t — 1), (2.37)
—Ay

so erhalt man das vereinfachte Differentialgleichungssystem

(JI(ZJ i)(ij)- (2:38)

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

H', = —ihkifa, (2.39)

analog zum spontanen Zerfall des angeregten Zustands. Zusatzlich erhalt man jedoch tber obi-
gen Formalismus noch die Frequenzamplitugde Deren Betragsquadrata |? beschreibt das
Frequenzspektrum des emittierten Photons. Aul3erdem ist die Fouriertransformiertedien
Wahrscheinlichkeitsamplitud®(¢), dass zum Zeitpunktein Photon aus dem Resonator emit-

tiert wird. Unter Verwendung vor2(36) und @.37) ergibt sich

d(t) = T@;E / dA cA(T) e 2T & —V/25cy (1), (2.40)

—Ay
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d.h. die Wahrscheinlichkeitsamplitudg&t) ist proportional zur Amplitude,(¢), mit der sich
ein Photon zum Zeitpunkt im Resonator aufhélt. Die Wahrscheinlichkeitsdichte, dass zum
Zeitpunkt t ein Photon emittiert wird

[D(1)[* = 2rcy(1)]? (2.41)

ist die Einhullende des emittierten Photonenwellenpakets.

Abb.2.4(a) zeigt die zeitliche Entwicklung des Atom-Resonator Systems fi}¢ ¢. Die
starke Dampfung 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 Zugtahdsrnachlas-
sigbar, wenn das Atom zum Zeitpunkt Null im angeregten Zustandtartet. In diesem Fall
kann die adiabatische Naherufig~ 0 angewandt werden, woraus sich aus dem Differential-
gleichungssysten®(39

2
Co = —ApeCe, A co(t) = exp (—Fpet) mit Fpe =7+ 7 (2.42)
K

ergibt. Folglich zerfallt das angeregte Atom exponentiell. Die Zerfallsyatest dabei unv?®/x

durch die Anwesenheit des Resonators erhoht. Dies ist der oben angesprochene Purcell-Effekt.
Das dabei emittierte Photon wird mit der Wahrscheinlichkeitsamplifde zum Zeitpunkit
emittiert, siehe AblR.4(a) mittlere Zeile. Sie ergibt sich in adiabatischen Naherung mit Hilfe
von Gl. 2.40 zu

O(t) =~ —ig\/gce(t). (2.43)

Der exponentielle Zerfall fuhrt in guter Naherung zu einer Lorentzkurve der Brgi(EWHM)
im Frequenzspektrum des emittierten Photons, vgl. 8e{a) untere Zeile. Aus der Emissi-
onswahrscheinlichkeil,,,;; aus dem Resonator, aus @.32), ergibt sich das Verhaltnis der
Wahrscheinlichkeiten einer gerichteten Emission aus dem Resonator zu einer Emission in den
freien Raum zw?/(x). Dies entspricht dem doppelten Ein-Atom-Kooperativitatsparameter,
welcher urspriinglich im Zusammenhang mit optischer Bistabilitat eingefuhrt wadileMan
beachte, weng?/x > v erflllt ist, strahlt das Atom hauptséchlich in den Resonator ab. Zu-
sammen mik > ¢ definiert diese Bedingung das sogenannte ,bad-cavity“-Regime.

Im Regime starker Kopplung (,strong-coupling“-Regime);> (x,~), erfahrt das Atom-
Resonator-System hingegen Vakuum-Rabi-Oszillationen zwischen den Zustan@ennd
lg, 1), welche mit den Raten bzw. x zerfallen. Abb2.4(b) zeigt eine Situation, in der die
Atom-Resonator Wechselwirkungden Ubergande, 0) « |g, 1) séattigt. Im Mittel sind die
Wahrscheinlichkeiten, das System in den beiden Zustanden zu finden, jeweils gleich und daher
das mittlere Verhaltnis der Wahrscheinlichkeit einer Photonenemission aus dem Resonator zur
Wahrscheinlichkeit einer spontanen Photonenemission in den freien Raum gegebertydurch

In diesem Regime lasst sich das System besser in einer ,dressed-state“-Basis analog der
Behandlung in KapiteR.1.2beschreiben. Dazu muss das Differentialgleichungssys2ess)
diagonalisiert werden. Es ergeben sich die Eigenwerte

Tk
.

1
wi - _Z.’N)/sc * 5\/492 - ('Y - K)Q ~ _Z.'?sc + g mit 'S/sc = (244)
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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 Besetzunges(t) und p,,(t) der Produktzustande,0) und

lg,1). Ein Photon wird mit der Wahrscheinlichkeitsamplitui€) zum Zeitpunkt: emittiert (mittlere
Zeile). Die untere Zeile zeigt die Wahrscheinlichkeitsdiclate|> das Photon mit der Verstimmuny

relativ zum Ubergang des Zwei-Niveau Atoms zu emittieren. Alle Kurven resultieren aus einer ana-
Iytischen Losung der Differentialgleichun@.88. Die beiden Spalten reprasentieren die beiden un-
terschiedlichen Regimda) (g;v;x) = 27 (4,5;3;12,5) MHz (bad-cavity Regime)(b) (g;v; k) =

27 (45; 3; 1,25) MHz (strong-coupling Regime).
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Infolge der Anfangsbedingung vonn = 1 sind beide Eigenzustédnde zu Beginn gleich be-
setzt. Diese Superposition zerfallt nun im folgenden mit der Zerfallstate dem Imaginarteil

der Eigenwerte — in den Zustang 0) unter Aussendung eines Photons. Dabei emittiert der
eine Anteil mit der Frequenzg, der andere mit-g, entsprechend dem Realteil der Eigen-
werte. Dies spiegelt sich direkt im Emissionsspektrum aus dem Resonator wideg.&bp.
untere Zeile. In guter Naherung ergeben sich zwei Lorentzkurven der Bigiteei +¢. Im
»Strong-coupling“-Regime ist also infolge der relativ geringen Stérung durch den Zerfall von
angeregtem Atom und Resonator das im vorigen Kapitel behandelte ,dressed-state”-Bild eine
gute N&herung fir 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. tGiber einen Laserpuls
geeigneter Lange maglich, einem sogenanntétuls, der die Besetzung von Grundzustand und
angeregtem Zustand invertiert, oder Uber 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. Demgegeniber haben Erzeugungsmechanismen in Drei-Niveau Atomen den \orteil,
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 Anfangszustafdl in das Zwei-Niveau System, zusam-
mengesetzt aus, 0) und|g, 1), zu beférdern, ohne dieses Zwei-Niveau System zu stark zu sto-
ren. Nach erfolgter Photonenemission aus dem Resonator landet das Atom im Zgstand

Die Physik des Zwei-Niveau Systems bleibt erhalten einschlie3lich der oben besprochenen er-
héhten 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> g2 /K> 7, (2.45)

in dem Verluste der Anregung in ungewollte Moden des Strahlungsfeldes klein sind. In diesem
Regime setzt die Zerfallsrate des Resonatorfelddge schnellste Zeitskala. Au3erdem uber-
wiegt die spontane Emissionsrate in den Resongttx die Ubliche inkoharente Zerfallsrate

~, mit der Besetzung aus dem angeregten Zustand verloren geht. Es wird angenommen, dass
jeglicher Zerfall zu einem Verlust aus dem Drei-Niveau-System fuhrt. Daher wird die Zeitent-
wicklung des Zustandvektors durch den nicht-hermiteschen Hamiltonoperator

e 1r(3) . At A . ~
H = H; ) —ihka'a — ihyo,., (2.46)

int
bestimmt, WobeiFIi(jz in Gl. (2.12 fur das Drei-Niveau System definiert ist. Um die Analyse

zu vereinfachen, betrachten wir ausschlief3lich resonante Kopplungenad-h.Ap = 0 und
beschranken den Zustandsraum auf(@as: 1)-Triplett. Folglich kann der Zustandsvektor als

(W (t) = cu()|u,0) + ce(t)le, 0) + ¢4(t)g, 1), (2.47)
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geschrieben werden, wobej, c. undc, komplexe Amplituden sind. Die Zeitentwicklung der
Amplituden sind durch die Schrodingergleichuifig. | V) = H'|U) gegeben, welche

Cu 0 iQp(t)/2 0 Cu
e | = iQp(t)/2 — ig Ce (2.48)
Cq 0 g —K Cq

mit der Anfangsbedingung,(0) = 1, c.(0) = ¢,(0) = 0 und2p(0) = 0 ergibt. Eine adia-
batische Losung vor2(48 kann abgeleitet werden, wenn der anregende Pump-Laserpuls ver-
haltnismaRig schwach ist, dfp(t) < ¢?/x genligt. Unter diesen Bedingungen ist der Zerfalll
uber den Resonator so schnell, dassind ¢, annahernd zeitunabhéangig sind. Deshalb kann
man die in guter Naherung = 0 und¢, = 0 ansetzen, mit dem Ergebnis

t

cu(t) ~ exp —%/Q?D(t')dt’
0

celt) ~ z’%QP(t)cu(t) (2.49)
cyt) ~ i%ce(t),

mit « = 1/(y + ¢*/x). Eine detailliertere Rechnung mit Hamiltonopera®.2@ anstelle von
(2.39 wie im Fall des Zwei-Niveau Atoms des vorigen Kapitels ergibt fir die Wahrscheinlich-
keitsamplitude einer Photonenemission

t

0
B(t) ~ —/Fncy (1) ~ jg_: exp 5 / O, (#)dt’ (2.50)

0

UberQp lasst sich daher die Einhiillende des Photonenwellenpakets einstellen. Sie kann jedoch
nicht beliebig schnell verandert werden, da sie Uber die Gesamt-Zerfallsnaespatet auf
Veranderungen vofYp reagiert. Die Wahrscheinlichkeit einer Photonenemission ergibt sich zu

Pornit(T) :/\(I)(t)|2dt

r
(0%

2 2
=L %11 —exp —Q/Qﬁ)(t)dt Spro00, § & (2.51)
K 2 K

0
Man beachte, dass die Exponentialfunktion B5(Q) fur ein genltgend grof3e Pulsflache
Js Q%(t)dt des anregenden Pumplasers verschwindet, so dass die Wahrscheinlichkeit fir ei-
ne Photonenemission nicht von Pulsform und Amplitude abh&ngen. Da die anderen Parameter
g, @ und x im Prinzip vom Experimentator kontrolliert werden, konnen beliebig hohe Wahr-
scheinlichkeiten der Photonenemission erreicht werder@3njurde ein realistisches Schema
unter Verwendung eines Casiumatoms vorgeschlagefgmit v)/2r = (45;45;2,25) MHz.
Bei einer Anregung dieses Systems mit eingnt-Pumplaser-Puls der Lange ! und der
maximalen Rabifrequer2), = 27 x 45 MHz wird eine Wahrscheinlichkeit der Photonenemis-
sion von96,7% 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 Kapitel2.1.4vorgestellten adiabatischen Passage. Die Idee wurde4ir3p, 36] vor-
geschlagen, um beliebige Lichtzustdnde im Resonator zu erzeugen. Fir unser System wurde
in [37] diese Methode der Einzelphotonenerzeugung mit experimentellen Parametern durch-
gerechnet. Die folgende Diskussion, insbesondere die Methode das emittierte Wellenpaket fur
einen adiabatischen Transfer zu berechnen, beruht im wesentliche8ba6/]

Die grundlegende Idee beruht darauf, ein Atom in dem dort vorgestellten Dunkelzustand
adiabatisch vom Anfangszustamad 0) ohne Photon im Resonator in den Zustgpdl) zu
uberfihren, d.h. genau ein Photon zu erzeugen. Der Zerfall des Resonators lber diégnRate
das von auf3en ankoppelnde Bad fiihrt zu einem gerichtet emittierten Photon, wobei das Atom
im Endzustandy, 0) landet.

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

9> (k,7), (2.52)

da die koharente Uberlagerung der beiden Zustdnd® 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 Hamiltonopé&Fat@i. (2.46) be-

stimmt wie im vorigen Kapitel, jedoch im Parameterregime starker Kopplung. Dadurch bleibt
der Dunkelzustan?) = | D) trotz Verlusten weiterhin in guter Naherung ein Eigenvektor des
Systems. Als dazu orthogonale Vektoren werden der angeregte Ziistandnd der leuchten-

de ZustandB) verwendet. Die verwendete Basis setzt sich somit aus den 3 Vektoren

|D) = cos Olu,0) — sin B|g, 1),
|B) = sin O|u, 0) 4+ cos Olg, 1) (2.53)

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

[W(t)) = ca(t)|D) + co(t)| B) + ce(t)]e, 0). (2.54)

Die Dynamik der Wahrscheinlichkeitsamplituden ¢, undc. wird durch das Differentialglei-
chungssystem

Cq —iA — ksin?® —O + k/2sin20 0 Cd
G | =1 ©+k/25in20 —iA —Kkcos?O i) a |- (2.55)
ée 0 ZQO - 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 Veranderung des Mischungswinkels, entsprechend der Diskussion in Kapitel
2.1.4 Zusatzlich bewirkt der Zerfall des Resonators eine ,Kopplung* dieser beiden Zustande
mit der ,Kopplungsstarke# /2 sin 20. Diese ist maximal fur den Mischungswinkel= /4.
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Wie im folgenden erklart wird, kann diese Kopplung vernachlassigt werden, wenn der leuch-
tende Zustand sehr schnell zerfallt. Aus der Differentialgleich@igy wird deutlich, woher
der leuchtende Zustand seinen Namen hat. Er steht mit der Kopplungsstéarke

Q= /g2 + Q2 /4 (2.56)

in Wechselwirkung zum angeregten Zustand)). Von dort kann das Atom unter Aussendung
eines spontan emittierten Photons zerfallen. Wenn der Prozess verhaltnismalig langsam ablauft,
also fury7T > 1 —wobeiT die Dauer des adiabatischen Transfers ist — so kann der angeregte
Zustande, 0) adiabatisch eliminiert werden. Es gilt = 0, wodurch sich die Beziehung

Ce = &cb (2.57)
g

ergibt. Die Differentialgleichung des leuchtenden Zustaj¥dls vereinfacht sich damit fur
A=02zu

: 03 2 Ny B
Cp = — 7 + Kkcos®Of ¢ + [@ + 3 sin(20)| cq. (2.58)

Die Kopplung zwischen dem angeregten Zustand und dem leuchtenden Zustand fuhrt fir diesen
zu einer effektiven Zerfallsrat&/,. Zusatzlich zerfallt der Anteil vory, 1) am leuchtenden
Zustand(|(g, 1|B)|> = cos? ©) unter Aussendung eines Photons aus dem Resonator mit der
Zerfallsratex. Erfolgt dieser Zerfall schneller als die Besetzung aus dem Dunkelzustand, d.h.

0 2 SRR

— +Kcos“O >0 + 3 sin(20), (2.59)
Y

so kann der leuchtende Zustand in guter Naherung vernachlassigt wegden() und das
System folgt adiabatisch dem Dunkelzustand. Die linke Seite vore@9(kann mitQ32 > g2

undcos? © > 0 nach unten abgeschéatzt werden zu

QQ 2
0 4 Kkcos?© > g (2.60)
Y Y

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

. K . . K

O + B sin(20) < © + 3 (2.61)
Damit ist die Adiabasie sicher erfillt unter der Bedingung

2
I so4l (2.62)

ol 2
Einerseits erfordert diese Adiabasiebedingung, dass der Mischungswimkel langsam ver-
andert wird ¢/, > ©), wie bereits firr den adiabatischen Besetzungstransfer mit klassischen
Feldern hergeleitet wurde, sieli2Z6). Zudem folgt jedoch, dass der adiabatische Transfer nur
im Regime starker Kopplung funktionierfg > 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 erfillt, so ergibt sich die zeitliche Entwicklung des
Dunkelzustandes im adiabatischen Limas= 0) zu

¢y = —Ksin® O ¢q (2.63)
t
d.h. Cq = exp —/~€/Sir12 Odr |, (2.64)

0

d.h. der Anteil des Einphotonenzustandgs = |{g, 1|D)|*> = sin> © am Dunkelzustand zer-

fallt mit der Rater, unter Aussendung eines Photons. Durch eine ausfihrlichere Rechnung
wie in Kapitel 2.2.1 mit Hamiltonoperator .28 anstelle von 2.39 lasst sich auch hier das
Wellenpaket des emittierten Photons in adiabatischer Naherung bestimmen. Die Wahrschein-
lichkeitsamplitude einer Photonenemission zum Zeitpumkgibt sich daraus entsprechend zu

(1) = —V2ke,(t) = —V/2k [cqsin © — ¢, cos O] & —V/2kcy5in O (2.65)
t
= —V2ksin O exp —m/sin2 Odr | . (2.66)

0

Wie beim Purcell-Effekt eines Drei-Niveau Systems kann auch hier Gber die Rabifrequenz

der Mischungswinke® und damit die Einhillende des Photonenwellenpakets veréndert wer-
den. Grundsatzlich sind dabei zwei verschiedene Bereiche zu unterscheiden, in denen die Adia-
basiebedingung GI2(62 erfiillt bleibt, wobeil” die Dauer des adiabatischen Transfers ist

e xT > 1. Der adiabatische Transfer wird sehr langsam durchgefihrt. Im Verhaltnis da-
zu zerfallt der Resonator sofort. Da niemals signifikant Besetzung in den Zugtdnd
transferiert wird, istin © ~ ©. Somit ergibt sich fur die Wahrscheinlichkeitsamplitude
einer Photonenemission

d(t) = V2kOexp [ —k / e%dr | . (2.67)

0

Durch entsprechende Wahl des Mischungswinkeksann ein beliebig langes Photonen-
wellenpaket erzeugt werden.

e T < 1: Der adiabatische Transfer erfolgt sehr schnell, so dass direkt der Zugtahd
besetzt wird, bevor der Resonator zerfallen kann. Dahemi$€d ~ 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 Winkelénderur@ und vollstandigem Transfer i€ = 5. Dann lasst sich die Adiabasie-
bedingung auch ir{; > o= + & umschreiben. Diese Bedingung lasst noch die Freitigit- 1 oder< 1.
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Das Frequenzspektrum des emittierten Photor lasst sich durch eine Fouriertransformati-
on vong(t) berechnen. Da fur 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 haufig als fourierlimitiert bezeichnet, da ein
Ensemble solcher Photonen nicht inhomogen verbreitert ist. Im Prinzip kann das Wellenpaket
beliebig gewéhlt, wodurch umgekehrt das Spektrum beliebig schmal wird. Nach oben ist die
Linienbreite jedoch begrenzt durch die Linienbreite des Resonators.

Zudem kdnnen im adiabatischen Fall sehr effizient Photonen erzeugt werden. Da keine Ver-
luste durch spontane Emission auftreten, ist die Emissionswahrscheinlichkeit GtgheFir
perfekte Adiabasie gilt

Poit = / A (1) = 1 — exp(—2+(T))

0
t

mit  f(t) = /sin2 Odr, (2.69)

0

o(T)—m/2
% 1

d.h. der Mischungswinkel muss nur abf= 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 Naherung tberall gultig bliebe. Die Parameter des
Experiments sindy = 27 2,5MHz, x = 27 1,25 MHz und~ = 27 3 MHz, wodurch man

% = 1,67 erhalt. Man befindet sich somit knapp im Bereich starker Kopplung. Die Kopplungs-
starkeg variiert jedoch stark in Abhangigkeit der Position des Atoms, vgl. 8 (und @.5).

Die maximale Kopplungsstarke erfahrt das Atom nur im Bauch der Resonatormode. Nahe
einem Knoten oder weit weg der zentralen Achse des Resonators ist die Kopplungsstarke weit
geringer. Da die Wahrscheinlichkeit, dass sich ein Atom im Bauch der Mode aufhalt, relativ
klein ist, befindet sich ein Grol3teil der Atome nicht im Regime starker Kopplung. Daher be-
handelt dieses Kapitel einige Abweichungen von der adiabatischen Naherung fiir schwéachere
Kopplung.

Der DunkelzustandD) ist durch den Zerfall des Resonators nicht mehr Eigenzustand des
Gesamtsystems. Daher folgt das System nicht mehr adiabatisch dem Dunkelzustand, sondern
eher den tatsachlichen Eigenzustanden, wie sich durch eine Simulation in Kapittei-
gen wird. Die analytischen Eigenfrequenzen dieser Zusténde, d.h. die Eigenwerte des nicht-
hermiteschen Hamiltonoperators

0 = HY) —ihkata — ihy6ee, (2.70)
sind komplex. Die zeitliche Entwicklung eines Zustands wird durch den Eigenwésstgelegt

nach o, ‘
e~ iBng _ g—iRe(wn)t jIm(wn) (2.71)
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Abbildung 2.5: Stationare Eigenwerte des gekoppeltesystems{|u, 0), |e, 0), |g, 1)} mit Verlusten

von angeregtem Atom und quantisiertem Lichtfeld im Resonator in Abhangigkeit der Rabifrequenz des
Pumpfeldeq)p. Die durchgezogenen, gestrichelten und gepunkteten Linien sind jeweils die Realteile
der 3 unterschiedlichen Eigenwerte. Die Imaginarteile spiegeln die Lebensdauer der Zustdnde und
somit deren Linienbreite wider. Sie sind als Breite der schattierten Streifen dargestellt. Gezeigt sind
Diagramme fiir zwei unterschiedliche Verstimmunder= 0 (a), bzw.A = 27 10 MHz (b), sowie zwei
unterschiedliche Kopplungsstarken an den Resomator 1,5 MHz (1) undg = 27 2,5 MHz (2). Die
Ubrigen Parametern sind= 27 1,25 MHz und~y = 27 3 MHz.

Realteil und Imaginarteil der Eigenwerte kdnnen somit als Eigenfrequenz bzw. Zerfallsrate des
zugehdrigen Zustands interpretiert werden.

Zur Veranschaulichung der zu erwartenden Effekte im Experiment sind in2Abdie Ei-
genfrequenzen fir zwei unterschiedliche Verstimmungesowie zwei unterschiedliche Kopp-
lungsstarkery grafisch dargestellt. Der Imaginarteil der Eigenwerte ist hier jeweils als Linien-
breite des Zustands eingezeichnet. Einer der Eigenzustasidenit der Eigenfrequena, &h-
nelt sehr stark dem Dunkelzustand. Dieser Zustand wird im folgenden mit dem Dunkelzustand
verglichen.

Der adiabatische Transfer Uber den Dunkelzust&rdmit

|D) = cos(O(Q2p))|u, 0) — sin(©(2p))]g, 1) (2.72)

startet furQ2p = 0 im Zustand/u, 0). Erhdht man die Rabifrequeiiz,, so geht der Dunkelzu-
stand furQ2p >> 2¢ stetig in den Zustanfg, 1) Uber. Auch die in Abb2.5dargestellten Eigenni-
veaus konnen fif2p = 0 dem Zustandi, 0) und furQp > 2¢g dem Zustandg, 1) zugeordnet
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werden. Sie sind dort entsprechend beschriftet. Offensichtlich gehen die beiden Zustande bei
einer Erhéhung der Rabifrequefiz- nicht immer stetig ineinander tber. Daher kann fir ei-

ne schwache Kopplungsstarkebei gleichzeitiger Verstimmung, siehe Atdh5 (1,b), durch
Erhéhung der Pump-Rabifrequenz kein adiabatischer Transfeuyonnach|g, 1) erfolgen.

Eine wichtige Eigenschaft des Dunkelzustandes ist weiterhin, dass seine Eigenfrequenz un-
abhangig vorf2» oderg konstant bei,” = A bleibt. Im Gegensatz dazu verschiebt sich die Ei-
genfrequenz der tatsachlichen Eigenzustande fir Ramanverstimingng siehe Abb2.5b).

Der Grund fir diese Energieverschiebung ist die Beimischung des angeregten Ziist@nzis
den Eigenzustanden, wodurch die Eigenenergien von angeregtem Zustand und quasi-dunklem
Zustand voneinander abgestof3en 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 Zustandd, 0) Uber. Die Eigenfrequenz vojg, 0) ist jedoch unabhangig von
Q2p. Die Energieerhaltung bewirkt somit, dass die Photonen durch die Energieverschiebung der
Eigenzustande fur unterschiedlichie(¢) unterschiedliche Frequenz erhalten.

Beim adiabatischen Transfer im Dunkelzustand, siehe B&p3 wird jedoch nicht plotz-
lich ein Photon erzeugt, stattdessen entsteht ein Photonenwellenpaket, beschrieben durch die
Wahrscheinlichkeitsamplitud@(¢). Dieses Bild muss fur schwéchere Kopplung in zweierlei
Hinsicht modifiziert werden. Einerseits erfahrt das Photonenwellenpaket beim adiabatischen
Transfer durch die sich verschiebenden Eigenfrequenzen eine sich zeitlich &ndernde 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 fallt dabei in den Ausgangszustdnd0) 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 zerstért damit die Koharenz des Wellenpa-
ketes. Daher ist das Wellenpaket des Photons nicht eindeutig durch den Erzeugungsprozess
definiert. Im Frequenzraum fiuhrt 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 auth=ur
der angeregte Zustand teilweise besetzt wird, was nicht zu einer Energieverschiebung, aber
trotzdem zu Verlusten durch spontane Emission fuhrt.

Die Linienbreite des Eigenzustands ausgehend vom Anfangszustandles Systems un-
terscheidet sich teilweise stark von der Linienbreite des Dunkelzustandes. Diese ist gegeben
durch die Zerfallsratéx sin?(0(2p)) der Photonenemission aus dem optischen Resonator. Im
Vergleich dazu zerfallt der Eigenzustald) fur kleine Pump-Rabifrequer2, deutlich lang-
samer. Wie sich in einer Simulation in Kapi#R.6zeigen wird, bleibt das das Atom langer im
stabilen Ausgangszustand 0). Der spontane Zerfall von angeregtem Zustand und Resonator
ist fur kleine Kopplungsstarkepdominierend gegeniiber einem Aufbau einer koharenten Uber-
lagerung der beiden Grundzustande fir den Ramantransfer — der Ramanprozess wird behindert.
Insgesamt wird der Einphotonenzustgpdl) beim adiabatischen Transfer dadurch sehr viel
spater besetzt, d.h. das Photon spéater erzeugt. Vernachlassigbar ist diese Verzégerung nur fir
starke Kopplungy an den Resonator. In den Simulationen in Kapiel.6 zeigt sich dieser
Effekt auch im dynamischen Prozess der Photonenerzeugung.

Zusammenfassend entspricht insbesonderafér 0 bei hoher Kopplungsstarkeder Dun-
kelzustand in guter Naherung dem Eigenzustgn(l. Daher erfolgt der adiabatisch Transfer
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im Bauch des Resonators in guter Naherung tiber den Dunkelzustand. Je weiter das Atom vom
Bauch entfernt ist, umso gro3er 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

Fur kleine Pumplaser-Rabifrequefiz lasst sich die Beimischung des angeregten Zustands,
und damit die Verluste, Uber eine Storungstheorie 1. Ordnung bestimmen. In diesem Bereich
ergibt sich fur das Verhaltnis der Besetzungswahrscheinlichkeit des Zielzustandesur der
des angeregten Zustands

Do _ 9 (2.73)

P\e,O) K2 ' .
Dieselbe Beziehung ergibt sich im ,bad-cavity“-Regime in @l4Q. Zur Herleitung ist dort
einzig die Beziehung, = 0 nétig, d.h. die Besetzungswahrscheinlichkeit des Zustajgdés
muss sich langsam andern, ohne auf die Bedingungen flur das ,bad-cavity“-Regime zurtck-
zugreifen. Daher kann die Beziehung auch auf Bereiche auf3erhalb des ,bad-cavity“-Regimes
ubertragen werden. Das Verhaltnis dieser beiden Besetzungswahrscheinlichkeiten bestimmt die
Effizienz der Erzeugung einzelner Photonen. Der Zustant) zerfallt mit der Rate2x un-
ter Aussendung eines Einzelphotons aus dem Resonator. Der Zistandingegen emittiert
mit der Rate2y = 2(v., + 7e,) Spontan Photonen, jedoch fihrt nur der Angeijl, aus dem
A-System heraus. Mit der Rafe., wird wieder der Ausgangszustand 0) besetzt, welcher
weiterhin zu einer Photonenemission aus dem Resonator fiihren kann. Fur das Verhéltnis der
Wahrscheinlichkeiten von Einzelphotonenemission zu einem Verlustprozess ergibt sich somit

Pemi 2/€P 2
to e 9 (2.74)
-Ploss 2’7€gp|e,0> Keg
und daraus unter der Annahme, dass entweder ein Photon emittiert wird oder ein Verlust statt-

findet (Panmit + Poss = 1),

KYeg \—
Pemit:<1+#) !
g
92
Pioss = (1 + ) (2.75)
KYeg
entsprechend der GI2(5]) fur 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 auf3erhalb
des ,bad-cavity“-Regimes die erwartete Effizienz der Erzeugung einzelner Photonen beschrei-
ben, wird im folgenden Kapitel anhand von numerischen Simulationen é&stems genauer

untersucht.

2.2.6 Simulation der adiabatischen Passage

Uber die stationaren Eigenzustande in KapRe?.4 lassen sich qualitativ die Effekte einer
schwécheren Kopplungsstarkean den optischen Resonator verstehen. Um jedoch im dyna-
misch veranderten System die Effekte der unterschiedlichen Kopplungsstarken quantitativ zu
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erfassen, wurde der adiabatische Transfer in einer Dichtematrix-Beschreibung numerisch simu-
liert.

Als Basis-Zustéande des gekoppelten Atom-Resonator-Systems werden dazu die Zustande
des Produkt-Hilbertraum§|u, n), |e,n), |g,n)} fur n = 0...0c0 verwendet. Fir die Erzeu-
gung einzelner Photonen gentigt es dabei sich auf die Zustéarie|e, 0), |g, 1) und|g, 0) zu
beschranken, da héher angeregte Zustande nicht besetzt werden kdnnen. Die zeitliche Entwick-
lung der Dichtematrix wird dabei tber die Mastergleichuég Kap.15.4]

d [ A

—p=—=|H,pl+ L[p 2.76

=== [H.0] + L[] (2.76)
beschrieben. Der hermitesche Anteil der zeitlichen Entwicklung erfolgt tiber den Hamiltonope-
rator des Drei-Niveau Systems ohne VerluSte- Hsz aus .12, wobei die Kopplungsstarken
g undQp fur den adiabatischen Transfer zeitlich verandert werden. Der Liouville-Opefator
beschreibt die nicht-hermitesche Zeitentwicklung durch Verluste. Er lautet in Lindblad-Form

E[ﬁ] = 76u(25-ueﬁé-eu - a-eepA - pAé-ee)
+ Veg(Z&gePAa—eg - a'eepA - la&ee)
+ w(2apa’ — atap — pa'a). (2.77)

Die ersten beiden Zeilen von GR.{7) beschreiben die spontane Emission des angeregten
Zustandege, n). Beim im Experiment verwendeten Rubidium falléf9 der Atome in den
Ausgangszustangdi, n) zurlck €., = 5/9v mit v = 2x 3 MHz), wahrend4/9 der Atome in
den Zustandg, n) zerfallen €., = 4/9v). Den Zerfall des Resonators bis zum Vakuumzustand
beschreibt die dritte Zeile von GR(77). Im Experiment istc = 27 1,25 MHz.

Zur Bestimmung der zeitabhéngigen Dichtemafi{x) wurde in der Simulation die Ma-
stergleichung Z.76) mit der Anfangsbedingung(0) = |u,0)(u, 0| unter Verwendung des
,doprig“-Algorithmus® numerisch integriert. Mit Hilfe der zeitabhangigen Dichtematrix las-
sen sich beliebige zeitabhangige Erwartungswété)) = Sp(Oj(t)), sowie Besetzungs-
wahrscheinlichkeiterP,(¢) beliebiger Zustandep) [P;(t) = Sp(Psp(t)) mit dem Projektor
P, = |¢)(¢|] berechnen. Entsprechend lasst sich etwa die PhotonenemissioRsfat@us
dem optischen Resonator duréh,,;;(t) = 2P, (t), bzw. die Emissionswahrscheinlichkeit
durchP,,,;t = [ dtRemi(t) bestimmen.

Ergebnisse dieser Simulation sind in ARG dargestellt, wobei die Parameter entsprechend
einem Atom bei maximaler Kopplunggewahlt wurden. Die Rabifrequenz des PumplaSgrs
lasst sich im Experiment frei einstellen. Fur diese Simulation wurde ein gauf3scher Verlauf mit
einer Breite vorb us (1/.-Abfall) verwendet bei unterschiedlichen Zerfallsratetles optischen
Resonators. Fir die experimentelle Zerfallsrate nea 27 1,25 MHz wird das Photon bereits
emittiert bevor()p ebenso grol3 wie die Kopplungsstéarke ist. Diese frihe Photonenemis-
sion tritt auf, wenn die Lebensdauer des Resondtots ! kurz im Vergleich zur Dauer des
Pumplaserpulses ist. Nach erfolgter Photonenemission befindet sich das System im Zustand
lg,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 hach Dormand und Prin6g][
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Abbildung 2.6: Numerische Simulation der Photonenemission fir unterschiedliche Zerfallsraten des
Resonators. Oben: Als Rabifrequenz des Pumpld2efg) wurde eine Gaul3funktion mitus Breite
(1/e-Abfall) bei konstanter Kopplung an die Resonatorm@gegewahlt. Mitte: Photonenemissions-
rate aus dem Resonator als Funktion der Zeit bei Ramanverstimiiurg 0 fur unterschiedliche
Zerfallsratenx des Resonators. Fur die experimentellen Parametenos 27 2,5 MHz ergibt das
Integral der Photonenemissionsrate,,;; die Wahrscheinlichkeit einer Einzelphotonenemission von
Ponir = 78,4%. Unten: Besetzungswahrscheinlichkeiten yan0) und |g, 1). Ohne Zerfall des Re-
sonators wird der adiabatisch besetzte Zustgntl) beim Abschalten des Pumplasers ebenso wieder
adiabatisch entvolkert.

notig, die Endbedingun@pr > 2g zu erreichen. Der Pumplaser kann sogar nicht-adiabatisch
ausgeschaltet werden, nachdem die Photonenemission stattgefunden hat.

Ohne Zerfall des Resonators £ 0) wird weder ein Photon emittiert, noch verbleibt es in
der Mode des Resonators, da die Anfangsbedingyng €2, gegen Ende der Wechselwirkung
wieder erfillt ist. Der Anfangszustand wird koharent mit dem Abfallen des Pumplaserpulses
rickbevolkert 9). Dies geschieht, wenn die Zerfallszeit des Resondtots ! langer als die
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Abbildung 2.7: Vergleich der berechneten Verlustwahrscheinlichkeit aus der Simulation,
Pioss = 1 — Popir, Mit der Naherungsformel, Gl.2(795, fir eine grol3e Variation der Parameter

g =27 1,56 — 25MHz, 2k = 27 2,5 — 100 MHz, 27,y = 27 0,6 — 60 MHz, A = —27 10 — 0 MHz.

Die Naherungsformel stimmt gut mit der Simulation Uberein. 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 Bedinguﬁégeﬁ:(?),%) minimale Verluste

von etwa21% erwartet.

Dauer des Pumplaserpulses ist. Mit zunehmender Zerfallsrate des Res@ragoh$ht sich
nicht nur die Emissionswahrscheinlichkeit. AuRerdem wird das erzeugte Photonenwellenpaket
kirzer und verschiebt sich zu friheren Zeiten. Dadurch kann im Prinzip die Repetitionsrate der
Photonenerzeugung gesteigert werden. Eine zu hohe Zerfallsrate fihrt jedoch, entsprechend
der Diskussion in Kapite?.2.3 zur Besetzung des angeregten Zustgads) und somit zur
Erniedrigung der Emissionswahrscheinlichkeit durch spontane Emission in transversale Moden.
Im ,strong-coupling“-Regime lassen sich diese Verluste vermeiden. Abbvergleicht
die Verlustwahrscheinlichkeit aus der Simulatiéy,s = 1 — P,,.;; mit der Naherungsfor-
mel, Gl. 2.79. In der Simulation wird eine linear ansteigende Pumplaser Rabifrequge s
Qp* = 49 verwendet und die Zerfallsrateso grol3 gewahlt, dass mit einer Wahrscheinlich-
keit nahe 1 der Endzustang 0) erreicht wird. Die Ubrigen Parameter variieren, so dass sowohl
»Strong-coupling“- und ,bad-cavity“-Regime, aber auch deutlich schwachere Kopplungsstar-
ken 2g abgedeckt werden. Die Naherungsformel beschreibt trotz der Variation der genannten
Parameter recht gut die Verluste, wie auch die Emissionswahrscheinlichkeit. Die relative Ab-
weichung beschrankt sich auf et&a’%. Fur eine hohe Emissionswahrscheinlichkeit ist daher
£ > 1 notig.
Fur eine schwéchere Kopplungsstagkergibt sich nicht nur eine geringere Emissionswahr-
scheinlichkeit, sondern auch eine veranderte Form des emittierten Wellenpakets, wie aus den
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Abbildung 2.8: Nicht-adiabatische Photonenemission fir schwache Koppla)dn allen dargestell-

ten Simulationen wird die Amplitude der linear ansteigenden Pump-Rabifrequefizr unterschiedli-

che Kopplungsstéarkegjeweils so gewahlt wird, dass die zeitliche Verdnderung des Mischungswinkels
gleich ist. Der Mischungswinkel definiert bei adiabatischer Passage im Dunkelzustand die Form des
Ein-Photonen-Wellenpaketgb) Vergleich der Photonenemissionsrate fir unterschiedliche Kopplungs-
starkeng mit der adiabatischen Theorie. Fir starke Kopplung stimmen die Pulsform der adiabatischen
Theorie und der Simulation sehr gut Giberein. Fur schwache Kopplungsstéarken wird das Photon hingegen
sehr viel spater emittierfc) Zeitabhangige Besetzungswahrscheinlichkeiten in den Zustgand®nund

lg,0). Das System bleibt fiir schwache Kopplung langer im Zustan@) als bei adiabatischer Passage

und folgt daher nicht dem Dunkelzustaifd) Zeitabhdngige Besetzungswahrscheinlichkeiten in den Zu-
standerje, 0) und|g, 1). Fir schwache Kopplung wird anstelle des Zustdpds) verstarkt der Zustand

le, 0) besetzt. Durch spontane Emission transversal zum Resonator entstehen daher groR3ere Verluste.

in Abb. 2.8(b) dargestellten Simulationen hervorgeht. Dort ist die Pump-Rabifreqief?)

so gewahlt, dass fir die unterschiedlichen Kopplungsstagkdas Verhaltnisgg—g(” und da-

durch der zeitliche Verlauf des Mischungswinkélg) identisch ist, siehe AbtR2.8@a). Die-

ser Mischungswinkel definiert nach der in K&ph2.3 dargestellten Theorie das Wellenpaket

des emittierten Photons, vorausgesetzt das System folgt dem Dunkelzustand adiabatisch. Im
»Strong-coupling“-Regime ( = 27 25 MHz) entspricht die Form des Wellenpaket sehr ex-

akt der Theorie der adiabatischen Passage Uber den Dunkelzustand. Fur geringere Kopplung
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Abbildung 2.9: Adiabatisches Folgen fir starke und schwache Kopplung. Dargestellt sind Simulationen
der transienten relativen Besetzungswahrscheinlichkélfeimnerhalb des System{sD), | B), |e, 0)},

sowie (2) der relativen Komponenten der Zerlegung der Dichtematrix in der Eigenbasis des nicht-
hermitesches Hamiltonoperatofp:), |¢2), |¢3)} flr unterschiedliche Kopplungsstéarkgnzwischen

Atom und Resonator. Fir starke Kopplung £ 27 25 MHz) folgt das System adiabatisch dem Dun-
kelzustand Pp = 1), fir schwachere Kopplung eher dem Eigenzustand des nicht-hermiteschen Hamil-
tonoperators Re(Py2) ~ 1). Fir (a) wurde ein Verzweigungsverhaltnis der spontanen Emission von
Yeu/Yeg = 5/4, TUr (b) Yeu = 0 Mit yey, + 7y = v = 27 3 MHz verwendet. Die ibrigen Parameter sind

k =27 1.25 MHz und A = 0.

zwischen Atom und Resonatgrweicht das System zunehmend von dieser Theorie ab. Das
System bleibt fur kleine Pump-Rabifrequefiz langer im Zustandh, 0), mit dem Ergebnis,
dass das Photon erst verspatet emittiert wird. Die Wellenpakete unterschiedlicher, schwach ge-
koppelter Atome sind folglich nicht identisch und daher fir weiterfihrende Experimente, in
denen ununterscheidbaren Photonen benétigt werden, nur eingeschrankt geeignet. Zur Erzeu-
gung genau definierter Photonen gentigt es daher nicht, das Verk%ﬁilzu kontrollieren,
wie in [66] vorgeschlagen wurde, zusétzlich muss das Atom gut genug lokalisiert sein, dass es
nahe am Bauch eines Resonators, also weit im ,strong-coupling“-Regime bleibt.

Erklaren lasst sich die verspatete Photonenemission bei schwacher Kopplung im Bild der Ei-
genzustande des nicht-hermiteschen Hamiltonoperators, siehe auch Xd@ie Simulation
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Abbildung 2.10: Simulation der Wahrscheinlichkeit einer Photonenemission fir die unterschiedlichen
Parameterregime ,bad-cavity" und ,strong-coupling”, sowie fir die experimentellen Parameter in Ab-
hangigkeit von PumplaserAp» und Resonator-Verstimmunf~. Folglich erwartet man im Experi-
ment keine erhdhte spontane Emission mit maximaler Emissionswahrscheinlichkdip féi 0, wie

im ,bad-cavity“-Regime, sondern einen Raman-ProzessiNigr = A, wie im ,strong-coupling“-
Regime. Die verwendeten Parameter Siqgds; v; Q75%) = 27(25;125;0,03; 1) MHz im ,bad-cavity“-,

27 (25;1,25; 3;100) MHz im ,strong-coupling“-Regime un@r (2,5;1,25; 3; 10) MHz fur die Simu-

lation der experimentellen Bedingungen. Fir die Simulation wurde, bei konstanter Kopplung an den
Resonatom, eine innerhalb vom\¢ = 20 ps linear ansteigende Rabifrequenz des Pumpl@sewrer-
wendet?

in Abb. 2.9(b) zeigt, dass ein schwach gekoppeltes System eher adiabatisch dem Eigenzustand
|#2) als dem Dunkelzustand) folgt®. Ein groRer Unterschied zwischen Eigenzustaiw

und Dunkelzustand ist jedoch, dass der Eigenzustand fir ansteigende Pump-Rabifrequenz lan-
ger mit dem Ausgangszustapnd 0) ubereinstimmt. Dadurch wird der Zustajd1) erst spater
besetzt und somit Photonen spater emittiert. Das adiabatische Folgen entlang des Eigenzustan-
des ist jedoch nicht mehr erfillt, wenn das System durch spontane Emission des angeregten
Zustandsle, 0) in den Zustandu, 0) zuruckfallen kann, siehe Abl2.9(a). Diese spontanen
Prozesse bewirken eine Umverteilung innerhalb des Systems von Eigenzusténdewl zer-

stéren dadurch die adiabatische Entwicklung. Trotzdem bleibt fir kleine Pump-Rabifrequenz
Qp die adiabatische Entwicklung entlang des Eigenzustagé®ine gute Naherung fur die
Dynamik des Systems, da hier die Besetzung des angeregten Zustandsd damit die Um-
besetzung vernachléssigbar ist.

Dass der Prozess der Photonenerzeugung bei den hier verwendeten experimentellen Para-
metern eher dem adiabatischen Ramanprozess im ,strong-coupling“-Regime aus Kagitel
als dem Purcell-Effekt im ,bad-cavity“-Regime aus KapRe2.2gehorcht, zeigt der Vergleich
der simulierten Emissionswahrscheinlichkeiten in AbBB.Q Photonen werden hier hauptsach-
lich fir Ap = Ac erzeugt. Dies ist ein klares Indiz fir einen Ramanprozess.

4Zur effizienten Photonenerzeugung bei den gewahlten Parametern des ,bad-cavity“-Regimes sind lange Pump-
laserpulse erforderlich, da die Rabifrequenz des Pumplaser durch die Bedidguggg?/x limitiert ist.

SNahere Angaben zur Zerlegung der Dichtematrix beziiglich der Eigenzustéande des nicht-hermiteschen Hamil-
tonoperators siehe Anhaiiy
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2.3 Photonenstatistik und kollektive Effekte

2.3.1 Charakterisierung einer Einzelphotonenquelle

Herkdmmliche klassische Lichtquellen, wie thermische Strahler oder Laser emittieren mit gro-
Ber Wahrscheinlichkeit gleichzeitig mehr als ein Photon. Sie kdnnen daher nicht als Einzelpho-
tonenquelle verwendet werden. Eine perfekte Einzelphotonenquelle hingegen liefdi0¥hit
Wahrscheinlichkeit ein einzelnes Photon, d?iw = 1) = 1und P(0) = P(> 1) = 0. Um Ein-
zelphotonenquellen von klassischen Lichtquellen unterscheiden zu kbnnen, muss die Statistik
der emittierten Photonen gemessen werden.

Ein experimentell gut zugangliches Mal fur die Photonenstatistik ist die Intensitatskorrela-
tionsfunktion

4D(r) = [dt(a’(t)al(t + 7)a(t + 7)a(t))
- ~ ~ 2
(J dt{at(t)a(t)))
die mit Hilfe des in KapiteB.4 beschriebenen Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus direkt gemes-
sen werden kanhWichtig ist insbesondere der Wert der Korrelationsfunktionsbei 0

, (2.78)

n2—n

§20) = ", (2.79)

der direkt vom ersterin = [ dt(af(t)a(t))] und zweiten[n? = [ dt(al(t)a(t)al(t)a(t))]
Moment der Photonenverteilung abhéngt. Wenn der Zahler der Intensitatskorrelationsfunktion
(plat(t)a'(t)a(t)a(t)|v) gleich Null ist und somit auch(t)a(t)|y) = 0, enthalt der Zustand
|40) zum Zeitpunktt nicht mehr als 1 Photor» P(> 1) = 0. Die Bedingungg®(0) = 0
schliel3t jedoch nicht aus, dass zum Zeitpunkein erstes Photon und kurze Zeit spater zum
Zeitpunktt, 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 Zeitpunktend ¢, innerhalb dieses
Intervalls

d(tl)d(t2)|¢> =0 V ti1,t9 € [O,T] (280)
gelten. Typischerweise wird fur Einzelphotonenquellen die Bedinggifigr) = 0V 7 €
[0, T] verwendet, wodurch GI.2(80 automatisch erfullt ist. Zudem definiert die Bedingung
g®(0) = 0 nicht die relativen Besetzungswahrscheinlichkeiten von Vakuum- und Ein-Photo-
nen-Zustand. Die Effizienzder Einzelphotonenquelle lasst sich daher Gber die mittlere Anzahl
an Photonen im Intervall definieren und messen

T
n = / de(at (H)a(t)). (2.81)
0
Wenn ein Photon eine bestimmte raumzeitliche Mode mit den Erzeugungs- und Vernichtungs-
operatorerd! undb besetzten soll, gilt statt GI2(81)
n = (b'b). (2.82)

Experimentell l&sst sich nur schwer nachweisen, dass das Photon genau diese Mode besetzt.
Uber die Hong-Ou-Mandel-Interferenz{ kann man jedoch die Ununterscheidbarkeit zweier
Photonen nachweisen, d.h. die Moden zweier verschiedener Photonen vergleichen.

SFur stationare Lichtfelder kann auf die Integration (iber die Zedtrzichtet werden.
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2.3.2 Stationare Lichtquellen

Fur nicht zeitabhangige Lichtquellen werden zur Charakterisierung der Photonenstatistik ne-
ben der Intensitatskorrelationsfunktigf?) (0) oft auch der Fano-Faktdr, bzw. der Mandel-
Paramete€), verwendet. Der Fano-Faktor ist definiert als das Verhaltnis zwischen dem Quadrat
der Breite zum Mittelwert der Photonenstatistik

A

F =a(g?(0) — 1) +1, (2.83)

n

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

Beide lassen sich somit Giber die mittlere Photonenzaind die Intensitatskorrelationsfunktion
g?(0) experimentell bestimmen.

Typische stationare Lichtquellen lassen sich direkt durch die Intensitatskorrelationsfunktion
¢'®(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 koharente Zustand von Laserlicht wird in guter Naherung durch eine
Poissonverteilung mit mittlerer Photonenzaht )\ beschrieben mit

P(n) = =™ (2.85)

Fir diesen giltAn? = # und damitg® (0) = 1 (F = 1,Q = 0). Aus ¢®(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

P(n) = %e—%” = CP(n—1) (2.86)

mit An? = 7n + n2. Die Verteilung an Photonen ist daher breiter als bei Laser und
EinzelphotonenquelléF” = 1 + n). Es ergibt sich die Intensitatskorrelationsfunktion
g?(0) = 2. Das bedeutet, dass man unmittelbar nach der Detektion eines ersten Photons
mit hoherer Wahrscheinlichkeit ein zweites detektiert. Die Photonen werden in Blindeln
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 klassisch& Grofe
eines stationaren Zufallsprozesses die Ungleichidfigiap. 2.3, S. 53]

g?(7) < ¢®(0) (2.87)
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erfillen. Ist der Prozess zudem fur lange Verzégerungszeitarkorreliert, so gilt

lim gP(r) = 1. (2.88)
Licht mit ¢ (0) < 1 (F < 1, Q@ < 0) kann daher nicht klassisch erklart werden. Fir eine
quantenmechanische Observable ist dies jedoch erlaubt. Die Y& = 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. Wachst fur ein beliebiges# 0 der Wert vong® (1) tiber den Wert bei Null, so wird
bereits nicht-klassisches Licht beobachtet.

Auch im Fall nicht-stationarer Lichtquellen lasst sich eine Schwarz’sche Ungleichung her-
leiten. Da ein solches System sich nicht im stationaren Zustand befindet, andert sich die In-
tensitatskorrelationsfunktion fortwahrend. Fir die unnormierte Intensitatskorrelationsfunktion
GO (t,t +71) = (af(t)at(t + 7)a(t + 7)a(t)) gilt nur analog zu2.87) die Ungleichung

GOt t+7)? <GP, DGD(E + 7,8+ 7). (2.89)
Mittelt man jedoch die Intensitatskorrelationsfunktion tber die Zesb ergibt sich
GO = ([GD(t,t + 7)) <GP )Gt +71,t + 7))y (2.90)
und damit wiederum die Schwarz’sche Ungleichung

<G(2)(tvt+7_)>t < <G(2)(t7t)>t _ 2
(at@a(); — (al®)a(t))?

entsprechend2(87). In den folgenden Experimenten werden nur tGber die Zeit gemittelte Inten-
sitatskorrelationsfunktionen bestimmt, flr deren Interpretation somit die Schwarz’sche Unglei-
chung relevant ist.

Ein Beispiel fur eine klassische, nicht-stationare Lichtquelle ist ein gepulster Laser, der mit
jedem Puls poissonverteilt Photonen liefert. Dieser erzeugt eine periodisch modulierte Inten-
sitatskorrelationsfunktion, mit einem der Maxima bei= 0. Die Maxima wiederholen sich
jeweils nach einer Period€. Beobachtet man hingegen, dass eines der Maxima béi0
groler ist als der Wert bei = 0, so wird die Schwarz’sche Ungleichung verletzt — ein klares
Zeichen fur nicht-klassisches Licht.

g¥(r) = (0) (2.91)

2.3.3 Unabhangig 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, wahrend sie von
der Seite mit einem Laser angeregt werden. Die Atome stammen aus einer magnetooptischen
Falle. Nach deren Ausschalten fallt 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 anschlieRend 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®io) < ¢(? (), 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 lasst sich mit zwei verschiedenen Theorien qualitativ verstehen. Die erste
Theorie geht von einer fluktuierenden Anzaimabhangig strahlender Einzelemittaus. Fir
eine sehr geringe Zahl von Emittern beobachtet man im wesentlichen die Statistik der Einzel-
emitter. Flr eine sehr gro3e Zahl unabhangiger Emitter erwartet man entsprechend dem Zen-
tralen Grenzwertsatz (,central limit theorem*), chaotisches (gauf3'sches) Liclt?it) = 2
[72]. Den Ubergang zwischen diesen Extremen diskutiert eine Veroffentlichung von H.J. Car-
michael et al. T3], vgl. aber auch T4, 75]. Deren Ergebnisse sind im folgenden Kapitel kurz
zusammengefasst.

In der zweiten Theorie wird beriicksichtigt, dass die Atome im Resonator Uber dessen Licht-
feld miteinander wechselwirken kénnen. Diese Wechselwirkungsprozesse kénnen die Photo-
nenstatistik drastisch verandern. Das Bild unabhangig emittierender Atome ist dann nicht mehr
gerechtfertigt. Daher behandelt das nachste Kapitel ein einfaches Ratenmodetéme in
einem Resonator. Dort wird genauer untersucht worin sich die beiden Theorien unterscheiden.

Im ersten Modell geht man voiN unabhangig voneinander strahlenden, statistisch identi-
schen Atomen aus, welche jeweils ein elektrischen Dipolféldt) emittieren. Das gesamte
elektrische Feld ist die Summe der Einzelbeitrage

N
E~(t) = Z E (1) (2.92)

Unter der Annahme, dass zwischen den unabhangig strahlenden Atomen keine Korrelationen
auftreten (0,0;) = (0;)(0y) fur i # j) und mit(E; (t)) = 0, ergibt sich die unnormierte
Intensitatskorrelationsfunktiof® () zu

GO(r) = NG (1) + N(N — 1)[13 + |GV (1), (2.93)

wobei
I, = (E7E (2.94)

) 7

die Intensitat und

G'(r) = (E7 (1)E}(0))
G (1) = (E7 (0)E7 (1) EJ(r)EL(0)) (2.95)

die unnormierten Korrelationsfunktionen erster und zweiter Ordnung des elektrischen Feldes
eines einzelnen Atoms sind. Die Intensitatskorrelationsfunktion 2383, setzt sich somit aus
drei verschiedenen Beitrdgen zusammen. Der erste Summand ist proportional zur Intensitats-
korrelationsfunktion einzelner Atorr@f)(r). Jedes deV Atome tragt in gleichem Maf3 zu
diesem Signal bei, welches daher proportional zur Anzahl der AteméV) ist. Der zweite
und dritte Term hingegen stammt vom Produkt der Korrelationsfunktionen zweier verschiede-
ner Atome. DaV (N — 1) Atompaare existieren, kommen diese Termé&/(N — 1) mal vor.

Der zweite und dritte Term unterscheiden sich darin, wie die elektrischen Felder der beiden
Atome zum Signal zum Zeitpunktund r beitragen. Beim zweiten Term erzeugt ein Atom die
Intensitat zum Zeitpunkd das andere die zum Zeitpunktdas Produkt ergibf? .



2.3. Photonenstatistik und kollektive Effekte 35

Der dritten Term hingegen entsteht aus

> (BT (0)EN(n)(E; (1)E}(0)). (2.96)

e
Erst die Uberlagerung der elektrischen Felder verschiedener Atome fiihrt zu diesem Signal. Die
Intensitét zum Zeitpunkd setzt sich zum Beispiel aus einem Produkt von(0) und £7(0)
zusammen, ebenso zum ZeitpunkDa im Experiment die Intensitatskorrelationsfunktion Uber
ein Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau gemessen wird, wird die Intensitat zum Zeitpuiakif
dem DetektoD, die zum Zeitpunkt auf DetektorD, gemessen, also rdumlich vollkommen
getrennt. Auf den einzelnen Detektoren erzeugen die Atome also ein Heterodyn-Signal. Die
Korrelation der Heterodyn-Signale auf den Detektoren flihrt zum Bei2&g)(

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) =) Eft)=Ey» %", (2.97)
=1 =1
so ergibt sich die Intensitat auf den einzelnen Detektoren zu
N
](t) _ |E(t)|2 _ N|E0‘2 + |E0|2 Z ei(fbi(t)—(i’j(t)) ~ N|E0|2, (298)
ij=1
(i)

Die Phase der Interferenzterme sind statistisch verteilt und l6schen sich fur sehr viele Atome
gegenseitig aus, weshalb die gesamte Intensitat einfach die Summe der Einzelintensitaten ist.
Anders sieht das fur Intensitatskorrelationgf) /() aus. Nach

N N
](O)I(T) _ N|EO|2 + |E0|2 Z ez(qbi(O)—qﬁj(O)) N|EO|2 + |EO|2 Z 61(¢k(7')_¢l(’7'))
ij=1 k=1
(i#7) (k#1)
N
m N[+ Bl 3 060D ~(6,00-8,) (2.99)
i,7=1
(i#7)

= NI + N(N = 1)|GY(7)?

fuhrt gerade das Produkt der Interferenzterme auf den einzelnen Detektoren durch konstruktive
und destruktive Interferenz zum zuséatzlichen dritten Term der Intensitatskorrelation. 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 fir destruktive Interferenz. Dadurch fluktuieren die Signale der beiden Detektoren in Phase,
vgl. Abb.2.11 AuRRerhalb der Koharenzz€it > 7) des Lichtes sind die beitragenden Phasen
hingegen vollstandig unkorreliert. Der zusatzlich Term verschwindet und das Korrelationssignal
geht auf das Produkt der gemittelten Einzelintensitéian ... 7(0)I(7) = N*I% zuriick.
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(a) konstruktive Interferenz (b) destruktive Interferenz

We24ir=p WSz D

Abbildung 2.11: Einfaches Bild zur Erklarung des Bunching-Maximurfa.Bei konstruktiver Interfe-
renz messen beide Detektoren gleichzeitig ein Sigbahei destruktiver Interferenz entsprechend beide
kein Signal. Die Signale der beiden Detektoren sind wegen dieser Interferenzeffekte korreliert.

Gehen wir zurtick zur quantenmechanischen Betrachtung. Im Experiment wird die normier-
te Intensitatskorrelationsfunktion bestimmt. Um die quantenmechanische Intensitatskorrelati-
onsfunktion GI. 2.93 direkt vergleichen zu kdnnen, muss sie auf die mittlere Intensitat nor-
miert werden

O = G _ ()
cdmp N

Sie zeigt dieselben drei Beitrage wie die nicht-normierte Intensitatskorrelationsfunktion
Gl. (2.93. Wie verhalt sich diese Funktiogi?)(7) fiir - = 0? Da einzelne Atome bei nor-
maler Resonanzfluoreszenz nicht gleichzeitig zwei Photonen emittieren kdnnen, ist die Inten-
sitatskorrelationsfunktion einzelner Atome zum Zeitpunkt I\i;g(ﬂi(o) = 0. Weiterhin ist de-
finitionsgeméﬂ&lgg)(0)\2 = 1, wodurch sich fur die gesamte Intensitatskorrelationsfunktion
g?(0) = 2 — 2/n ergibt. Erhoht man schrittweise die Atomzahl, so erwartet mambei 2
einen Ubergang von nicht-klassischég® (0) < 1) zu klassischenig®(0) > 1) Licht.

Im Experiment fluktuiert die Atomzahl fortlaufend, sollte jedoch im Mittel poissonverteilt
sein. Berechnet man die normierte Intensitatskorrelationsfunktfor) fur diese Verteilung,
S0 ergibt sich

F(= DN+ g P (2.100)

2) )
9 (7) = _Gf O _ gAJéT) + 1400 (2.101)
G ()

Im Unterschied zum Ausdruck fir feste Atomzahl, vgl. &.100, wachsen der zweite und
dritte Term nicht mehr mit1 — !/~) an, sondern liefern unabhéngig voheinen konstanten
Beitrag. Dadurch bleibt die Intensitatskorrelationsfunktion:fii 0 undgff)(o) = (0 konstant
beiﬁ(o) = 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-
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relationsfunktionen der einzelnen Atome nicht beliebig lange beobachtet werden. Sie missen
daher jeweils mit einer Korrekturfunktiofi~) multipliziert werden, fur die giltf(0) = 1 und
lim, .., f(7) = 0[75]. Fur poissonverteilte Atome ergibt sich

(2)
0@ = 1AL 1 P P, 2.102)

Was lasst sich nun aus dieser Betrachtung fir das Experiment ableiten? Unter der Vorausset-
zung, dass die Atome tatsachlich unabhéngig strahlen, kann im Experiment die Intensitatskor-
relationsfunktion in die drei verschiedenen Beitrage zerlegt werden, die jeweils unterschiedlich
von der Atomzahl abhangen. Da fir die Intensitatskorrelationsfunktion eines einzelnen Atoms
lim, o gf) (1) = 1 erfullt sein muss, lasst sich aus der Amplitude des ersten Beitrags direkt
die mittlere Anzahl an Atomen im Resonator bestimmen. Mit diese Methode lasst sich daher
die Rate an Atomen eichen.

Des Weiteren kdnnen uber den Beitqgﬁ)(T)P Aussagen Uber die Koharenzeigenschaften
des Lichts getroffen werden. Die Koh&arenzzeikann alsfe-Abfall von |g(A1)(T)| definiert wer-
den. Aul3erdem besteht Uber das Wiener-Khintchine-Theorem eine direkte Beziehung zwischen
der Korrelationsfunktiom™ (7) und dem Leistungsspektrum des emittierten Lickh(s)

S(v) ~ / dr gV (r)e"2m, (2.103)

Fur unterschiedliche Emissionsspektren ergeben sich daraus charakteristische Funktionen fur
|g§>(r)|2. Fir ein lorentzférmiges Emissionsspektrum

1

M e

(2.104)

mit Breite Avpyiy = # ergibt sich

T

gV (T)]> = e . (2.105)

Zum Beispiel sollte ein Atom, das genau mit dem lorentzférmigen Spektrum des optischen Re-
sonators mit Breité\ vy = 2,5 MHz emittiert, zu einem mit. = 127 ns (1/e2) exponentiell
abfallenden Bunching-Maximum fuihren. Fur ein gauf3férmiges Emissionsspektrum

S(v) ~ e ()’ (2.106)
mit Breite Aviwiy = V/In 2 ergibt sich
gV ()2 = 72077, (2.107)
also wiederum eine Gauf3funktion fiir die Korrelationsfunktion erster Ordnung.

Das Bunching-Maximum muss fir unabhangige Emitter nicht immer sichtbar bleiben. Be-
ricksichtigt man zusatzlich, dass das Licht nicht perfekt rAumlich koh&rent sein muss, so erhalt
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man die modifizierten Intensitatskorrelationsfunktionen

g4 (7) L m
g (r) = AN + (1= )+ g4 (7)]?h(A)], fur festesV
5 94 (7) ;
g(1) = AN +1+ g (r)[?n(A) fur poissonverteiltesV, (2.108)

wobeih(A) ein Faktor fur die rAumlichen Kohérenz ist, der, wenn die Detektorflackiei-

ner als die Kohéarenzflaché. ist, etwa gleich Eins ist und fud > Ac mit 1/A gegen Null
geht. Ohne rAumliche Koharenz verschwindet der T]@f(jﬁ(T)Ph(A) vollkommen und damit

das Bunching des Lichts, da die verschiedenen Emitter nicht mehr homogen auf der gesamten
Detektorflache konstruktiv oder destruktiv interferieren. Unabhangig/Vd@nn daher nicht-
klassisches Licht beobachtet werden. Bei fester Atomzar@fﬁ(ﬁ)) =0istg®?(0) =1—1/n

(im Gegensatz z@ — 2/~ bei raumlicher Koharenz). Dieses Verhalten wurde in der Resonanz-
fluoreszenz mehrerer inkoharent strahlender lonen beobagbjeBei der statistisch fluktu-
ierenden Atomzahl eines Atomstrahls ist hieb (0) = 1 (fur gf)(o) = (). Trotzdem verletzt

das Licht die Schwarz’'sche Ungleichup@ (0) > ¢®(7), wie bereits 1977 von H.J. Kimble

et al. [77] demonstriert wurde, da der Beitrgﬁ) (1) fur 0 < 7 < oo anwéachst.

Bereits friher wurde neben dem nicht-klassischen Lichtg®if0) < ¢® () klassisches
Licht mit g (0) > ¢®(7) [78, 79] in der Resonanzfluoreszenz vieler Atome beobachtet, nicht
jedoch der Ubergang zwischen diesen beiden Bereichen in Abhangigkeit der Zahl der Emitter
innerhalb eines Aufbaus. Der Grund dafur ist, dass man, um die nicht-klassische Photonensta-
tistik des Lichts einzelner Emitter nachzuweisen, eine hohe Nachweiseffizienz der emittierten
Photonen bendtigt. Man muss daher Photonen aus einem grof3en Raumwinkel auf den Detek-
tor lenken. Das Licht vieler Emitter die etwas rdumlich voneinander entfernt sind, kann durch
einen solchen Aufbau nicht koharent auf dem Detektor abgebildet weBGpmher 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 rAumliche Kohérenz ist somit
automatisch erfullt. Zudem emittieren die Atome bei starker Kopplung durch erhdhte spontane
Emission, vgl. KapiteR.2.1, bevorzugt in die Resonatormode, wodurch gleichzeitig eine ho-
he Detektionseffizienz gewdahrleistet ist. Daher kann man mit einem solchen Aufbau perfekt
den Ubergang zwischen klassischem und nicht-klassischem Licht beobachten. Jedoch kénnen
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 nachsten Kapitel ein RatenmodelMiktome im Resonator
diskutiert.

2.3.4 Ratenmodell einesV-Atom-Resonator-Systems

Bereits seit langem ist bekannt, dass ein Laser unterhalb seiner Schwelle chaotisches Licht mit
g?(0) = 2 emittiert, siehe z.B.§1, Kap.11]. Oberhalb der Laserschwelle hingegen erzeugt er
durch einen lawinenartigen Anstieg der stimulierten Emission koharentes LichhiX) = 1.
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Abbildung 2.12: Ratenmodell einedV-Atom-Lasers. Jeder Punkt reprasentiert einen Zustand, in dem
sich N, Atome im angeregten Zustand undPhotonen im Resonator befinden. Die Besetzungswahr-
scheinlichkeit des Zustands betrdgt v, . Von denV zwei-Niveau-Atomen befinden sidk, im Grund-
zustandg) und N, im angeregtem Zustarid) mit N = N, + N,. Aus dem Grundzustand werden sie

Uber die Ratdr in den angeregten Zustand gepumpt, die Photonen des Resonators zerfallen mit der Rate
C und uber die Rated wird durch spontane und stimulierte Emission und durch Absorption Energie
zwischen dem Lichtfeld des Resonators und den Atomen ausgetauscht.

Die Atome strahlen kollektiv in die Resonatormode. Die klassischen Lasermodelle gehen von
einer sehr gro3en Zahl von Atomen aus, wobei die Atome und das Lichtfeld entkoppelt sind.
Korrelationen zwischen einzelnen Atomen und der Anzahl an Photonen im Resonator kobnnen
hierbei nicht auftreten. Die Rickwirkung des Messprozesses auf den Atomzustand wird je-
doch ublicherweise verwendet, um nicht-klassisches Antibunching des von einzelnen Atomen
emittierten Lichts zu erklarerBp]. Daher muss ein Modell verwendet werden, in dem diese
Korrelationen nicht vernachlassigt werden.

P. R. Rice und H. J. Carmichael verwenden ein einfaches Ratenmodell eines Lasers (,birth-
death model”) 3], um dessen Photonenstatistik zu beschreiben. Dieses Modell lasst sich so
modifizieren, dass damit die Photonenstatistik einer Resonatormode berechnet werden kann,
die mit einer festen Zahl voV 2-Niveau-Atomen wechselwirkt. Das Schema dieses Ratenmo-
dells ist in Abbildung2.12dargestellt. Jedes dér Atome kann sich entweder im Grundzustand
|g) oder im angeregten Zustag aufhalten. Die verschiedenen Zustande des Gesamtsystems
werden nur durch die Anzahl der Atome im angeregten Zusfgndnd die Anzahl der Pho-
tonen im Resonator unterschieden. Da die Gesamtzahl der Atas&onstant ist, ergibt sich
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far die Anzahl der Atome im Grundzustad, = N — N.. Die Zustande des Gesamtsystems
|n, Ne, N,) bilden eine Matrix mit den Besetzungswahrscheinlichkeftgr, mit N, € [0, V|

undn € Ny. Zwischen den einzelnen Zustanden fuhren Emission und Absorption der Ato-
me, das externe Pumpen der Atome aus dem Grundzustand in den angeregten Zustand, so-
wie Verluste des Resonators zu Ubergangen. Die Emissionsratémwaw, N — M) nach
|m~+1, M —1, N— M +1) setzt sich dabei aus zwei Beitrdgen zusammen: der spontanen Emis-
sion derM angeregten Atome mit der Rate\/ und der durchn Photonen stimulierten Emis-
sion mit der Raten AM. Die Absorption defn Photonen im Resonator durch eines tfer M
Atome im Grundzustand auf dem Ubergdng M, N — M) — |m —1,M +1,N — M — 1)

erfolgt mit der RatenA(N — M). Mit dem Pumpprozess wird eines d&r— M Atome im
Grundzustand mit der Rafe in den angeregten Zustand Uberfuhrt, wodurch sich die Pumprate
R(N — M) fur den Ubergang voifm, M, N — M) nach|m, M + 1, N — M — 1) ergibt. Zu-

letzt kann eines der. Photonen im Resonator verloren gehen, was zur Ubergangs(ateon

|m, M, N — M) nachim — 1, M, N — M) fuhrt. Insgesamt ergibt sich folgende Ratengleichung
fur den Zustandm, M, N — M)

Poy= — mAN-M) Pny + mA(M +1)  Pu_1m1 (2.109)
- (m+1DAM P,y + (m+1DAN-M+1) Poyiv—
— R(N—-M) Pnou + R(IN-M+1) Pym-a
— Cm Pom + Cm+1) Punyim-

Fir den stationaren Fall, d.h. f[l'?m,M = 0, lassen sich die einzelnen Besetzungswahr-
scheinlichkeitenP,, 5, fir ein in der Photonenzahl begrenztes Systene [0, 7,,4.]) hume-
risch berechnen. Mit Hilfe der stationdren Besetzungswahrscheinlichkeiten kénnen das erste
(7) und zweite Momentn?2) der Photonenstatistik bestimmt werden und daraus mitZa19(
die Intensitatskorrelationsfunktion?® (0).

Die Parameter sollen zunéchst so gewahlt werden, dass das Verhalten mdglichst dem un-
abhangiger Emitter entspricht. Fur geringe Emissions- und Absorptionsriatalie Wechsel-
wirkung jedes einzelnen Atoms mit der Resonatormode gering. Insofern sollte die Wechselwir-
kung der Atome untereinander vernachlassigbar 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 es ein zweites Photon emittieren kann. Fir eine gerin-
ge Ruckpumpratd? ist daher gewahrleistet, dass jedes Atom nicht mehr als ein Photon zum
momentanen Lichtfeld beitragt. In AbB.13(a) ist die Intensitatskorrelationsfunktigi®) (0)
in Abhangigkeit der Atomzahl fur einen solchen Parametersatz dargestellt. Das Verhalten ent-
spricht sehr gut dem theoretischen Verlglif (0) = 2 — 2/~ raumlich koharenter, unabhan-
gig strahlender Atomees letzten Kapitels. Man sollte daher auch innerhalb eines Resonators
den Ubergang von nicht-klassischem Antibunchipf’(0) < 1) zu klassischem Bunching
(¢®(0) > 1) bei N ~ 2 beobachten kénnen.

Die Frage bleibt offen, inwiefern stimulierte Emission und Reabsorption die Photonensta-
tistik beeinflussen. Im Ratenmodell kann man diese Prozesse gezielt entfernen.2i@. (
verschwinden dann die beiden AbsorptionstermemA(N — M)P,» und
(m+ 1)A(N — M + 1)P,,41.1-1 Vollstandig. AulRerdem werden beim ersten Emissionsterm
—(m + 1)AM P, »; der Anteil der stimulierten EmissiormAM P, ,;, sowie beim zwei-
ten EmissionstermA(M + 1) P,,_1 a1 der stimulierte Beitragm — 1) A(M + 1) Py—1 m41
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(a) mit stimulierten Prozessen

(b) ohne stimulierte Prozesse
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Abbildung 2.13: Vergleich der Photonenstatistik des N-Atom-Resonator-Systems fir sehr geringe Raten
Rund A (R/C = 0,01 und A/C = 0,01) mit den theoretischen Funktionen unabhéngig strahlender
Atome. (a) Die Photonenstatistik des Lasersystems mit stimulierten Prozessen stimmt sehr gut mit der
Funktion(2—2/N), die fur N unabhéngig strahlende, raumlich koharente Atome erwartet wird, Giberein.
(b) Ohne stimulierte Prozesse passt hingegen die Funktien1/N) fur nicht koh&rente, unabhangig
strahlende Atome.

entfernt. Die Pumpterme und die Terme des Resonatorzerfalls bleiben unberthrt. Daraus ergibt
sich fiir P, », die Ratengleichung

Poy= - AM  Pou  + AM+1)  Puius  (2.110)
— R(N—M) Pm,M + R(N—M+1) Pm,Mfl
- Cm Pm,M -+ C(m -+ ]_) Pm+1,]V[-

Abb. 2.13(b) zeigt die resultierende Intensitatskorrelationsfunktigih(0) fur dieselben Para-

meter wie in (a), jedoch ohne stimulierte Prozesse. Offensichtlich ergibt sich unabhangig von
der Atomzahl Antibunching, das sehr gut dem Verhalten ¥onnabh&angig strahlenden, nicht
raumlich koharenten Emitters® (0) = 1 — 1/~ folgt. Das Bunching des Lichts wird also nur

mit stimulierten Prozessen beobachtet. Dies lasst sich folgendermal3en erklaren: Bunching be-
deutet, wenn sich bereits ein Photon im Resonator befindet, ist mit gré3erer Wahrscheinlichkeit
ein weiteres darin zu finden. Hat ein Atom ein Photon an den Resonator abgegeben, so kann
dieses ein zweites Atom stimulieren, gleichzeitig ein Photon in den Resonator zu emittieren.
Dadurch wird die Wahrscheinlichkeit zweier Photonen erhdht. Andererseits kann das Photon
auch vom zweiten Atom absorbiert werden, wodurch entsprechend die Wahrscheinlichkeit, kein
Photon im Resonator zu finden, gréf3er wird. Die Zahl der Photonen fluktuiert daher starker um
den Mittelwert.

Dies entspricht der Erklarung fur unabhangig strahlende Emitter, wo konstruktive und de-
struktive Interferenz ebenfalls zu starkeren Fluktuationen der Intensitat und damit zum Bun-
ching fuhren. Die Analogie der Effekte wird offensichtlich, wenn man beriicksichtigt, dass man
stimulierte Emission auch als konstruktive Interferenz und Absorption als destruktive Interfe-
renz der emittierten Photonen auffassen kann, siehe &1BKpp. 5.6].
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Abbildung 2.14: Photonenstatistik des N-Atom-Resonator-Systems mit und ohne stimulierten Prozessen
bei etwas hoherer Kopplungsrateund Rickpumprat& (A/C = 0,1 undR/C = 0,1) vergleichbar den
experimentell moglichen Parametern. Durch die geringe Riuckpumprate ist das System nur geringfligig
invertiert, mit stimulierten Prozessen wird daher im dargestellten Bereich keine Laserschwelle erreicht.
Wie fur kleinere Kopplungsratel beobachtet man filN ~ 2 den Ubergang von Antibunching zu
Bunching. Das Bunching bleibt jedoch untg?) (0) = 1,6 und fallt fur N > 20 wieder ab. Ohne
stimulierte Prozesse beobachtet man auch hier ausschlief3lich Antibunching.

Es gibt jedoch einen wichtigen Unterschied zwischen der Interferenz und den stimulier-
ten Prozessen. Bei unabhangigen Emittern ist konstruktive und destruktive Interferenz immer
gleich wahrscheinlich. Innerhalb eines Resonators kdnnen hingegen nur Atome im Grundzu-
stand Photonen absorbieren und Atome im angeregten Zustand Photonen stimuliert emittieren.
Sind die Atome hauptsachlich 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 verstarkt werden. Diese kollektiven Effekte kénnen zu einer
vollkommen anderen Photonenstatistik fuhren. Sie sind umso wahrscheinlicher, je groer die
Wechselwirkung zwischen Atom und Resonator ist. Erhoht man die Rat® eine Grél3en-
ordnung, so zeigen sich schon signifikant Abweichungen von der Theorie unabhéangiger Emit-
ter, siehe Abb2.14 Die Intensitatskorrelationsfunktion mit stimulierten Prozessen steigt nicht
mehr Uberl,6 und fallt fir N > 20 sogar wieder ab. Da die Rickpumprate hier verhaltnismafig
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 Ruckpumprate weiter er-
hoht, siehe Abb2.15 Das System wird stark invertiert. Selbst ein einzelnes Atom wird durch
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Abbildung 2.15: Photonenstatistik des N-Atom-Resonator-Systems mit und ohne stimulierten Prozessen
bei hoher RuckpumprateR/C = 10 und A/C = 0,1). Mit stimulierten Prozessen ergibt sich fur

N < 10 ein Bunching mitg?(0) > 1. Bei N ~ 10 erreicht man die Laserschwelle des Systems. Die
Photonenstatistik wird kohérent@@(o) — 1, der Fano-Faktor durchlauft ein Maximum, die Anzahl der
Photonen steigt sprunghaft an und die Besetzungsinversion geht durch Sattigung der Atome zurtick. Ohne
stimulierte Prozesse erreicht man hingegen keine Laserschwelle und beobachtet immer nicht-klassisches
Licht mit ¢(®(0) < 1.

die hohe Ruckpumprate sofort wieder in den angeregten Zustand zurtickbefordert, so dass es,
bevor der Resonator zerfallt, ein zweites Photon erzeugen kann. Das System zeigt daher fur
N = 1 statt Antibunching Bunching. Die Wahrscheinlichkeit eines Resonatorverlustes ist je-
doch gréler, als durch stimulierte Emission weitere Photonen zu erzeugen. Daher befindet sich
das System trotz Inversion unterhalb der Laserschwelle. Erhéht man die Atomzahl, so ist fur
N = 10 die Verstarkung bei perfekter InversionA gleich den Resonatorverlustén Das
System beginnt zu lasen. Das Licht wird koharetél(0) — 1 und die Anzahl der emittier-

ten Photonen steigt sprunghaft an. Oft wird zur Definition der Laserschwelle das Maximum
des Fano-Faktorg' verwendet 83], das ebenfalls furv = 10 erreicht wird. Gleichzeitig wird

die Besetzungsinversion abgebaut, weil durch die stimulierten Prozesse die Atome kollektiv in
den Resonator emittieren, wodurch die Pumprate nicht mehr gentgt, das System vollstandig
invertiert zu halten.

Ohne stimulierte Prozesse zeigt sich auch hier nur Antibunching. Aufgrund der starken
Riickpumprate isty®(0) bereits fir ein einzelnes Atom nahe Eins, lasst sich aber mit
gff)(o) = 0,9 sehr gut mit dem Modell unabhangig strahlender, inkoharenter Emitter beschrei-
ben. Die stimulierten Prozesse sind folglich sowohl fir das Bunching unterhalb der Laser-
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Abbildung 2.16: Intensitatskorrelationsfunktiongf?) (0) filr poissonverteilte AtomzatiV im Vergleich
zu fester AtomzahlV. (a) Bei geringer Kopplungsratél und Rickpumprate? (R/C = 0,01 und
A/C = 0,01) bleibt ¢(® (0) in guter Naherung konstant bei 2 (1 ohne stimulierte Proze§seErhoht
man die Raten um eine GroRRenordnuiyC' = 0,1 und A/C = 0,1) so weicht die Photonenstatistik
signifikant vom konstanten Verhalten ab. Man beobachtet superchaotisches Ligt®if > 2 fir

N — 0. (c) Bei starker Ruckpumpratg (R/C = 10 und A/C = 0,1) ergibt sich sogar ein zusatzliches
Maximum fir N = 5.

schwelle, wie auch fir 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 Zeitpunkefindet sich immer eine genau
definierte Anzahl Atome im Resonator. Nimmt man nun an, dass sich der stationare Zustand
schneller einstellt, als sich die Anzahl der Atome verandert, so kann man die Photonenstatistik
Uber die Verteilung der Atomzahl mitteln

n=>Y P(N)a(N)
n?=>"P(N)n’(N). (2.111)

Fir ein poissonverteilte Atomzahl ergibt sich mit G.19 die in Abb.2.16dargestellten Inten-
sitatskorrelationsfunktionen. Bei niedriger Kopplungsratend Rickpumpraté folgt ¢ (0)

gut dem theoretischen Verlauf unabhangig strahlender Emitteg¥foi0) = 2, vgl. 2.16a).

Der Anstieg furN — 0 lasst sich durch ein nicht perfektes Antibunching der einzelnen Ato-
megf)(o) ~ 0,04 erklaren, das auch bei unabhangig strahlenden Emittern zu einem Verhalten
¢@(0) = 44 (0/5+2 filhrt. Da die einzelnen Atome nach einer ersten Photonenemission schnell
genug zuriickgepumpt werden, um ein weiteres Photon zu erzeugen, bevor das erste Photon den
Resonator verlasst, weicht fir hohere Ruckpumprdtesie Photonenstatistik der einzelnen
Atome immer weiter vom perfekten Antibunching ngﬁf)(o) = 0 ab. Dadurch entsteht fur

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 unabhangig strahlende Atome flr geringe Kopplunggrgtgrdie Sta-

tistik des emittierten Lichts. Abweichungen treten jedoch auch bei fluktuierender Atomzahl ftr
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hohere Kopplungsraten auf. Durch die kollektiven Effekte fallt die Intensitatskorrelationsfunkti-
on ¢ (0) unter 2. Bei gleichzeitig hoher Riickpumprate wird auch bei fluktuierender Atomzahl
eine Laserschwelle beobachtet, oberhalb der koharentes Lichthit) — 1 erzeugt wird.

2.3.5 Effektives Zwei-Niveau-System

Das im Experiment verwendete-System kann stark vereinfacht auch als effektives Zwei-
Niveau-System betrachtet werden. Insofern kann das Ratenmodell des letzten Kapitels auch fur
unser System verwendet werden. Die beiden beitragenden Niveaus sind die Grundzus$tande
und|g). Der Ramanprozess koppelt diese beiden Zustande, wobei beim Ubergalag manh

|g) ein Photon in den Resonator emittiert, bzw. yghnach|u) aus dem Resonator absorbiert
wird. Der Rickpumplaser pumpt die Atome v@y) nach|u) zuriick. Da der Rickpumppro-

zess immer eine spontane Emission des angeregten Zustands erfordert, kann er als inkoharenter
Prozess mit der Ruckpumpraliebeschrieben werden. Dieses Zwei-Niveau-System soll nun im
folgenden in einzelnen Schritten ndherungsweise abgeleitet werden. Ausgehend vom Hamil-
tonoperatord, des Drei-Niveau-Systems mit Riickpumplaser im mitrotierten Bezugssystem,
vgl. Abb.2.17a),

HA

Q 0
5= — Nala+ Abyy + —(Geg + Gge) + —=(Geu + Oue) + 9(6egit + a'64e) (2.112)

2 2
kann fur schwache Kopplung von Pumplaser und Resoifétgx, 9/a) < 1 durch eine unitare

Transformatiorl/

Qp

A S . A
= t
U=c¢ mi S = oA

e (Geu = ) + X (Gg — 16,0) (2.113)

ein effektiver Hamiltonoperataf’, bestimmt werden
H\ = UH\U, (2.114)

der anstelle der einzelnen Kopplungen zu Pumplaser und Resonator eine effektive Ramankopp-
lung enthalt, siehe z.B8H]. Mit Hilfe der Relation

N A PN 1.~ ~ 4
Hy = Hy + (S, Ha] + 5[5, [S, Hall + ... (2.115)

kann dieser transformierte Hamiltonoperator bis zur Ordriyindperechnet werden. Es ergibt
sich

A

H Q Q
A At oA A R4 o giip
e Ad'a+ NGy + 7(069 + Gge) + 5
Ruckpumpen effektive Ramankopplung

QR
%(aug + 644) (2.116)

———(Guga +a agu)

J/

982 R .
+ 2A (a+a )(Ggg — Gee) +
-~ 7 N -~ 7
Streuung des Rickpumplasers ~ Raman mit Ruckpumplaser
QQ g2
P/ A
+ _(Uuu - Uee) + Z

dynamische Starkverschiebung

[(699 - &ee)de — Oc } +O(A2>'
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Abbildung 2.17: Umwandlung deg\-Systems in ein effektives Zwei-Niveau-System.

Die verschiedenen Beitrage tragen nur zum beobachteten Signal bei, wenn sie resonant sind.
Hier wird angenommen dass Pumplaser und Resonator ramanresonant eingestellt werden bei
grol3er Verstimmung)\, so dass die Streuung von Photonen aus dem Ruckpumplaser und die
Ramankopplung der Grundzustande durch Rickpumplaser und Pumplaser nicht resonant sind
und vernachlassigt werden kénnen. Aul3erhalb der Ramanresonanz tragen diese Beitrage je-
doch zum beobachteten Anregungsspektrum bei, siehe Kdpdtél Die beim Ramanprozess
zusatzlich auftretende dynamische Starkverschiebung kann im Prinzip durch Veranderung der
Verstimmung von Pumplaser oder Resonator kompensiert werden, in unserem System jedoch
nur fur eine feste Photonenzahl. Trotzdem sei sie im folgenden vernachlassigt. Die Verstim-
mung der angeregten Photonenzustande und des Zustgndm A spielt fir die folgende
Betrachtung keine Rolle, da alle im folgenden betrachteten Ubergéange resonant gekoppelt wer-
den. Zur Vereinfachung werden sie daher ebenfalls weggelassen. Ubrig bleiben nur die effektive
Ramankopplung der beiden Grundzustéande mit der Vakuum-Rabifre§uenz= ¢¢r/a und
die Kopplung der Atome an den Riuckpumplaser mit der RabifreqienEs ergibt sich somit
folgender vereinfachter Hamiltonoperator

H! Qg

b= T (Beg + Gye) + Tﬁ(auga +af6y,). (2.117)
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Der angeregte Zustanel) ist weiterhin als transientes Niveau im Rickpumpprozess enthal-

ten. Um diesen Zustand zu eliminieren, betrachten wir zunéchst das vereinfachte Gy stedn
le), wobei der angeregte Zustand entwederyjtin den einen Grundzustang) oder mit-.,,
in den anderen Grundzustahd zerfallt, siehe auch Abl2.17 (b). Der in diesem Teilsystem
wirkende Hamiltonoperator

H Q

B = G+ Gy (2.118)
zusammen mit der Zerfall des angeregten Zustands

ﬁ[ﬁ] = ’76u(25-ue/36-eu - a-eefa - /A)é-ee)

b Vg (26 e fBeg — Geep — POee) (2.119)
fuhrt auf die Bewegungsgleichungen

. g

Pee = _17<pge - peg) = 2 Pee

. Qg

Pgg = ZT(pge - pey) + 2’769pee
puu = Q/Veupee (2120)
: g

Peg = _27(/066 - pgg) = VPeg

(2.121)

mit v = 7., + Yeu. ISt der Ubergang nicht gesattigt, alla < ~, so kénnen die AuRRerdiago-
nalelemente der Dichtematrx, adiabatisch eliminiert werden, d.j., ~ 0. Dadurch werden
die Ubrigen Gleichungen effektiv Ratengleichungen

) 0?2 0?2

Pee = _2_510@6 + 2—5%9 - 27066

) 02 0?2

Pgg = 2_$pee - 2_,1;pgg + 2YegPee (2.122)

puu = 2’Yeupee

zwischen den einzelnen Zustandeh|e) und|g) mit der Ubergangsrafté:/2-. Im vorliegenden
Fall kann zusétzlich der angeregte Zustand adiabatisch eliminiert weides 0), woraus sich
fur den Prozess bei schwachem Rickpumplaser das einfache Ratengleichungssystem

Pgg = —Rpgg

ergibt, wobei die Pumprate durdh ~ %%u gegeben ist. Fur einen intensiveren Ruckpump-
laser treten Rabioszillationen zwischgn und |e) auf, die durch ein einfaches Ratenmodell
nicht beschrieben werden konnen.

Auf die gleiche Weise kann auch der Ramanprozes8fiir < « in ein System von Raten-
gleichungen uberfiihrt werden. Begrenzt man sich auf das Sygter), |g, 1), |¢g,0)}, so ist
die effektive Transferratd zwischenu, 0) und|g, 1) gegeben durch

Wy P03

=5 T oAz (2.124)



48 Kapitel 2. Theoretische Grundlagen

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 htheren
Photonenzustande berechnet werden konB8&ng6]. Zudem miusste das Ruckpumpen beim
Ramanprozess als zusatzlicher Verlustprozess berucksichtigt werden. Bei hohen Rickpump-
raten fuhrt dies bei Zwei-Niveau-Systemen zu sogenanntem ,self-quenching®, d.h. durch zu
starkes Ruckpumpen wird die Koharenz des Lasertibergangs zerstort und der Laser verloscht,
siehe z.B. 87]. Ebenso kann bei den hoheren Photonenzustadnden der Ramanprozess zur Zersto-
rung der Kohérenz des Riickpumpubergangs|ypmach|e) fihren. Im Extremfall wirde das
System nur zuriickgepumpt, wenn es im Zustgnd) ist. Fir hdhere Photonenzustande mus-

ste erst der Resonator zerfallen, bevor ein weiteres Photon erzeugt werden kdnnte. Die Folge
ware Licht, das starkes Antibunching zeigt.

Sieht man von diesen Korrekturen ab, so kénnen nun, zusammen mit der Zerfallsrate des
Resonator€' = 2k, die entsprechenden Ubergangsraten des Experiments berechnet werden.
Typische experimentelle Parameter si@iz**; Qpe*; g™**) = 27 (6,6;3,8;2,5) MHz und
(k;v; A) = 27 (1,25;3;20) MHz. Daraus ergibt sicl®/c = 0,3 und 4/c = 0,1 fur sowohl
an die Laser als auch an den Resonator maximal gekoppelte Atome. Berlcksichtigt man weiter-
hin, dass die Atome sich auch auf3erhalb des Bereiches maximaler Kopplung aufhalten kénnen,
so sindA und R eher kleiner. Die maximale Ruckpumprate ergibt sich, wenn der Ubergang von
|g) nach|e) sehr stark geséttigt ist, so dass diese beiden Zustdnde anndhernd gleich besetzt sind.
Trotzdem bleibt diese Rate mit"** = 1/2~,, also£™**/c = 2/3 kleiner als die Zerfallsrate des
Resonators, wobei aul3erdem starkes ,self-quenching”nicht zu vermeiden ist. Vergleicht man
diese Werte mit den Simulationen des letzten Kapitels, so ist die Ruckpumprate zu klein, um
fur eine kleine Anzahl an Atomen in den Laserbereich zu gelangen. Fur kleine Rabifrequenzen,
sollte man im Bereich aufhalten, der gut durch das Modell unabhangig emittierender Atome
beschrieben werden kann, fir hohere Rabifrequenzen sind méglicherweise kollektive Effekte,
vergleichbar denen in AbR2.14, zu sehen.

2.3.6 Dynamik eines einzelnen Atoms im Resonator

Bei unabhéngig strahlenden Atomen kann die Intensitatskorrelationsfunktion, wie in Kapi-
tel 2.3.3diskutiert, in Komponenten zerlegt werden, die aus Korrelationsfunktionen eines ein-
zelnen Atoms zusammengesetzt sind. FUr ein einzelnes Atom in einem optischen Resonator
lassen sich diese Korrelationsfunktionen direkt quantenmechanisch berechnen. Es gentgt in
der Simulation, vgl. KapiteR.2.6 ein einzelnes festgehaltenes Atom bei konstanten Pump-
und Ruckpumplaser-Rabifrequenzen sowie konstanter Kopplungsgténkdoetrachten. Das
gekoppelte System entwickelt sich in einigen hundert Nanosekunden aus dem Anfangszustand
p(0) = |u, 0){u, 0] in den stationaren Zustanpg. Die Korrelationsfunktion erster Ordnung zum
Zeitpunktt ausgehend vom station&ren Zustand wird Uber

g0 (r) = (4 el (2.125)

und die Intensitatskorrelationsfunktion tber

J0(ry O+ )il 5 )an), 2126

(ata)3
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Abbildung 2.18: Obere Zeile: Simulation unterschiedlicher Korrelationsfunktionen eines einzel-
nen Atoms bei konstanter Kopplung an Resonator, Pump- und Rickpumplasddie Korrela-
tionsfunktion 2.Ordnungg(2)(r) beschreibt das Antibunchingb) das Betragsquadrat der Korre-
lationsfunktion 1.0rdnungg™(7)|?> das Bunching der Photonen. Die Parameter der Simulation
sind (Qp; Qr;9;A) = 27 (7,6;3,3;2,5;—20) MHz fur Antibunching (durchgezogene Linie) und
(Qp; Qr;9;A) = 27 (20;12;2,5; —15) MHz ohne Antibunching (gestrichelte Linie). Untere Zeile:
Transiente Besetzungswahrscheinlichkeiteh,) = Sp(]%ﬁ(r)), nach einer Photonenemission aus
dem optischen Resonator entsprechend den Parametern mit Antibuchingd ohne Antibunching

(d). Fart — oo wird wieder der stationare Zustand der Besetzungswahrscheinlichkeitef, yo. o

und P, o erreicht. Beit = 0 zeigen sich hingegen die Verhaltnisse der Besetzungswahrscheinlichkeiten
desn = 1 ZustandsP, 1, P. 1 und P, ; des stationaren Zustands, der durch die Photonenemission auf
n = 0 projiziert wird.

bestimmt’

Die durchgezogenen Linien in Abbildurj18zeigen die simulierten Korrelationsfunktio-
nen entsprechend den in KapiteB.2verwendeten experimentellen Parametern, bei denen der

"Der Erwartungswerta ! (¢+7)a(t)) lasst sich mit Hilfe des in Kapitél.2.6besprochenen Dichtematrixforma-
lismus uber folgende Zwischenschritte berechnen: Zuerst Wind= ap(t) = aps bestimmt, anschlief3end kann
die zeitliche Entwicklung vomp(t + 7) Uber die Mastergleichun@(76) numerisch berechnet werden, schlief3lich
ergibt(a'(t + 7)a(t)) = Sp(a'p(t + 7)) den gesuchten Erwartungswert. Entsprechend kann der Erwartungswert
der unnormierten Intensitatskorrelationsfunktion UB€&Y (1) = (af (t)al (t+1)a(t+7)a(t)) = Splatap(t+71))
mit 5(t) = ap(t)at = ap.a’ berechnet werden, vgigg, Kap. 8.2].
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Ubergang von Antibunching zu Bunching bei Variation der Atomzahl beobachtet wird. Aus
der Intensitatskorrelationsfunktion in AbB.18a) geht deutlich hervor, dass hier tatsachlich
fur ein einzelnes Atom im Resonator ein Antibunching-Verhalten erwartet wird. Nach erfolgter
Photonenemission befindet sich das Atom mit einer Wahrscheinlichkei®dénm Zustand

lg,0), vgl. Abb. 2.18c). Von dort muss es erst wieder zurlickgepumpt 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 ng#40f ~ 0,2. Durch
»Schnelles* Zurickpumpen, kann das Atom auch Photonenzustande>mitbesetzen.

Erhoht man die Rabifrequenzen von Pump- und Rickpumplaser weiter, sieh2. A8
und b, gestrichelte Linien, sowie d), so verschwindet das Antibunching vollstandig. Das Ruck-
pumpen ist hier so schnell, dass im= 1-Photonenzustand die Atomzustande, |¢) und
|g) annéhernd gleich besetzt sind wie im= 0-Zustand. Dadurch fuhrt die Emission eines
Photons nicht mehr zu einer Projektion in dend)-Zustand. Atom- und Photonenbesetzungs-
wahrscheinlichkeiten sind entkoppelt. Bei noch hoheren Riickpump-Rabifrequenzen zeigt sich
in der Simulation sogar ein Bunching mit?) (0) > 1. Im Experiment wurde dieser Ubergang
von Antibunching zu Bunching fir ein einzelnes Atom bisher noch nicht beobachtet — jedoch
auch nicht ausgeschlossen.

Im Prinzip kann ein einzelnes Atom als laseraktives Medium agie8énd9]. Bereits in
Abb. 2.18d) wird deutlich, warum fir unser System die Laserschwelle fiir ein einzelnes Atom
nicht erreicht werden kann: Das Ruckpumpen ist zu langsam, um die Besetzungsinversion auf-
recht zu erhalten. Die mittlere Photonenzahl im Resonator bleibt daher deutlich unter eins.

Neben der simulierten Intensitatskorrelationsfunktion eines einzelnen Atoms zeigt
Abb. 2.18b) das Betragsquadrat der Korrelationsfunktion erster Ordiyihgr)|? — die Bun-
ching-Komponente der Resonanzfluoreszenz unabhéngig strahlender Atome. Der Abfall von
lg™M (7)|? auf 1/¢? definiert die Koharenzzeit.. Aus der Simulation ergibt sich bei Antibun-
ching eine Koharenzzeit. = 300 ns, fur die entsprechenden Parameter ohne Antibunching ist
die Koharenzzeit mit, = 115 ns deutlich kiirzer. Durch das starke Ruckpumpen wird in die-
sem Fall einerseits die atomare Koharenz schneller zerstort, andererseits gelangt das gekoppelte
Atom-Resonator-System schneller in den stationaren Zustand zurtick. Die Breite des Bunching-
Maximumsr,, wie auch des Antibunching-Minimums, ist somit auch ein Maf3 daftr, wie lang
sich das System an eine Stoérung erinnert.

Zusammengefasst ergibt sich aus dieser Simulation, dass ein einzelnes Atom im optischen
Resonator fur die verwendeten Parameter, sowohl die Antibunching-Komponente in der In-
tensitatskorrelationsfunktion, wie auch die Bunching-Komponente in der Korrelationsfunktion
1. Ordnung zeigt. Sind die kollektiven Effekte vernachlassigbar, so sollten die Atome weitge-
hend unabh&ngig voneinander abstrahlen. Dann sollten diese Beitrdge auch in der Intensitats-
korrelationsfunktion des gekoppelten N-Atom-Resonator-System erhalten bleiben.



Kapitel 3

Experimenteller Aufbau

Die Realisierung der ldee, einzelne Photonen durch eine adiabatische Passage ik-8y&em

tem zu erzeugen, stellt hohe Anforderungen an den experimentellen Aufbau. Wie in Kapitel
2.2diskutiert, lasst sich eine adiabatische Passage tber den Dunkelzustand nur erreichen, wenn
man sich im Bereich starker Kopplung befindet. Dazu benétigt man einen sehr kleinen Reso-
nator hoher Finesse. Zusatzlich misste man, um zu einem beliebigen Zeitpunkt ein einzelnes
Photon erzeugen zu kénnen, ein einzelnes Atom im Resonator festhalten. Um jedoch als ersten
Schritt das Funktionieren des adiabatischen Transfers zu demonstrieren, wurde im Experiment
ein sehr schwacher Atomstrahl mit mittlerer Atomzahl im Resonator deutlich kleiner eins ver-
wendet. Detektiert man ein einzelnes Atom, so kann man mit diesem experimentieren, solange
es durch den Resonator fallt. Damit die Atome lange mit dem Resonator wechselwirken, werden
langsame, d.h. kalte Atome aus einer magnetooptischen Falle (MOT) verwendet. Eine Skizze
des experimentellen Aufbaus ist in Alih1 dargestellt. Details zu den einzelnen Komponen-

ten des Aufbaus werden in den folgenden Kapiteln beschrieben. Im folgenden wird kurz das
Prinzip des Experiments skizziert.

3.1 Prinzip des Experiments

Ein Messzyklus setzt sich aus den folgenden Schritten zusammen: In der magnetooptischen
Falle werderf®Rb-Atome aus dem Hintergrundgas gefangen. Uber die Ladezeit der Falle (zwi-
schen50 ms und 2,5 s) l&sst sich die Anzahl der gefangenen Atome einstellen und dadurch die
Stromdichte der Atome im Resonator. Die Magnetfelder der magnetooptischen Falle werden
ausgeschaltet, um anschlieBend die Atome in einer Melassenphase aufiyteabzukih-
len. Nach dem Ausschalten der Laser fallen die Atome im Schwerefeld nach unten und gelangen
nach209 ms in den optischen Resonator. Dort werden sie von der Seite durch Laserstrahlen an-
geregt und strahlen daraufhin Photonen in den Resonator ab. Einer der beiden Resonatorspiegel
besitzt eine hdhere Transmission. Durch diesen verlassen die erzeugten Photonen den Resona-
tor und kénnen Uber Silizium-Avalanche-Photodioden (APD) mit einer Quanteneffizienz von
50% nachgewiesen werden.

Der experimentelle Aufbau wurde in drei Ausbaustufen erweitert, bis kontrolliert einzelne
Photonen erzeugt werden konnten. Da sich in diesen Stufen das System sehr verschieden verhalt

51
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Abbildung 3.1: Skizze des experimentellen Aufbaus zur adiabatischen Photonenerzeugung. Eine Wolke
kalter®>Rb-Atomen wird mit einer magnetooptischen Falle prapariert undédltms nach Ausschalten

der Falle mit einer Geschwindigkeit von et@an /s innerhalb vor8 ms durch einen optischen Resonator.

Die Wechselwirkungszeit eines einzelnen Atoms mit der Mode des Resonators BetmagtUm eine
anti-intuitive Pulsfolge der Kopplungen an Resonator und Pumplaser zu erreichen, ist der Pumpstrahl um
die Strecke), nach unten verschoben.

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

¢ Inder ersten Ausbaustufe wurde ein Atom welches durch den Resonator féllt einzig durch
einen kontinuierlich eingestrahlten Pumplaser von der Seite angeregt, sieti& ABhe
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 durchlauft 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 @GI18), erflllt ist. Durch Variation der vertikalen
Position des Pumplasers lassen sich die Verzogerumgischen Resonator- und Pump-
laserfeld frei einstellen und somit diese Bedingung der Adiabasie untersuchen. Durch
Variation der Verstimmung von Pumplaser und Resonator lasst sich zudem feststellen, ob
die Photonen lber einen Ramanprozess emittiert werden. Insgesamt lasst sich so zeigen,
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Abbildung 3.2: Experimenteller Aufbau der Einzelphotonenquelle. Fiir ein Atom lést ein Pumplaserpuls

die Emission eines einzelnen Photons aus, woraufhin ein Riickpumplaserpuls das Atom in den Ausgangs-
zustand zurickbefordert. Jedes Atom kann so wahrend 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 zuféllig auf die zwei Avalanche-Photodioden verteilt.

dass die Photonen Uber einen STIRAP-Prozess erzeugt werden. Jedes der Atome kann
der Theorie nach maximal ein Photon emittieren. Wegen der zufalligen Ankunftszeit der
Atome ist der Zeitpunkt der Emissionen jedoch unbestimmit.

e Um mehr als ein Photon pro Atom zu erzeugen, muss das Atom nach erfolgter Emission
wieder in den Ausgangszustand desSystem zurickgebracht werden. Im Experiment
erfolgt dies durch optisches Pumpen mit einem zusatzlichen transversalen Rickpump-
laser parallel zum Pumplaserstrahl, siehe AbB. Durch abwechselndes Anlegen von
Pump- und Rickpumplaserpulsen sind Photonenemission und Rickpumpen voneinan-
der zeitlich getrennt. Der Zeitpunkt der Emission einzelner Photonen wird hierbei durch
den Pumplaserpuls definiert. Ein lineares Ansteigen der Rabifrequenz des Pumplasers
gewahrleistet hierbei eine adiabatische Photonenerzeugung. Die Pulssequenz lauft konti-
nuierlich ab, wahrend die Atome zu zufalligen Zeitpunkten durchfallen. Eine Detektion
eines einzelnen Photons signalisiert die Anwesenheit eines Atoms. Solange das Atom
weiter durch den Resonator féllt, konnen getriggert einzelne Photonen erzeugt werden.
Uber die Photonenstatistik der Photonen kann nachgewiesen werden, dass jedes Atom
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tatsachlich maximal ein einzelnes Photon pro Pumplaserpuls erzeugt. Die Photonensta-
tistik wird im Experiment tUber einen Hanbury-Brown & Twiss Aufbau (HBT) gemes-
sen, dargestellt in Abt8.2 durch den Strahlteiler zusammen mit den beiden Avalanche-
Photodioden und dem Korrelator. Die Funktionsweise des HBT-Aufbaus wird in Kapitel
3.4genauer erlautert.

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

3.2 A-System in Rubidium®Rb

Hauptsachlich zwei Punkte machen RubidiiiRb zu einem besonders geeigneten Kandi-
dat zur Erzeugung einzelner Photonen. Einerseits sind die Uberganda,-démie bei der
Wellenlange\ = 780,24 nm, welche zum Laserkihlen verwendet werden, durch kommerzi-
ell erhaltliche Titan-Saphir-Laser bzw. Laserdioden erreichbar. Somit lassen sich einfach kalte
Atome mit langer Wechselwirkungszeit mit dem Resonator erzeugen. Andererseits®pBsitzt
mit den beiden Hyperfein-Grundzustandsh ., F' = 2 und I’ = 3, zwei extrem langlebige
Zustande, die als Basiszustande fur das gewungci@gstem verwendet werden kdnnen. Als
angeregter Zustand désSystems kommen jeweils die Zustankle= 2 und /' = 3 der5P, ),
und5P3,, Niveaus in Frage. Fur diB,-Linie zum5P, ;, Zustand waren, zusatzlich zu den La-
sern der magnetooptischen Falle, weitere Lasenbei795 nm nétig. Ein einfacherer Aufbau
ergibt sich daher unter Verwendung desUbergangs zumP; »-Zustand, siehe Abl8.3

Die Hyperfeinzustande bestehen jeweils aus mehreren magnetischen Unterzustgnden
Fur ein A-System mit genau definierten Kopplungsstarken mussten gezielt einzgibater-
zustande verwendet werden. Die Verwendung der unterschiedlichen Niveaus fiir(dteer-
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 verschiedeneGrundzustande.
Ausgenommen davon sind nur die Ubergange von:
5P3/5, F =3, mp = +3 nach5S, ,, F = 2, mp = +2 mit einero"-Emission und
5P3/9, F = 3, mp = —3 nachiS, 5, F = 2, mp = —2 mit einerc~-Emission.

¢ Um weitere Photonen erzeugen zu kbénnen, muss in den Ausgangszustand zurtickgepumpt
werden. Am einfachsten erreicht man dies durch optisches Pumpen Uber den angeregten
Zustand. Die Emission beim optischen Pumpen erfolgt jedoch wiederum mit willktrlicher
Polarisation. Derselber-Zustand wird somit nur zufallig erneut besetzt.
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Abbildung 3.3: Energieniveauschema dasSystems if¥>Rb.

e Im Prinzip kann auch tGber einen Ramanprozess zurtickgepumpt werden. Um wieder in
denselben Ausgangszustand zuriickzugelangen, muss jedoch einer der beiden,Laser
der andere kontrolliert-polarisiert sein. Dies ist aus technischen Grinden nicht mdglich,
da die Laserstrahlen nur transversal in den Resonator eingestrahlt werden konnen.

e Durch ein zusatzliches Magnetfeld konnte spektral ein Ubergang von anderen getrennt
werden, so dass sowohl fur die Erzeugung einzelner Photonen, wie auch zum Raman-
riickpumpen ein Ubergang definiert ware. Ein inhomogener Anteil des Magnetfeldes
musste dabei vermieden werden, da dieses entsprechend dem Stern-Gerlach-Experiment
die Atome in ihrer Flugbahn ablenken wirde. Es wiirde gentigen, die benachbarten
Unterzustdnde um wenige Megahertz zu verschieben. Da die Grundzustanile mit
470 kHz/G aufspalterigr = +1/3), genugt ein Magnetfeld von wenigen Gauss, das durch
ein Helmholtz-Spulenpaar auf3erhalb der Vakuumkammer erzeugt werden kdnnte.

Fur eine Demonstration der Einzelphotonenerzeugung ist dieser zusatzliche experimentelle
Aufwand nicht notwendig. Das im Experiment verwendete einfache System, ohne Begrenzung
auf einen speziellemz-A-Ubergang, ist in Abb3.3 dargestellt. Als Ausgangszustapd wird
der Zustands, ,, F' = 3 verwendet, in dem die Atome die magnetooptische Falle (verteilt tber
alle Zeemanniveaus) verlassen. Dieser wird Uber den Pumplaser an den angeregten&ustand
(5P3/2, F' = 3), und weiter tiber den optischen Resonator an den Zielzugjah, /», F' = 3)
gekoppelt. Die Uber allenp-Unterzustande gemittelte Kopplungsstarke zwischen Atom und
Resonator isy* = 27 2,5 MHz, siehe Anhand\. Die beiden Kopplungen kénnen relativ zum
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angeregten Zustand verstimmt sein. Fur einen Ramanubergang mussen sie jedoch ein gemein-
sames virtuelles Niveau treffen. Der dazu verstimmte angeregte Zysjaraifallt mit der Rate

2y = 27w 6 MHz, wobei 5/9 der Atome zuriick in den Zustapd und 4/9 der Atome in den
Zustandg) (5S:/2, F' = 2) gelangen. Durch resonantes Anregen des Atoms auf dem Ubergang
|g) nach|e) mit einem zuséatzlichen Rickpumplaser, kann gerade dieser Zerfall zum optischen
Rickpumpen in den Ausgangszustangverwendet werden.

Die Polarisation des Pumplasers wurde auf maximale Emissionsrate aus dem optischen Re-
sonator optimiert. Diese ergibt sich bei linearer Pumplaserpolarisation unter einem Winkel von
45° zur Resonatorachse, wie auch zu einem Fuhrungsmagnetfeld vogtwa#,3 G entlang
der vertikalen Achse, das die Quantisierungsachse des Systems definiert. In diesem Bezugs-
system wird der Ubergang mit™-, o—- und mit r-Licht gleichzeitig getrieben, wodurch die
verschiedenem r-Unterzustande immer wieder durchmischt werden. Des Weiteren ist die Po-
larisation des Ruckpumplasers parallel zu der des Pumplasers und treibt daherebense
wie auchr-Ubergange. Durch diese Anordnung werden alle Zustande einbezogen, ohne die
Atome nach und nach in einemg-Dunkelzustand zu fangen. In diesem Bezugssystem wird
bei symmetrischer Besetzung der.-Unterzustande bei jedem Ubergang gleich wahrschein-
lich ein vertikales, wie ein horizontalesPhoton erzeugt. Das Atom koppelt also nicht an eine
Mode sondern an zwei verschiedene Polarisationsmoden.

3.3 Der asymmetrische optische Resonator hoher Finesse

Kernbauelement des Experiments ist der optische Resonator hoher Finesse, sieBel.Abb.
Je hoher die Finesse eines Resonators, umso grol3er ist der Ein-Atom-Kooperativitatsparameter
[90] und somitim Drei-Niveau Atom die Effizienz der Photonenerzeugung. Fur das Drei-Niveau
Atom gilt
g° ,u2 Fo
= 2—29—— (3.1)
KYeg — p2,mA

mit der Modenquerschnittsflache= rmw? /2, dem Streuquerschnitt zwischen Licht und Atom
o= % und der mittleren Anzahl der Reflexionét/w jedes Photons, bevor es den Resonator
verlasst Fir eine hohe Finesse werden nach @12 Spiegel sehr hoher Reflektivitat benotigt.
Technisch sind der Reflektivitat Grenzen gesetzt, da bei jeder Reflektion durch Absorption und
Streuung Verluste auftreten. Bei den derzeit besten kommerziell erhaltlichen Spiegeln liegen
diese Verlustd. bei wenigen ppm. Die gemessenen Verluste der im Experiment verwendeten
Spiegel sind in Summeé; + L, = 6,3 ppm. 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 Transmissivitéativen100 ppm, sowie

ein zweiter hoch reflektierender Spiegel ffit= 1,8 ppm verwendet. Ein Photon im Resonator
sollte daher mit der Wahrscheinlichkét,, = 71 /(171 + T> + L1Ls) = 92,5% gerichtet durch

den Auskoppelspiegel emittiert werden. Die Finesse des Resonatéis=s58000 — bedingt

1Bei 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-
operativitétsparametg% die Wahrscheinlichkeit des Photons, bei einem Resonatorumlauf am Atom gestreut zu
werden, multipliziert mit der mittleren Zahl der Umlaufe, sieB]|[
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Abbildung 3.4: Optischer Resonator bestehend aus zwei hoch reflektierenden Spiegeln mit Transmis-
sionen vonl,8 ppm und 100 ppm und Kriimmungsradiu® = 50 mm. Die Spiegel werden Uber ein
Piezoréhrchen auf Distanz gehalten. Durch zwei der vier Lécher im Piezo fallen die Atome, durch die
anderen werden Pump- und Rickpumplaser geschickt. Hinter dem Resonator befindet sich ein Umlenk-
spiegel, welcher die emittierten Photonen #0A ablenkt.

durch den Auskoppelspiegel deutlich kleiner als in anderen Experime@ie®7], die sich
daher weiter im ,strong-coupling®“-Regime befinden.

Die Lange des optischen Resonators lasst sich aus dem Verhaltnis zwischen dem Abstand
der transversalen Moden und dem freien Spektralbereich bei bekanntem Krimmungsradius der
Spiegel bestimmerB]. Fur einen Krimmungsradius von= 50 mm ergibt sich eine Lange
von! = 0,98 mm. Dies genugt um Pump- und Rickpumplaserstrahl transversal durch den
Resonator zu schicken, ohne zu viel Streulicht auf den Detektoren zu erzeugen. Die Strahltaille
der Gauly'sched’EM,-Mode betragt damitvc = 35 um, vgl. (2.4). Der Resonator ist nicht
doppelbrechend, so dass jeweils 2 Polarisationsmoden entartet sind.

Um die TEMy,-Mode des Resonators auf die gewiinschte Frequenz relativ zum Atomuber-
gang zu stabilisieren, muss die Lange des optischen Resonators auk (@ter~ 7 pm sta-
bilisiert werden. Durch das Piezorohrchen, das die Spiegel auf Distanz hélt, kann die Lange
kontrolliert werden (Abb3.4). Mit einer Spannun@ ~ 160 V kann ein freier Spektralbereich
durchgefahren werden. Zur Stabilisierung wird ein frequenzmodulierter Referenzigses(

100 kHz) der gewiinschten Frequenz durch den Resonator geschickt, Uber eine Lock-in-Technik
ein Fehlersignal erzeugt, und der Abstand tber einen PID-Regler auf maximaler Transmission
gehalten. Der Resonator wird relativ zur Laserfrequenzaitz < Av < 300 kHz (RMS)
stabilisiert, entsprechend einer Langenanderung Kldifigr des Bohrschen Radius. Erschut-
terungen fuhren zu deutlichen LAngenanderungen des Resonators, z.B. wurden aufgrund einer
vibrierenden TurbopumpAr = 80 MHz gemessen. Wahrend die Atome bei einer Messung
durch den Resonator fallen und einzelne Photonen erzeugt werden wird der Referenzlaser aus-
geschalten und die Spannung des Piezos festgehalten. Die passive Stabilitat des Resonators ist
gut genug, um Ube20 ms noch deutlich innerhalb der Linienbreite des Resonators zu bleiben.
Die Messung findet zu Beginn dieses Intervalls statt und ist nur wenige ms lang. Eine mogliche
Drift des Resonators ist in dieser Phase vernachlassigbar klein.
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Abbildung 3.5: Schematische Darstellung des Hanbury-Brown & Twiss Aufbaus, um die Intensitatskor-
relationsfunktiorny(®) (7) einer Lichtquelle zu messen.

3.4 Hanbury-Brown & Twiss Aufbau

Die in Kapitel 2.3.1vorgestellte Intensitatskorrelationsfunktion lasst sich mit einem Hanbury-
Brown & Twiss (HBT) Aufbau direkt messe®§], ohne durch die Totzeit; eines Detektors
limitiert zu sein. Im HBT Aufbau kann der 2. Detektor zeitgleich mit dem 1. Detektor ein
Photon detektieren. Diese Betrachtung ist nur giltig, 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 gewéhrleisten muss gegebenenfalls das
untersuchte Licht abgeschwacht werden.

Im Experiment besteht der Aufbau aus einem nicht-polarisationsabhéngigen 50:50 Strahl-
teiler, welcher das Licht auf 2 Avalanche-Photodioden (APD) von Perkin-Elmer SPCM-AQR-
13 mit einer Quanteneffizienz von jeweils etd@{s bei A\ = 780 nm aufteilt, vgl. Abb.3.5.

Die APD’s besitzen eine Dunkelzahlrate von 320 bzw. 575 Clicks pro Sekunde. Streulicht von
Pump- und Rickpumplaser wird durch einen Raumfilter zwischen Resonator und Strahlteiler
auf ein vernachlassigbares Niveau unterdriickt. Leider passier8fiudes aus dem Resonator
emittierten Lichts diesen Raumfilter. Die Intensitatskorrelationsfunktion ist durch die Normie-
rung jedoch unabhangig von Detektoreffizienzen und Verlusten, einzig das Signal-zu-Rausch-
Verhéaltnis wird dadurch verschlechtert.

Die Zeitpunkte der von den beiden APD’s erzeugen Spannungspulse pro detektiertem Pho-
ton werden Uber eine Transientenrekorderkarte PCI.258 von Spectrum aufgezeichnet. Die In-
tensitatskorrelationsfunktion wird, im Gegensatz zur tblichen Start-Stop-Messung, aus dem ge-
samten Strom der detektierten Photonen numerisch berechnet. Durch entsprechende Filter lasst
sich aus diesem Strom von Photonen auch eine auf die Detektion eines Atoms konditionierte
Photonenstatistik der emittierten Photonen bestimmen.
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Abbildung 3.6: Bilder der Vakuumapparatur. Die Atome werden im oberen, kugelférmigen Bereich
der Vakuumapparatur (MOT) gefangen. Im unteren zylinderférmigen Bereich befindet sich der optische
Resonator. Um Streulicht durch das Umgebungslicht zu unterdriicken, sind die Fenster dieses Bereichs
vollkommen abgedunkelt, Laserstrahlen erreichen den Resonator durch Interferenzfilter. Photonen, die
vom Resonator emittiert werden, werden durch die beiden Avalanche-Photodioden des Hanbury-Brown
& Twiss Aufbaus (HBT) nachgewiesen.

3.5 Charakteristika der Atomquelle

Der optische Resonator wurde in eine bestehende Vakuumapparatur eingebaut, si€h6, Abb.
an der zuvor atominterferometrische Experimente durchgefihrt wudgnDetails zur Ap-
paratur wurden bereits in den friilheren Arbeiten verdffentliebt §6, 97]. Daher werden im
folgenden nur kurz die wesentlichen Charakteristika angesprochen, sowie die Veranderungen
diskutiert.

Die in der magnetooptischen Falle gefangenen Atome werden in einer anschlieRenden Me-
lassenphase auf’ < 10uK abgekihlt entsprechend einer Anfangsgeschwindigkeit von
o, = kT /m < 3,2cm/s. Etwa 21,5cm unterhalb erreichen sie nach einer Fallzeit von
tc = 209 ms den optischen Resonator mit einer Geschwindigkeitaon- 2 m/s. Die Wech-
selwirkungsdauer mit dem Resonator betrggi = 2w /ve = 35 us. Auf dem Weg zum Re-
sonator passieren die Atome mehrere Schlitzblenden. Die erste Blende mit Breite
Az = 100 um direkt unterhalb der magnetooptischen Falle begrenzt im wesentlichen die Aus-
dehnung der Quelle in z-Richtung. Parallel dazu wirkt der anregende Laserstrahl mit horizonta-
ler Strahltaillew,,,, = 216 um als Geschwindigkeitsfilter fir die Atome. Die Geschwindigkeits-
verteilung der Atome betragiv, = 2wror/t, = 2mm/s. Die Atome sind daher wahrend ihres
Durchflugs durch den Resonator bis ayi0 in Richtung der Resonatorachse lokalisiert. Inner-
halb der Zeit vore us, um ein einzelnes Photon zu erzeugen, ist daher die Kopplungssgtarke
an den Resonator in guter Naherung konstant, vorausgesetzt es wirken keine zusatzliche Krafte.
Leider gibt es Hinweise, dass die Atome durch Dipolkréfte im Resonator beschleunigt werden,
siehe Kap3.6.
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Abbildung 3.7: Flugzeitverteilung der Atome im optischen Resonator. Im Resonator werden die Atome
kontinuierlich mit Pump- und Ruckpumplaser bestrahlt, so dass jedes Atom wéhrend seines Durchflugs
durch den Resonator mehrere Photonen in diesen abstrahlen kann. Das Fluoreszenzsignal nach Abschal-
ten der magnetooptischen Falle wird mit den beiden APS’s nachgewiesen. Die Atomwolke erreicht nach
tc = 209 ms den Resonator, entsprechend der Flugstreckesver21,5 cm.

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

In der Fallrichtung x lasst sich die Temperatur der Atomwolke nach Ausschalten der Melas-
se Uber die Flugzeitverteilung der Atome im Resonator vermessen, sieh& Al#s der Brei-
te der Flugzeitverteilung = 4,2ms (FWHM) ergibt sich eine Temperatur vah = 3,1 uK.
Die Koharenzlange der Atomwolke in Fallrichtung ist entsprechend friilheren Berechnungen
[99] I, = 500 nm, also viel kiirzer als der Durchmesser der Resonatormode. Die Atome kon-
nen daher in guter Naherung als voneinander unabhangige Teilchen betrachtet werden, die sich
jeweils an einem klassisch definierten Punkt im Resonator aufhalten.

3.6 Fluoreszenzdetektor zum Nachweis der Atome

Zum direkten Nachweis der einzelnen durch den Resonator geflogenen Atome wurde ein Fluo-
reszenzdetektor aufgebaut, der zustandsselektiv einzelne Atome nachweise®&ane]
Atome werden resonant auf dem geschlossenen Uber@&og F =3 nachbPs/,, F =4
angeregt. Dabei emittiert jedes Atom mit einer Photonenrate von bis-zu2r 3 MHz. Die
emittierten Photonen werden durch ein Kollektorsystem, siehe ZBbeingesammelt und auf
einen Hamamatsu Photomultiplier R943-02 it Quanteneffizienz gelenkt. Geometrischen
Verluste betragen etwi# %, Absorptions- und Reflexionsverluste ebenfall$;, wodurch sich

eine gesamte Nachweiseffizienz @i ergibt. Im Mittel werden pro Atom bei einer Zeitauf-
l6sung vorn0 ps 18 Photonen detektiert. Dieses Signal ist deutlich von Streulicht mit im Mittel
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Abbildung 3.8: Fluoreszenzkollektor und Abbildungssystem (nicht maRstabsgetreu): Ein ellipsoider (a)
und ein spharischer 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. Schlief3lich 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 ir60 us unterscheidbar. Abl8.9(a) zeigt den Zeitverlauf einer Messung, ausge-
wertet Uber eir60 us 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 fur 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 groRem zeitlichen Ab-
stand zum Resonator & 100 ms), so dass Krafte im Resonator das Atom beschleunigen und
eine genaue Zuordnung des Signals von Resonator und Atomdetektor unmdglich machen. Zum
Beispiel fihren spontan gestreute Photonen jeweils zu einer Geschwindigkeitsanderung von
v = h/A/m = 6mm/s. Pro Ramanprozess wird jedoch nur ein Photon emittiert — zu wenig
um zu erklaren, dass die Atome in einem Bereich ¥ mm im Detektor nicht mehr nach-
gewiesen werden kénnen. Ein in Flugrichtung der Atome gestreutes Photon fuhrt jedoch dazu,
dass dieses Ator200 ps spater am Detektor ankommt. Bei den verwendeten Atomraten ist es
dann nicht mehr von den tbrigen Atomen zu unterscheiden. Am wahrscheinlichsten ist jedoch,
dass die Atome uber Dipolkréfte beschleunigt werden. Die Energie des adiabatischen Eigen-
zustands ist in Richtung der Resonatorachse durch die Variatiog %anA # 0 moduliert,
vgl. Abb. 2.5. Eine Energieverschiebung des Zustandes, vor der Emission des Photons von nur

Av = 100 kHz genigt, das Atom in horizontaler Richtung ves- 0 aufv = ,/Lnf” =3cm/s

zu beschleunigen, vorausgesetzt es ist genuigend Zeit zum Beschleunigen vorhanden. Die Gradi-
enten sollten jedoch grof3 genug sein, dass innerhalb der Wechselwirkungsdauer mit dem Reso-
nator entsprechende Geschwindigkeitsdnderungen maoglich sind. Fir eine genauere Behandlung
der Dipolkrafte, misste eine Monte-Carlo-Simulation der Bewegung der Atome durchgefihrt
werden.
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Abbildung 3.9: Fluoreszenzsignal einzelner Photonen. Links: Anzahl detektierter Photonen innerhalb
eines gleitendel0 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-
zahl an detektierten Photonen pro AtdvifA) innerhalb eines Zeitintervalls vasr = 50 ps als Funk-

tion der Verstimmung des anregenden Lagerisei dreifacher Sattigungsintensitét. Die durchgezogene
Linie zeigt die theoretisch erwartete Photonenzsih]..(A). In der Theorie wurde die Beschleunigung

der Atome durch den Lichtdruck und die daraus resultierende Dopplerverschiebung berlick§ightigt [

Die Theoriekurve ist um einen Faktor 58 herunterskaliert, um zu den experimentellen Daten zu passen.
Dies entspricht einer Detektionseffizienz vofi%.

3.7 Das Lasersystem

Zum Betreiben der magnetooptische Falle, zur Stabilisierung des optischen Resonators, zum
Pumpen und Rickpumpen 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 AbbO dargestellt und wird im folgenden
diskutiert.

Die magnetooptische Falle wird auf dem geschlossenen Ubergan@Sygr,\F = 3 nach
5P3/5, F = 4 betrieben. Dieses Licht kann auch zur nicht-resonanten Anregunghties
F = 3 Zustandes flihren, der unter anderem in den Zusi&ngd, F = 2 zerfallt. Daher wird
zusatzlich Ruckpumplicht in Resonanz zaf ,, F = 2 nach5P; 0, F = 3-Ubergang beno-
tigt, um die Atome wieder in den Ausgangszustand,,, I = 3 zurlickzupumpen. Aufgrund
der Hyperfeinaufspaltung des Grundzustands Xon = 3,035732 GHz werden zwei Laser
bendotigt.

Das Licht des Fallenlibergangs ausgehend3fm,, ' = 3-Zustand wird mit einem Titan-
Saphir-Laser Coherent 899 mit Ausgangsleistung von etWaerzeugt. Dieser wird von einem
Argon-lonenlaser Coherent Innova 400 mit etiiaWW Leistung gepumpt. Der Titan-Saphir-
Laser wird Uber das Signal einer Sattigungsspektroskopie mit der Pound-Drever-Hall-Methode
relativ zum Interkombinationsiibergang », F = 3 nach5Ps,,, F = 3/4 stabilisiert. Die Li-
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Abbildung 3.10: Das Lasersystem besteht im wesentlichen aus dem Titan-Saphir-Laser fiir alle Uber-
gange ausgehend vom ZustaAd= 3-Grundzustand vofi°’Rb und den beiden Diodenlasern ausge-
hend vomF' = 2-Grundzustand. Der erste Diodenlaser wird Uber eine Phasenstabilisierung relativ zum
Titan-Saphir-Laser stabilisiert. Der zweite ist durch einen Teil des Laserlichts des ersten Diodenlasers
injektionsstabilisiert. Sowohl Diodenlaser wie auch Titan-Saphir-Laser singioué8 MHz relativ zum
Ubergang naclf’ = 3 rotverstimmt.

nienbreite des Lasers betrdagkHz (RMS, 14 MHz-Bandbreite). Die Verstimmung der Laser-
strahlen relativ zum gewiinschten Ubergang, sowie die Intensitat, lasst sich jeweils mit einem
akustooptischen Modulator in doppelter oder einfacher Passage einstellen.

Das Ruckpumplicht wird mit einem gitterstabilisierten Diodenlaser in Littrow-Anordnung
erzeugt. Der Diodenlaser wird relativ zum Titan-Saphir-Laser phasenstabi@gedpazu wird
das Licht der beiden Laser auf einer Photodiode von New Focus Typ 1554 mit einer Grenz-
frequenz vonl2 GHz Uberlagert. Das dabei entstehende Schwebungssignal schwingt mit der
Differenzfrequenz der beiden Laser. Diese Frequenz wird mit dem Signal eines Mikrowellen-
generators HP83752A bei= 3,045732 GHz in einem Mischer (Minicircuits ZEM-4300MH)
auf Frequenzen urmi0 MHz heruntergemischt und anschlieBend in einem Phasen-Frequenz-
Detektor [LOQ mit einer —10 MHz-Referenz verglichen. Das schnelle Ausgangssignal wird
direkt Gber einen Hochpass auf den Strom der Laserdiode, sowie das integrierte Signal auf den
Piezoaktuator des Gitters der Laserdiode zuriickgekoppelt. Die Regelbandbreite der Rickkopp-
lung betragt etwa00 kHz. Dadurch erreicht man, das8% der Leistung des Diodenlasers in
einer Bandbreite vol\ry = £8 Hz beiv = 3,035732 GHz blauverstimmt zum Titan-Saphir-
Laser sind, bzwd3% in einer Bandbreite vohr = +2 kHz. Dies entspricht einer Phasenstabi-
litdt von A¢ = 46° (RMS). Die Phasenstabilisierung ist extrem robust gegen Erschiitterungen,
ein sehr grofRer Vorteil gegentber dem friher fir den Diodenlaser verwendeten Pound-Drever-
Hall-Verfahren.
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Da die Leistung des Diodenlasers nicht fur alle bend6tigten Strahlen ausreicht, wird ein zwei-
ter Diodenlaser durch ein Teil des Lichts des ersten Diodenlasers injektionsstabilisiert. Dieser
Laser erzeugt das Riuckpumplicht der magnetooptischen Falle, der erste Diodenlaser das Rick-
pumplicht im Resonator, sowie das Referenzlicht zur Stabilisierung des optischen Resonators.
Vom Titan-Saphir-Laser stammt zusétzlich das Pumplaserlicht im optischen Resonator, sowie
das Laserlicht fur den Fluoreszenzdetektor.

Alle Laserstrahlen werden auf einem optischen Tisch erzeugt und anschlieend mit Ein-
moden-Glasfasern zur Vakuumkammer Ubertragen. Dadurch erhélt man jeweils eine ausge-
zeichnetéTEM,-Mode. Pumplaser und Riuckpumplaser fur den optischen Resonator werden
vor der Faser auf dem optischen Tisch mit einem Strahlteiler Uberlagert, so dass nach der
Faser beide Strahlen perfekt Uberlappen. Die Intensitaten der beiden Strahlen kdnnen utber
akustooptische Modulatoren miit MHz ein- und ausgeschaltet werden. Uber frei program-
mierbare Frequenzgeneratoren Tabor 8024 lassen sich beliebige Pulsformen programmieren,
um eine adiabatische Photonenerzeugung zu gewahrleisten. Nach der Faser wird ein ellipti-
sches Strahlprofil im Resonator erzeugt mit den Strahltaillg = 216 wm in horizontaler
undw,., = 32 um in vertikaler Richtung. Dadurch wird ein guter Uberlapp zwischen Pump-
/Ruckpumplaser 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 tGiber 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 tber diesen durch das Vakuumfeld sti-
mulierten, adiabatischen Ramanprozess maglicl2&t32].

Darauf aufbauend soll in Kapitdl2 die getriggerte Erzeugung einzelner Photonen demon-
striert werden. Dazu werden die Atome abwechselnden Pump- und Rickpumplaserpulsen aus-
gesetzt. Wahrend des Pumplaserpulses kdnnen sie einzelne Photonen emittieren, im folgenden
Ruckpumplaserpuls 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 missen eine nicht-klassische
Statistik aufweisen. Ein Antibunching mjt? (0) < ¢‘® () der Intensitatskorrelationsfunktion
des Lichts beweist dessen nicht-klassischen Charakter flr einen geringen Atomfluss (Kapitel
4.2.]) [30]. Da Atome jedoch zu zufalligen Zeitpunkten durch den Resonator fallen, ist die An-
zahl der Atome im Resonator poissonverteilt. FUr einen beliebigen Pumplaserpuls wird nur die
Atomstatistik auf die Photonenstatistik Ubertragen. Bei niedrigem Atomfluss lasst sich jedoch
ein einzelnes Atom detektieren. Mit den darauf folgenden Pumplaserpulsen sollten sich ein-
zelne Photonen erzeugen lassen, die schlie3lich der sub-Poisson-Statistik einzelner Photonen
genugen (Kapited.2.2 [101].

Bei kontinuierlichem Pump- und Rickpumplaser entsteht ein Ramanlaser-&hnliches Sys-
tem, siehe Kapitet.3. Da der Pumplaser nicht adiabatisch eingeschaltet wird, werden tber
den Ramanprozess statistisch Photonen erzeugt. Nach erfolgter Photonenemission beférdert der
Ruckpumplasers das Atom in den Ausgangszustand zurlck, worauf es sofort erneut emittieren
kann. Da das Ruckpumpen Zeit erfordert, kann eine zweite Photonenemission vom selben Atom
erst einige hundert Nanosekunden spater erfolgen. Daher zeigen die emittierten Photonen fur
geringen Atomfluss auch hier ein nicht-klassisches Antibunching®i0) < ¢ (), d.h. sie
kommen bevorzugt nicht gleichzeitig am Detektor an. In Kagitdl2wird fur héheren Atom-
fluss ein Ubergang zu Bunching mit®) (0) > ¢®(7) beobachtet. Photonen treten dann bevor-
zugt in Paaren auf. Da das Bunching klassisch erkléarbar ist beobachtet man in Abhangigkeit
der mittleren Atomzahl im Resonator einen Ubergang von nicht-klassischem zu klassischem

65
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Licht. Fur sehr hohen Atomfluss wird das emittierte Licht durch kooperative Effekte zwischen
den Atomen koharenter, siehe KapieB.3 Das umlaufende Licht wird verstarkt. Die Verluste

des Resonators sind jedoch zu grof3, als dass die Laserschwelle des Systems erreicht werden
konnte.

Um die gepulst erzeugten einzelnen Photonen in zukinftigen Experimenten zur Quanten-
information einsetzen zu kénnen, missen diese in sich koharent sein. Bei sehr hohem Atomfluss
wird in Kapitel 4.4 mit Hilfe der Intensitatskorrelationsfunktion die Kohérenz 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 fiir eine
hohe Effizienz des Prozesses ist ein adiabatische Transfer Giber 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 Aldhl, durch eine Verschiebung der Pumplaserstrahls
in Bezug auf die Resonatormode in Flugrichtung der Atome realisiert. Das Atom erreicht zu-
erst die Resonatormode und erfahrt daher eine starke Kopplung auf dem anti-Stokes-Ubergang.
Die Wechselwirkung mit dem Pumplaser ist dagegen verzégert, da er die Fallstrecke um
unterhalb der Resonatormode kreuzt. Die Verzdgerung wurde auf eine grof3e Anzahl aus dem
Resonator emittierter Photonen optimiert.

Der Durchflug der Atome mit der Geschwindigkeit 2 m /s durch den Resonator fihrt zu
einer gaul3férmigen Kopplung an den Resonator

29(t) = 29(y, ) exp [— (t—v)zl : (4.1)

we

Die Amplitudeg(y, z) variiertin Abhangigkeit der Position der Falllinie mit der Modenfunktion
des Resonators. Das Modenprofil des Pumplasers bewirkt ebenfalls eine gaul3férmige Kopplung

mit )
Qp(t) = Qo exp [— (t“ - 5*“) ] . (4.2)

wp

Der Pumplaser wird auf eine Strahltaille ven = 50 um fokussiert und hat eine Leistung von
5,5 uW, entsprechend einer maximalen RabifrequenzNge= 27 30 MHz.

Abb. 4.1(a) zeigt die Anzahl vom Resonator kommender, detektierter Photonen als Funkti-
on der Verstimmung des Pumplasefs;, fir einen resonanten optischen Resonatgr,= 0.
Zur Aufzeichnung der Daten, wurde die magnetooptische Falle 50 mal geladen und durch
den optischen Resonator geworfen. Wahrend die Atomwolke durch den Resonator fallt, wurde
durch den Transientenrekorde6 ms lang das Signal des Avalanche-Photodetektors mit einer
Zeitauflésung vorz5 MHz aufgezeichnet. Daher betragt die Gesamtmessz@ihs. Die Dun-
kelzahlrate der APD vof90 Hz fuhrt zu51 + 7 Dunkelz&hlereignissen im Messintervall. Bei
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Abbildung 4.1: Anzahl der vom Resonator detektierten Photonen als Funktion von Pumplaser-
VerstimmungA p fur jeweils drei verschieden Verstimmungen des ResonaterDie durchgezogenen
Linien sind an die Daten angepasste Lorentzfunktionen.

den in Abb.4.1 dargestellten Daten wurden diese Dunkelz&hlereignisse von den gemessenen
Zahlereignissen subtrahiert.

Fur den resonanten FglA- = 0) beobachtet man eine maximale Emissionsrate, wenn
auch der Pumplaser auf ResonanZ is = 0). Das Signal ist etwas kleiner als bei Messun-
gen aulRerhalb der Resongnk- # 0), vgl. 4.1(b) und (c). Die Pumplasermode weicht leicht
von einem perfekten Gaul3profil ab. Daher sehen manche Atome bereits resonantes Licht be-
vor sie den Resonator erreichen. Durch dieses Licht konnen sie vom Ausgangszustand
den Endzustangj) gepumpt werden und kénnen daher im Resonator nicht mehr zum Emis-
sionssignal beitragen. Da die Linienbreite jedoch unterhalb der naturlichen Linienbreite liegt,
kann das beobachtete Signal nicht durch einen zweistufigen Prozess einer Anregung mit dem
Pumplaser, gefolgt von einer erhdhten spontanen Emission, erklart werden. Ein Zwei-Photonen
Ramanprozess erklart hingegen die kleinere Linienbreite.
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Das wird noch deutlicher, wenn der Resonator verstimmdi$¢b) und (c). Das Emissions-
maximum entfernt sich von der Resonanz zum Atom und folgt der Ramanresonanzbedingung
Ap = Ac. Solch eine Verschiebung beweist, dass die Emission des Lichts nicht durch einen
zweistufigen Prozess hervorgerufen wird, sondern nur tber einen vom Vakuumfeld des Reso-
nators stimulierten Ramanprozess erklart werden kann. Fur den nicht-resonanten Fall ist die
Verstimmung des Pumplasets- zu grof3 fir 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 grof3er als im resonanten Fall. Man beachte zusétzlich, dass die beobachtete Linien-
breite viel kleiner ist als die natlrliche Linienbreite Voyer = 6 MHz. FUrAgs = —27 15 MHz
ist die Linie nur3 MHz breit und néhert sich der Linienbreie/2= = 2.5 MHz des Resonators
an. Diese begrenzt auch die Linienbreite des Ramanubergangs dia Zerfallsrate des Ziel-
zustandegy, 1) ist.

Zusammenfassend zeigen diese Messergebnisse entsprechend der Simulatior2 ihCAbb.
dass nur Photonen aus unserem Resonator emittiert werden, wenn die Ramanbedingung
Ap = A erfillt wird und nicht firAs = 0 entsprechend der Bedingung fiir erhéhte 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{$, g, we,wp, A, 6, } SO gewahlt werden, dass die Bedingung fur adiabatisches Folgen,
siehe Gl. .26), wahrend des gesamten Prozesses erfillt ist. Dies erfordert ein genaues Einstel-
len der Verschiebung, zwischen Pumplaserstrahl und Resonatorachse.

Abbildung 4.2 zeigt |(w°® — w¥) /6| als Funktion der Zeit und der Verschiebung,. Je
kleiner dieses Verhéltnis ist, umso grof3er ist die Wahrscheinlichkeit einer nicht-adiabatischen
Zeitentwicklung. Offensichtlich sind fiir jedes moglichesolche Bereiche beteiligt. Die Zeit-
entwicklung ist immer nicht-adiabatisch bevor und nachdem das Atom mit Pumplaser und Re-
sonator wechselwirkt. Da jedoch sowohl die Kopplungsst&ikevie auch die Rabifrequenz
Qp in diesen Bereichen klein ist, bleibt die Besetzung in den Eigenzustanden des ungekoppel-
ten Systems.

Ein besonders kritischer Punkt wird erreicht, welih seinen Maximalwert erreicht, in
Abb. 4.2 dargestellt durch die gestrichelte Linie. Dieser Punkt liegt auf der Trajektorie zwi-
schen der Resonatorachse und der Mitte des Pumplaserstrahlg, |Fir max(wc, wp) ist
hier die Niveauaufspaltung® — w*| zu klein, um Adiabasie zu gewahrleisten. Es treten Ver-
luste in andere Zusténde auf. Nur im Bereich|f}r/2| < min(w¢, wp) ist die Adiabasie auch
fiir groRe|d| erfiillt. Das Verhalten wird hier im wesentlichen definiert durch die Projektion
des Anfangszustands, 0) auf die Eigenzusténde des gekoppelten Drei-Niveau-Systems, vgl.
Kapitel 2.1.3 sobald der adiabatische Bereich erreicht wird. Abh&ngigdya@rgeben sich nun
verschiedene Mdglichkeiten der Projektion:

1. 6, > 0: Das Atom koppelt zuerst an den Pumplaser. Der Zustan@ wird auf den
leuchtenden Zustand3) projiziert. Die Anregung geht durch spontane Emission verlo-
ren.
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Abbildung 4.2: Bereiche von hoher und niedriger Adiabasie: Der Grauverlauf zgigt— w=*)/6| als
Funktion von Zeit und Verschiebung des Pumplaserstrahlafey 0, we = wp = w undQy = 2g. In

den Bereichen markiert m& und/oderP koppelt das Atom an den Resonator und/oder den Pumplaser.
In den dunklen Bereichen ist die Adiabasie nicht sichergestellt. Bei maxin1é|e(|g\estrichelte Linie)

ist die Wahrscheinlichkeit fur nicht-adiabatische Verluste am gré3ten. Die optimale Atomtrajektorie (ge-
punktete Linie) fihrt zu maximaler Emissionswahrscheinlichkeit in unserem Experiment.

2. 6, ~ 0: Der DunkelzustandD) wird teilweise besetzt, so dass die Emissionswahrschein-
lichkeit bis zu50% erreichen kann.

3. 0, < 0: Das Atom koppelt zuerst an den Resonator. Der Zustan@ wird auf den
DunkelzustandD) projiziert. Fur starke Kopplung treten kaum Verluste durch spontane
Emission auf und das Photon wird mit einer Wahrscheinlichkeit nab# emittiert.

Abbildung4.3(a) zeigt die Anzahl detektierter Photonen als Funktion der Verschiebung des
Pumplaserstrahlg, fur funf verschiedene Pumpintensitaten. Die Photonen werden innerhalb
von 5,24 ms beim Durchflug einer Atomwolke registriert. Pumpstrahl und Resonator sind ra-
manresonant mit einer gemeinsamen VerstimmungAwos 10 MHz relativ zum angeregten
Niveau|e). Die Verschiebung des Pumplaserstrahls wird tber einen piezoelektrischen Spiegel
(New Focus 8809) eingestellt. Strahltaille und Position des Laserstrahls werden zusatzlich mit
einer CCD-Kamera kontrolliert. Das Maximum der Messkurve, die zur kleinsten Pumpintensitat
gehdrt wird zur Kalibrierung de&,-Ursprungs verwendet. Dahinter steckt die Annahme, dass
bei kleiner Pump-Rabifrequenz eine adiabatische Zeitentwicklung ndy, #r0 stattfindet, so
dass die gro3te Emissionsrate bei nicht verschobenem Pumplaserstrahl auftritt. Von dieser Posi-
tion verschiebt sich das Maximum der Photonenemission mit wachsender Pump-Rabifrequenz
zu negativen,, da die Niveauaufspalturig® — w*| und damit der adiabatische Bereich fjt
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Abbildung 4.3: (a) Anzahl vom Resonator innerhalb vé6r24 ms emittierter Photonen als Funktion der
vertikalen Verschiebung des Pumplaserstrahls relativ zur Resonatorachse bei verschiedenen Pumpinten-
sitaten. Eine anti-intuitive Pulssequenz ist fir negativeealisiert. Die angegebenen Rabifrequenzen
ergeben sich aus den gemessenen Strahlintensitaten zusammen mit einer angenommenen Strahltaille von
wp = 44 um, wodurch man die beste Ubereinstimmung mit den numerischen Simulationen aus (b) er-
halt. (b) Simulation der Photonenemissionswahrscheinlichkeit gemittelt Gber alle mdglichen Trajektorien
der Atome als Funktion der Verschiebung des Pumplasersifatils verschiedene Pumpintensitaten.

Die ubrigen Parameter sing™**; A; k;v) = 2m (2,5;10; 1,25; 3) MHz und (we; wp) = (35;44) pm.

grol3er werden. Fir negatives erhoht sich der Anteil der Projektion auf den Dunkelzustand

am Rand des adiabatischen Bereichs und damit die Emissionswahrscheinlichkeit. Die Messung
zeigt auch, dass ein signifikanter Uberlapp zwischen Pumplaserstrahl und Resonatormode nétig
ist, um Photonen zu erzeugen. Andernfalls ist die Adiabasie fur maxir‘gﬁdileisht gewabhrlei-

stet. Das Signal fallt fip, — —oo wieder ab. Fur unser Experiment wird das Optimum fur

Qp ~ gundé, =~ —(we + wp)/2 erreicht.
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Ein Vergleich der experimentellen Ergebnisse mit einer numerischen Simulation des Pro-
zesses muss berucksichtigen, dass die Trajektorien der Atome nicht kontrolliert werden. Die
Kopplungg variiert mit der Positior{y, z) jedes Atoms in Bezug auf die Mode des Resonators.
Zur exakten Simulation des Systems muss wegen der nicht-Linearit&.yeng) das Mittel
Uber alle mdglichen Trajektorien gebildet werden, entsprechend

A Ay/2

_ P
Pemit = /dZ / dy%(yy’;:))7 (43)
0 —Ay/2

wobeiAy die Breite des Spalts oberhalb des Resonators ist. Dieser Spalt begrenzt mdgliche Tra-
jektorien der Atome auf das Intervalt Ay /2, Ay/2]. Zur Berechnung der mittleren Emissions-
wahrscheinlichkeitP,,,,;; wird P.,.;;:(g(y, z)) durch numerisches Lésen der Mastergleichung
entsprechend Kapit@.2.6berechnet und anschlielRend tber @I3) integriert.

Abbildung 4.3(b) zeigt das Ergebnis der Simulation véh,,;; als Funktion vons, ent-
sprechend der im Experiment verwendeten Rabifrequenzen. Fir die kleinste Rabifrequenz liegt
die héchste Emissionswahrscheinlichkeit dei= 0, wodurch unseré,-Kalibrierung gerecht-
fertigt wird. Zudem zeigt auch die Simulation die im Experiment beobachtete Verschiebung
der maximalen Emissionswahrscheinlichkeit zu negativeiir hdhere Pump-Rabifrequenzen.
Experiment und Simulation stimmen jedoch nicht perfekt Gberein, insbesondere zeigt die Si-
mulation keinen Rickgang der Emissionswahrscheinlichkeit fir sehr hohe Pumpintensitaten.
Wie bereits die geringere Emissionswahrscheinlichkeit auf Resonanz im letzten Kapitel, kann
dieser Unterschied dadurch erklart werden, dass die Atome durch Streulicht oder eine Abwei-
chung des Pumplaserstrahls von einer gauf3schen Mode bereits vor der Kopplung an den Re-
sonator signifikant an den Pumplaser koppeln. Dieser kann die Atome bei hohen Intensitaten
trotz Verstimmung aus dem Ausgangszustarjdvegpumpen, wodurch diese Atome fir eine
Photonenemission in den Resonator verlorengehen.

Die sehr gute Ubereinstimmung der experimentellen Ergebnisse mit den theoretischen Be-
trachtungen und den Simulationen legt nahe, dass die vakuumstimulierte Photonenerzeugung
hauptséchlich durch adiabatischen Transfer erfolgt. Dazu ist eine anti-intuitive Pulssequenz n6-
tig, d.h. die Atome miussen zuerst an die leeren Mode des Resonators ankoppeln, bevor sie
durch einen ansteigende Pumplaserintensitat zur adiabatischen Passage getrieben werden. Um
eine adiabatische Zeitentwicklung sicherzustellen und Verluste in andere Zustande zu vermei-
den, ist ein signifikanter Uberlapp zwischen Resonatormode und Pumplaserstrahl erforderlich.
Optimale Bedingungen werden im Experiment erreicht, wenn die Rabifrequenz des Pumplasers
Qp mit der Kopplungsstarke an den Resonaf6f”, sowie die Verschiebung des Pumplaser-
strahls mit dem arithmetischen Mittel der Strahltaillen von Resonatormode und Pumplaserstrahl
ubereinstimmen.

4.2 Die gepulste Einzelphotonenquelle

Bisher kann jedes Atom wahrend seines Durchflugs durch den Resonator maximal ein Photon
erzeugen. Kombiniert man nun den vakuum-stimulierten Ramanprozess zur Photonenerzeu-
gung aus Kapitelh.1 mit einem zusétzlichen Ruckpumpmechanismus, der das Atom in den
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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 Ruckpumplaserpulsen verwendet, siehe Ab#ia). Jedes Atom, das zu einem zuféalli-
gen Zeitpunkt durch den Resonator fallt kann wahrend der Pumplaserpulse Photonen in den
Resonator emittieren und wird anschlieRend vom néachsten Rickpumplaserpuls wieder in den
Ausgangszustand zurtickbefordert. Die Rabifrequenzen von Pumplaser und Rickpumplaser ha-
ben eine Sagezahnstruktur. Der lineare Anstieg des Pumplaserpulses fuhrt zu Beginn zu einer
konstanten Winkel&nderurigdes Dunkelzustandes und somit zu optimaler Adiabasie, also mi-
nimalen Verlusten in andere Eigenzustande. Fur den Riuckpumplaser wurde ebenfalls eine linear
ansteigende Rabifrequenz gewahlt, um Seitenb&nder zu vermeiden, welche zur Emission von
Photonen in den verstimmten Resonator fiilhren. Man beachte, dass der Rickpumpprozess vor
dem Ende des Rickpumppulses abgeschlossen ist, so 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 vawus des Pumplaserpulses etwas zu kurz, so dass der
emittierte Photonenpuls abrupt abgeschnitten wird. Ein langerer Pumppuls wirde jedoch die
Repetitionsrate und damit die Rate emittierter Photonen reduzieren.

Die gemessenen Daten stimmen gut mit der Simulation dargestellt in4Agb) tUberein.

In Experiment (b) und Simulation (c) sind die Ankunftszeiten der Photonen gemittelt tiber die
gesamte Resonatormode als durchgezogene Linie dargestellt. In der Simulation wurde dazu
die Emissionsraté?.,,;:(t) = 2k(P,1(t)) fur festen Ort(z, y, z) Uber das Volumen gemittelt,
entsprechend

A

Ro(t) = 1 /dx/dy/dz Remit(g(%y,z),Qp(x),QR(x),t)7 (4.4)
0

T F AMyAx

wobeiy- undz-Integrationen analog Gl4(3) durchgefiihrt wurden. Die Grenzen detntegra-
tion warenAz = 2,3 w¢, also deutlich groéf3er als der Bereich der Resonatormode, wodurch der
grolite Teil der zur Emission beitragenden Atome berlcksichtigt wird. Die Rabifrequenzen des
Pumplasers$)p(z) und des Ruckpumplasefsz(z) sind in z-Richtung als Gauf3funktion mit
einer Strahltaille vonvg p = 32 pm und in der Zeit als linear ansteigender Sagezahn, entspre-
chend Abb4.4(a), modelliert.F’ ist eine Normierungskonstante, so dgﬂé? dt Remit(t) = 1.
Der Vergleich der gemessenen Ankunftszeiten mit der Simulation zeigt, dass im Experiment
die Photonen den Resonator im Mittel etwas spater verlassen. Es ist wahrscheinlich, dass die
Atome nach mehrfacher Photonenemission und anschlieBendem Rickpumpen in magnetische
Unterzustande gepumpt werden, die schwacher an den Resonator koppeln. Simulationen zei-
gen, vgl. Abb.2.9, dass fur eine schwéchere Kopplupgwischen Resonator und Atom die
Emission spater erfolgt, entsprechend der experimentellen Beobachtung.

Als gestrichelte Linie ist in Abb4.4(c) die simulierte Pulsform des Photons fur ein Atom
im Bauch der Resonatormode dargestellt. Aufgrund der héheren Kopplung erfolgt die Emission
zu einem friheren Zeitpunkt. Auch im Experiment ist diese frihere Emission zu sehen, wenn
nur stark gekoppelte Atom bertcksichtigt werden. Zum Herausfiltern dieses Signals wird ange-
nommen, dass stark gekoppelte Atome wahrend ihrer Wechselwirkungszeit mit dem Resonator
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Abbildung 4.4: Pulssequenz. (a) Die Atome werden periodisch Init-langen Pumplaser- (durchge-
zogene Linie) und Ruckpumplaserpulsen (gestrichelte Linie) angeblitzt. (b) Verteilung der Ankunfts-
zeiten der detektierten Photonen. Die gestrichelte Linie zeigt die entsprechende Verteilung flr stark
gekoppelte Atome (siehe Text). (c) Simulation des Emissionsprozesse@,tﬂ@,ﬂ,ARR,’y,/s;) =

27 (2,5,8,—-20,3,1,25) MHz (gestrichelte Linie), WobeQ‘}%R die maximalen Rabifrequenzen der

Pump- und Rickpumplaserpulse sind, sowie Uber das Resonatorvolumen gemittelter Emissionsprozess
(durchgezogene Linie, siehe Text).

mehrere Photonen emittieren, vgl. AlBbS. Daher werden einzelne Photonenereignisse inner-
halb dieser Wechselwirkungszeit entfernt und anschlie3end die Ankunftszeit der verbleibenden
Photonen relativ zum Pumplaserpuls bestinrimt.

Man beachte, dass bei einem unitéren Prozess die Pulsform gleich der Einhiillenden des Photonenwellenpakets
ist, und nicht als Unsicherheit des Emissionszeitpunkts betrachtet werden darf. Ein Detektorereignis zu einem
bestimmten 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 finf (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% fur ein maximal gekoppeltes Atom. Eine Uber die Resonatormode gemittelte Emissions-
wahrscheinlichkeit hangt sehr stark von den jeweils gewéhlten Integrationsgrenzen (insbeson-
dere in vertikaler Richtung) ab und ist daher nur begrenzt sinnvoll. Grob vergleichen lasst 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 Mitieéd Photonen pro leuch-
tendem Atom detektiert. Beriicksichtigt man die DetektionseffizienZr@hx 50% = 36,5%,
so sollten),8 Photonen pro leuchtendem Atom emittiert werden. Dieser Wert ist eine Abschét-
zung nach oben, da viele Atome am Resonator vorbeifallen und somit nicht leuchten. Fr die
eigentlich wichtige Groél3e, die Effizienz der Erzeugung eines einzelnen Photons, muss zusatz-
lich die Wahrscheinlichkeit beriicksichtigt werden, dass sich ein einzelnes Atom im Resonator
befindet. Diese konditionierte Emissionswahrscheinlichkeit lasst sich aus der Intensitatskorre-
lationsfunktion der emittierten Photonen bestimmen und wird im folgenden Kapitel genauer
diskutiert.

4.2.1 Gepulste Photonenstatistik

Die Intensitatskorrelationsfunktiofi? (7) des detektierten Stroms an Photonen, gemessen mit
dem Hanbury-Brown & Twiss-Aufbau, ist in Ab#.6dargestellt. Da Photonen, wie in Abb4

zu sehen, nur wahrend der Pumplaserpulse und nicht wahrend der Rickpumplaserpulse emit-
tiert werden, liegen alle Maxima der gemessenen Intensitatskorrelationsfunktionen bei ganzzah-
ligen Vielfachen der Pumplaserperiode. Die anndhernd gaul3férmige Einhullende 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 bet = 0 im Vergleich zu den beiden benachbarten Maxima. Die Intensitéats-
korrelationsfunktion ist furr = 0 kleiner als firr # 0, verletzt dadurch die Schwartz'sche
Ungleichung 2.87) und ist folglich nur nicht-klassisch erklarbar.

Fur eine genauere Betrachtung muss man bericksichtigen, dass die Atome zuféllig durch
den Resonator fallen. Die Anzahl der Atome innerhalb des Resonators ist dabei poissonverteilt.
Zum Beispiel ist fur einen Atomfluss vot) Atomen/ms die Wahrscheinlichkeit, dass sich
ein Atom innerhalb des Resonators befindét. Entsprechend liegt die Wahrscheinlichkeit,
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(a) hoher Atomfluss (10 Atome/ms)  (b) niedriger Atomfluss (3,4 Atome/ms)
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Abbildung 4.6: Intensitéitskorrelationsfunktiop(2)(T) des Stroms detektierter Photondn) Hoher
Atomfluss, gemittelt Uber 4998 Messzyklen (Laden der MOT, Fallen lassen der Atomwikens
Messdauer) mit insgesamt 151089 detektierten Photonen. Die schattierte Flache ist jeweils das peri-
odisch gemittelte Signal fiir lange Verzégerungszeiten, periodisch fortgesetzt raéh Dieses ergibt

sich aus Korrelationen zu anderen Atomen (oszillierender Anteil) sowie zum Rauschen des Detektors
(konstanter Anteil). Das uberschissige Signal ist das Korrelationssignal der Photonen eines einzelnen
Atoms (vgl. Text).(b) Niedriger Atomfluss, gemittelt iber 15000 Messzyklen mit insgesamt 184868
detektierten Photonen. Fir lange Verzogerungszeiten verbleiben Uberwiegend Korrelationen mit dem
Detektorrauschen.

mehr als ein Atom vorzufinden, beid%. Diese ebenfalls an den Resonator gekoppelten Atome
fuhren zu zusatzlich emittierten Photonen wéahrend desselben Pumplaserpulses und damit zu
einem nicht verschwindenden Korrelationsmaximumvfiés 0, siehe Abb4.6(a).

Der Beitrag zusatzlicher Atome lasst sich tiber folgende Uberlegung bestimmen: Die Wahr-
scheinlichkeit weitere Atome anzutreffen ist fur jede beliebige Verzégerungsgkgich grol3.
Daher fuhren Photonen, die von verschiedenen Atomen erzeugt werden, zu einem periodischen
Beitrag der Korrelationsfunktion mit konstanter Amplitude fir alle Verzogerungszeitem
zusatzlicher konstanter Beitrag ergibt sich aus den Korrelationen mit dem Rauschen der De-
tektoren. Diese beiden Beitrége lassen sich fur|flir— oo bestimmen, indem das Korre-
lationssignal periodisch gemittelt und anschliel3end periodisch haeh 0 fortgesetzt wird
(schattierte Flache in Abld.6). Das Uberschissige Signal ist das Korrelationssignal der Pho-
tonen eines einzelnen Atoms. Das Maximum bet 0 ist genauso hoch, wie die Maxima fur
|7| — oo. Folglich kann ein einzelnes Atom innerhalb desselben Pumplaserpulses kein weite-
res Photon emittieren. Erst nach erfolgtem Ruckpumpen wird im n&chsten Pumplaserpuls ein
weiteres Photon vom selben Atom erzeugt, was zu einem héheren Maximum-bei us
fuhrt. Die folgenden Maxima werden zunehmend kleiner, da das Atom mit groRer werdender
Wahrscheinlichkeit den Resonator verlasst.
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hoher Atomfluss (10 Atome/ms) niedriger Atomfluss (3,4 Atome/ms)
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Abbildung 4.7: Wahrscheinlichkeit einer Photonendetektion nach der Detektion eines ersten Photons.
Es ist jeweils die Wahrscheinlichkeit fir den nachsten (1), Gbernachsten(2), usw. Pumplaserpuls nach
4 us, 8 us, ... dargestellt. Fir viel spatere Intervalle geht die Detektionswahrscheinlichkeit auf den Un-
tergrundsbeitrag von Rauschen und zusétzlichen Atomen (schraffiert) zurtick.

Fur einen kleineren Atomfluss vaid Atome/ms ist die Wahrscheinlichkeit, dass sich ein
Atom im Resonator aufhalt, mit 7% kleiner als fiir hdheren Atomfluss. Die Wahrscheinlichkeit
mehr als ein Atom vorzufinden verringert sich umso mehr0al§%. Daher verschwindet der
periodische Mehratombeitrag in der Intensitatskorrelationsfunktion in Ab{n) im Rauschen.

Mit welcher Wahrscheinlichkeit kénnen nun einzelne Photonen erzeugt werden, wenn sich
ein Atom im Resonator aufhalt? Dazu muss man erst wissen, dass tatsachlich ein Atom im Re-
sonator ist. Dies kann tiber die Detektion eines Photons innerhalb eines Intervalls eines Pumpla-
serpulses zum Zeitpunkerfolgen. Es zeigt die Anwesenheit eines Atoms mit der Wahrschein-
lichkeit Puiom = Ratom/(Rnoise + Ratom) @n, WobeiR,;,,, und R,,.;s. die Rate an detektierten
Photonen von Atomen bzw. vom Detektorrauschen innerhalb dieser Intervalle sind. Fir den ho-
hen Atomfluss {0 Atome/ms) ist P,;,,, = 85%, fur den niedrigen Atomfluss$(4 Atome/ms)
ergibt sichP,;,,, = 47%.

In den nachfolgenden Intervallen der Pumplaserpulse kann nun das detektierte Atom wei-
tere Photonen emittieren. Aus den gemessenen Daten lasst sich direkt bestimmen, mit welcher
Wahrscheinlichkeit, auf ein erstes Detektorsereignis konditioniert, in den folgenden Pumppuls-
Intervallen, nacht us, 8 us, ..., weitere Photonen detektiert werden. Angenommen man hat
N..nq Konditionierungsereignisse (Atome und Rauschen) gemessen und zah¥; rioreig-
nisse im Intervall us spater, so ergibt sich die WahrscheinlichkBit;(1) = Ni/N,ynq fur
die konditionierte Detektion eines weiteren Photons. Ebenso lasst sich die konditionierte De-
tektionswahrscheinlichkeit fur die ibernachsten(2), usw.(3,4,...) Intervalle bestimmen. Das Er-
gebnis ist in Abb4.7 dargestellt. Fur weit entfernte Pumpintervalle nimmt die konditionierte
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Abbildung 4.8: Vergleich von Theorie und Experiment der konditionierten Emissionswahrscheinlich-

keit P.,.;+ eines idealen, einzelnen, durch den Resonator fallenden Atoms, ohne zusatzliche Atome und
Detektorrauschen. Im Experiment (blau, unschraffiert) f8lJt;; fir die folgenden Pulse schneller ab

als in der Theorie (gruin, schraffiert) und ist um einen Faktor 2-3 kleiner. Die geringere Emissionswahr-
scheinlichkeit kann nicht allein durch einen dejustierten Nachweisaufbau erklart werden. Vielmehr ist ein
zunehmendes Umpumpen in magnetische Unterzustande, welche schwacher an den Resonator koppeln,
wabhrscheinlich.

Wahrscheinlichkeit immer weiter ab, da das Atom den Resonator verlasst, bzw. in Zustande
umgepumpt wird, welche schwécher mit dem Resonator wechselwirken. Sie geht bis auf den
Untergrundsbeitrag von zusatzlichen Atome sowie von Detektorraug¢henrick. Die Wahr-
scheinlichkeit im selben Pumplaserputs.;(0) ein weiteres Photon zu detektieren ist gleich
P, d.h. das einzelne Atom emittiert nur ein einzelnes Photon. Fur den niedrigen Atomfluss ist
die konditionierte Detektionswahrscheinlichkéif.; kleiner als bei hohem Atomfluss, da hier

das Konditionierungsereignis mit hoherer Wahrscheinlichkeit durch Detektorrauschen hervor-
gerufen und daher mit geringerer Wahrscheinlichkeit ein Atom detektiert wird.

Um die gemessenen Wahrscheinlichkeiten mit einer numerischen Simulation vergleichen
zu koénnen, muss der Idealfall eines einzelnen durch den Resonator fallenden Atoms bestimmt
werden. Aus den Messdaten lasst sich diese ideale Emissionswahrscheinlichkeit ableiten, wenn
man berucksichtigt, dass die Detektionswahrscheinlichkeit im Verhaltnis zur Emissionswahr-
scheinlichkeit um die Transmission des RaumfiltErs- 73%, die Detektoreffizienzy = 50%
und die Detektionswahrscheinlichkeit von Atomgp,,,, abgeschwacht ist. Zudem gibt es fir
ein solches ideales Atom keine zusatzlichen Atome und kein Detektorrauschen. Daraus ergibt
sich die ideale konditionierte Emissionswahrscheinlichgit;; (i) = W Ein solches
ideales, einzelnes Atom wurde nitt,,;; = (15,3%;9,0%;5,1%;...) im (1.;2.;3.;...) folgen-
den Pumplaserpuls fir den hohen Atomfluss, sowiemnit; = (12,4%;8,3%;5,7%; . ..) fur
den niedrigen Atomfluss weitere Photonen emittieren, vgl. Alfb.
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Zur Berechnung der entsprechenden idealen konditionierten Emissionswahrscheinlichkeit
in einer numerischen Simulation, siehe ABLB (schraffiert), wurde die Emissionswahrschein-
lichkeit eines einzelnen Atoms Uber die raumliche Verteilung der Atome gemittelt

2

f dx<Pemit<x7 Y, Z)Pemit(x +uT, Y, Z>>y7z

Pcond(T) - A mit

f d$<Pemit('x7 Y, Z))y,z

Az
2

2 ps

Poni(2,y, 2) — / At Ros (92,1, 2), Qp (), Qn(2), 1). (4.5)
0

Gewichtet mit der Emissionswahrscheinlichkeit an einem festenc@vird hier die Emissi-
onswahrscheinlichkeit an den Ortert v berechnet, an der sich das Atom beim néchsten,
Ubernéchsten, usw. Pumplaserpuls befindet. Atome, die am @dhrscheinlicher emittie-

ren, tragen somit starker zur obigen konditionierten Emissionswahrscheinli¢hkgibei. Die
Notation (- ), . zeigt an, dass fir festestibery und z, entsprechend den id.@) verwende-

ten Grenzen, gemittelt werden muss. Die konditionierten Wahrscheinlichkeiten der Simulation
liegen um einen Faktor 2-3 Uber den gemessenen Werten, vgl.4AbkEine Dejustage des
Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus kénnte nur einen Teil dieses Unterschieds erklaren. Da die
gemessenen Wahrscheinlichkeiten jedoch zudem fur die folgenden Laserpulse schneller abfal-
len, liegt es nahe, dass die Atome zunehmend schwéacher an den Resonator gekoppelt werden. In
der Simulation wurde aus Laufzeitgriinden die magnetische Substruktur der Hyperfeinzustande
der Atome nicht beriicksichtigt. Es liegt jedoch nahe, dass die Atome mit der Zeit in Zeeman-
zustande gepumpt werden, die schwacher 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 zufalligen Zeiten durch den Resonator. Kann man nach
der Detektion eines Atoms (durch die Detektion eines Photons in einem Pumppuls-Intervall) in
den folgenden Intervallen tatsachlich einzelne Photonen erzeugen? Um diese Frage zu klaren,
muss die Statistik des Lichtfeldes in diesen Intervallen bestimmt werden. Sie lasst 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. Zusétzliche Atome kon-
nen jedoch zuséatzliche Photonen emittieren. Dann kdnnen beide Detektoren im gleichen Inter-
vall Photonen detektieren. Trotz der Méglichkeit, dass weitere Atome vorhanden sind, sollte die
gemittelte Statistik innerhalb der Intervalle entsprechend folgender Uberlegung sub-poissonsch
bleiben:

Das durch das Konditionierungsphoton mijt; detektierte Atom kann im folgenden Pump-
laserpuls mit der oben berechneten Wahrscheinlichkgji; ein einzelnes Photon erzeugen.
Dem ist das Signal des Detektorrauschens tUberlagert, das in guter Naherung poissonverteilt ist.
Auch die zusatzlichen Atome, die poissonverteilt angenommen werden, sollten einen poisson-
verteilten Beitrag zum Lichtfeld liefern. Das Verhéltnis des Beitrags eines einzelnen Photons
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Abbildung 4.9: Sub-Poisson-Statistik der konditionierten Intensitatskorrelationsfunktion. Die Detektion
eines ersten Photons zeigt die Anwesenheit eines Atoms an. Im direkt vorhergehenden Intervall befand
sich dieses Atom mit hoher Wahrscheinlichkeit bereits im Resonator. Dadurch wird die Atomstatistik in
diesem Intervall sub-poissonsch. Dies spiegelt sich entsprechend in der Statistik der emittierten Photonen
in diesem Intervall wider, wenn pro Atom maximal ein Photon emittiert V\gﬁ@,(m < 1. Das Lichtin
verschiedenen solchen Intervallen ist unkorreliert, gH(AN # 0) = 1.

zum poissonverteilten Untergrund entspricht den Verhaltnissen in AlBbDaraus l&sst sich
die erwartete Photonenstatistik berechnen. Konditioniert auf die Detektion eines ersten Photons
ist die WahrscheinlichkeiP (i) mit dem nachfolgenden Puld?hotonen zu detektieren

P(i) = (1 = Paet)pi(N) + Paerpi—1(N), (4.6)

wobeip;()) die Poissonverteilung

einer mittleren Photonenzahlist und P,.; die Wahrscheinlichkeit, das vom einzelnen Atom
erzeugte einzelne Photon zu detektieren. Aus den in Abtgezeigten Daten ergibt sich fur
die (1.;2.;3.) folgenden Laserpuls¢? (0) = (0,41;0,57;0,73) (10 Atome/ms) und ¢‘®(0) =
(0,30;0,41;0,52) (3,4 Atome/ms).

Die Photonenstatistik des Lichts in diesen Intervallen lasst sich auch direkt bestimmen.
Ein in einem Intervall eines Pumplaserpulses detektiertes Photon signalisiert die Anwesen-
heit eines Atoms. Vom nachsten Pumplaserintervall werden nun alle Detektorereignisse auf
dem Detektor 1 zu7, (i) aufsummiert, entsprechend vom Detektor 2/2i(i), wobeii das
i. Konditionierungsintervall beschreibt. Insgesamt ergibt sich so ein neuer Datensatz mit insge-
samtN Elementen, wenmV die Anzahl der Konditionierungsphotonen ist. Aus diesem neuen
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Datensatz lasst sich die Intensitatskorrelationsfunkgiéi{ A N) zwischen den beiden Detek-

toren berechnen uUber
N

S E\(i)Ey(i + AN)

9P (AN) ==

— (4.8)
NEFE,

Fur 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 igt) (0). Hier wird direkt die gemit-

telte Intensitatskorrelationsfunktion der konditionierten Intervalle bestimmt. Liegt dieser Wert
unter 1, so liegt sub-poissonsches Licht vor. Genauso lasst sich die Analyse statt fir die auf das
Konditionierungsintervall folgenden Intervalle auch auf die vorhergehenden, usw. , bzw. Uber-
nachsten, usw. verallgemeinern. So lasst sich fur all diese Intervalle die Intensitatskorrelati-
onsfunktion bestimmen. Dies ergibt fiir den hohen Atomflgé50) = (0,95(18);0,69(11);
0,41(6);0,52(6);0,55(10); 0,78(16)) fur die (—3.; —2.; —1.; 1.; 2.; 3.) benachbarten Laserpulse

und fiir den niedrigen Atomflusg® (0) = (0,25(11);0,45(15)) fur die (—1.;1.) Intervalle,

vgl. auch Abb4.9fiir den jeweils—1. Laserpuls. Dies stimmt gut mit dem oben erklarten Mo-

dell Uberein.

Die Eigenschaften des erzeugten Gemischs an Photonen lassen sich daher folgendermal3en
zusammenfassen: Die Statistik ist deutlich sub-poissonsch. Fir die benachbarten Laserpulse
und den hohen Atomfluss vdilh Atome/ms lasst es sich gut durch einen ni% Effizienz er-
zeugten Einzelphotonenzustand tberlagert von einem Poissonzustang-mid47 beschrei-
ben.

Fur einen perfekten Ein-Photonen-Zustand misste gi8f0) = 0 erreichen. Dies ist
durch die poissonsche Beimischung zuséatzlicher Atome begrenzt. Zudem musste die Effizienz
der Einzelphotonenerzeugung auf deutlich Ui&h gesteigert werden. Mit einem bei starker
Kopplung gefangenen einzelnen Atom sollte man einem perfekten Ein-Photonen-Zustand deut-
lich naher kommen.

4.3 Kontinuierliche Photonenerzeugung

Lasst man Pump- und Rickpumplaser gleichzeitig auf die Atome wirken, so kdnnen die Atome
nach erfolgter Photonenemission sofort wieder in den Ausgangszustand zurtickgepumpt wer-
den. Die Anzahl emittierter Photonen steigt stark an. Da der Pumplaser nicht langsam einge-
schaltet wird, werden die Photonen hier nicht Uber einen adiabatischen Prozess erzeugt, sondern
zu zufélligen Zeiten emittiert. Dieser Aufbau ist einem Ramanlaser sehr ahnlich. 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 Rickpumplaser

Durch das gleichzeitige Einstrahlen von Pump- und Rickpumplaser sind neben dem Raman-
prozess weitere Moglichkeiten der Photonenerzeugung maoglich. Die Anregungsspektren wer-
den deutlich komplizierter als in Kapitdl1.1gezeigt. 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 vai\ p, Ar, A¢) ist resonant zum jeweiligen Atomibergang. Fiur Raman-
resonanz, d.nAp = Aq, werden Uber den Ramanprozess Photonen erzeugt. Sind Rickpumplaser und
optischer Resonator resonant, alsg = A¢, so erhalt man Streuung von Photonen in den Resonator.
FurAp = Ag werden die Atome in den durch Pumplaser und Riickpumplaser erzeugten Dunkelzustand
der beiden Grundzustéande gepumpt (siehe Text), woraufhin keine weiteren Photonen emittiert werden.
Die experimentellen Parameter siffdz**; Qp*") = 2m (44;33) MHz(a) und= 27 (13;33) MHz. In

der Simulation wurden die Parametérp; Qr; g) = 27 (7,6; 3,3;2,5) MHz verwendet.

Gl. (2.119 — lassen sich die in Abll.10dargestellten Anregungsspektren jedoch einfach ver-
stehen, vgl. Abb4.11

1. Sind Pumplaser und optischer Resonator in Ramanresotanz< A¢), so kann der
Ramanprozess Photonen im Resonator erzeugen. Voraussetzung fur eine hohe Photonen-
rate ist, dass der Rickpumplaser die Atome wieder|@us den Ausgangszustand)
zuriickpumpt, damit diese weitere Photonen erzeugen kdnnen. Daher sollte der Ruck-
pumplasers moglichst in Resonanz sein, diso~ 0.
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(1) Ramanprozess (2) Photonen-Streuung (3) Dunkelzustand
l— |€> —l |€> l |€>
A=A A=A, Aca,
o N\
QRaman Qscatter
Jue) )
82 lg)

Abbildung 4.11: Drei wesentliche Mechanismen zum Verstandnis der Anregungsspektren mit Riick-
pumplaser(1) Pumplaser und Resonator fuhren filxp = A¢) zu einem Ramanprozess zwischen
lu,n — 1) und|g, n). Der Ruckpumplaser pumpt die Atome in den Ausgangszustgrerick.(2) Der
Ruckpumplaser kann filkc = A Photonen in den Resonator streuen. Der Pumplaser pumpt in diesem
Fall die Atome in|g) zuriick.(3) Sind Pumplaser und Rickpumplaser resonant wird ein Dunkelzustand
zwischen|u) und|g) gebildet, der die Photonenerzeugung unterdruckt.

2. Die Funktion von Pump- und Ruckpumplaser kann jedoch ebenso gut vertauscht werden.
Ist der Rickpumplaser resonant zum optischen Resonator= Ar), so kbnnen Pho-
tonen aus dem Ruckpumplaserstrahl in den Resonator gestreut werden. Der Pumplaser
pumpt Atome, welche nachy) fallen fir Ap ~ 0 wieder in das Zwei-Niveau-System
{lg), le)} zurtck.

3. Kaum Photonen werden emittiert, wenn Pump- und Ruckpumplaser resonant sind
(Ap = Ag). Die beiden Laser erzeugen zusammen den Dunkelzustaettsprechend

Q
|¢) = cos Olu,0) —sinOg,0) mit tan© = Q—P (4.9)
R
Atome, welche in diesen Dunkelzustand gelangen, sind vollstandig entkoppelt und kon-
nen keine weiteren Photonen emittieren.

Die Simulationen in Abb4.10stimmen recht gut mit den experimentellen Anregungsspek-
tren Uberein, vorausgesetzt man verwendet deutlich geringere Rabifrequenzen von Pump- und
Rickpumplaser als im Experiment. Fir 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 erklaren. Folglich sind die hier beobachteten Atome diejenigen Atome, welche mit der Zeit
in schwacher koppelnde magnetische Unterzustdande umgepumpt wurden. Eine komplexere Si-
mulation, welche die magnetische Substruktur einbezieht, sollte die experimentellen Ergebnisse
genauer reproduzieren. Diese ist jedoch aufgrund ihrer Komplexitat zu zeitaufwandig.
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Abbildung 4.12: Variation des Atomflusses. Fir eine mittlere Atomzahl um 1 im optischen Resonator
ergibt sich ein Ubergang von Antibunching{ (0) < ¢® (7)) zu Bunching ¢ (0) > ¢®® (1)), also

der Ubergang von einer nicht-klassischen zu einer klassischen Lichtquelle. Durch die Ladezeit der Fal-
le (20 ms bis 2,5s) und den ersten Spalt in Fallrichtung kann der Atomfluss variiert werden. Fir jede
der Kurven wurde die magnetooptische Fali®0 mal geladen, im Messintervall vait = 7,86 ms
Photonen registriert und vom gesamten detektierten Photonenstrom die dargestellte Intensitatskorrela-
tionsfunktion zwischen den beiden Detektoren des Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus berechnet. Die

Rabifrequenzen von Pump- und Riickpumplaser §lpd= 27 7,6 MHz und Qr = 27 3,3 MHz, die
Raman-Verstimmung ish = —27 20 MHz.

4.3.2 Ubergang von nicht-klassischem zu klassischem Licht

Mit Hilfe des Hanbury-Brown & Twiss-Aufbaus soll nun die Intensitatskorrelationsfunktion
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
Resonator passiert, sehr klein. Fir im Mitfél= 0,15 Atome im Resonator beobachtet man
die in Abb.4.12(a) dargestellte Intensitatskorrelationsfunktion. Sie zeigt deutlich eine erhdhte
Korrelation ¢®(7) > 1 fur 7 < 17 us, entsprechend der Durchflugszeit einzelner Atome,
und zudem ein nicht-klassisches Verhalten mit Antibunchifid (0) < ¢®(r)). Ahnliche
Ergebnisse mit einem einzelnen in einem Resonator gefangenen Atom wurden kirZi@ in |
103 veroffentlicht.

Steigert man den Atomfluss, so dass sich im Mittel mehr als 1 Atom im Resonator aufhalt,
so beobachtet man in der Intensitéatskorrelationsfunktion einen Ubergang von Antibunching zu
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Bunching, d.h. zy®(0) > ¢®(7), siehe Abb4.12(b) und (c). Die Photonen werden dann be-
vorzugt in Paaren aus dem optischen Resonator emittiert. Das Bunching verletzt, im Gegensatz
zum Antibunching, nicht die Schwarz’sche UngleichuR@@) und ist daher klassisch erklarbar.

Man beobachtet folglich einen Ubergang von nicht-klassischem Licht fiir Atomzahlen1

zu klassischem Licht fiir Atomzahle¥ > 1.

Dieser Ubergang kann unter anderem mit Hilfe der Theorie unabhangiger Emitter erklart
werden. Aus dieser ergibt sich fiir eine poissonverteilte Atomzahl mit MittelWegowie der
Korrekturfunktionf(7), die die begrenzte Wechselwirkungszeit jedes einzelnen Atoms wider-
spiegelt

(2

0@ = £ AL 1 e P, (4.10)

vgl. Kap2.3.3 Das Signal setzt sich aus 3 verschiedenen Komponenten zusammen. Nochmals
kurz zusammengefasst sind die Ursachen dieser Beitrage:

1. Das Antlbunchlng Slgnaf( ) ™) wird durch das Intensitatskorrelationssignal eines

einzelnen AtomSgA (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= 0. Verlustprozesse, wie spontane Emis-
sion, fuhren zu Dekohérenz des Zustands eines einzelnen Atoms, daher sind Photonen zu
sehr unterschiedlichen Zeitpunkten vollstandig unkorreliert. Die Intensitatskorrelations-
funktion eines einzelnen Atomﬁ1 ) geht folglich furr — oo gegen 1. Da jedes ein-

zelne Atom jedoch nur eine begrenzte Zeit mit dem Resonator wechselwirkt, kbnnen nur
Photonen aus diesem Zeitintervall zur Intensitatskorrelationsfun&ﬁféhr) beitragen.

Daher wird die Korrekturfunktiorf (7) eingefuhrt mitlim, .., f(7) = 0 und f(0) =

Der gesamte Beitrag skaliert mit dem inversen der mittleren Atom¥alnmd verschwin-

det somit fir hohe Atomzahlen.

2. Die Bunching-Komponentg(7)? |g(1)( )|? 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. KBap.fluktuiert die In-
tensitat starker. Wenn ein Photon detektiert wird, ist konstruktive Interferenz wahrschein-
lich und mit héherer Wahrscheinlichkeit wird ein zweites Photon gleichzeitig nachge-
wiesen. Das Gegenteil gilt fur destruktive Interferenz. AuRerhalb der Koharenzzeit sind
konstruktive und destruktive Interferenz Bgiundt, + = unabhéangig voneinander. Das
zusatzliche Bunching-Signal verschwindet. Der Beitrag fallt mit dem Betragsquadrat der
Korrelationsfunktion erster Ordnurjgﬁ,l)(rﬂ2 ab, dereri/2-Abfall die Koharenzzeit,
definiert. Er ist fir eine poissonverteilte Anzahl von Atomen unabhangigWaoind 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 vollstandig un-
korreliert am Resonator an. Die Statistik der Atome wird auf das Lichtfeld Ubertragen,
was zum unkorrelierten konstanten Beitrag fuhrt.
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Abbildung 4.13: Zerlegung der gemessenen Intensitatskorrelationsfunktion in ihre Komponenten bei
niedrigem Atomflusg(a), N = 0,6) und hohem Atomflus§(b), N = 6,6). Die Amplitude der
Antibunching-Komponente ist proportionsl N, die der Bunching-Komponente konstant bgi6. Die

Dichte der Atomwolke und damit die beobachtete Intensitét variieren leicht innerhalb des Messintervalls
von ét = 7,86 ms, wodurch sich ein leichter Offset relativ zum konstanten Untergrundivengibt. Der
relative Wert der mittleren Atomzahl wurde mit Hilfe des Fluoreszenzdetektors gemessen, der Absolut-
wert durch dag / N-Verhalten geeicht.

Mit steigender Atomzahl ergibt sich somit fur dieses einfache Modell zwanglos der beob-
achtete Ubergang von Antibunching zu Bunching. Durch eine Zerlegung der einzelnen Inten-
sitatskorrelationskurven in die Komponenten lasst sich nun Uberprifen, ob die Antibunching-
Komponente tatsachlich mif~ abfallt, wahrend die restlichen Beitrage konstant bleiben. In

Abbildung4.13werden exemplarisch zwei der Kurven mit der Modellfunktionﬂ(r)

g4.(7)
N

G2 (r,N) = 1+ k(N) + fu(7) + Fn(r)2 g () (4.12)

verglichen. Durch die Variation der Atomdichte innerhalb des Messintervalls ergibt sich ein
zusatzlicher Offset zum unkorrelierten Beitragder durch die Funktiok (V) korrigiert wird.
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Abbildung 4.14: Die drei Komponenten der Modellfunktioga) die Antibunching-Funktioryfi)m(7),

(b) die Bunching—Funktiorﬁggl)m(T)]2 und (c) die Korrekturfunktion bei endlicher Atom-Resonator
Wechselwirkungsdauef,, (7). Diese drei Funktionen genugen die in Albl2 dargestellte Messung
fiir beliebige Korrelationszeitenund mittlere AtomzahleV darzustellen. Die analytischen Ausdriicke
der einzelnen Modellfunktionen sind im Text beschrieben.

k(N) ist abhangig von der Atomzahl, da sich fur die unterschiedlichen Ladezeiten der ma-
gnetooptischen Falle die Ausdehnung der Wolke und damit die Amplitude der Dichtevariation
verandert. Zur Beschreibung des Minimums der Antibunching-Komponente eines einzelnen
Atoms beir = 0 wird eine Gauf3funktion

gﬁi)m(T) — 1 — qe2(/m)° (4.12)
mit Amplitude vona = 0,81 &+ 0,01 und halber Breiter, = 602 + 10ns (1/2) verwendet,
vgl. Abb. 4.14a). Das Bunching-Maximum l&sst sich gut mit einer Gaul3funktion

|91(41,)m<7_)|2 — pe—20/m)? (4.13)

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

FonlT) = e—(\T\/Tf)l,g (4.14)

gibt den Abfall der Intensitatskorrelationsfunktion ftir— oo wieder mit7; = 7,1 £ 0,1 ps,
Abb. 4.14(c).

Zusammengefasst kann die beobachtete Intensitatskorrelationsfunktion tatsachlich in die
verschiedene Komponenten zerlegt werden, wobei die Antibunching-Komponerije raft-
fallt, wahrend die Bunching-Komponente konstant bleibt. Uber die Amplitude der Antibun-
ching-Komponente wird die absolute Atomzahl geeicht, die relative Atomzahl wurde mit dem
Fluoreszenzdetektor gemessen. Die Amplitude des Bunching-Maximums sollte im Modell un-
abhangig emittierender Atome definitionsgen@@(o) = 1) gleich Eins sein. MiD),56 ist sie
nur etwa halb so grol3. Fur unabhéngige Emitter konnte eine kleinere Amplitude durch schlech-
te raumliche Koharenz erklart werden. Bei Emittern innerhalb eines optischen Resonators ist es
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Abbildung 4.15: Veranderung der Koharenzeigenschaften durch kooperative Effekte. Die Amplitude des
Bunching-Maximums und damit® (0) nimmt fiir hohe Atomzahl zunehmend &), gleichzeitig wird

die Koharenzzeit, groer(b). Die Eigenschaften des Lichts ndhern sich somit denen eines koharenten
Zustands, wie u.a. fur einen Laser nahe seiner Schwelle erwartet wird.

jedoch wahrscheinlicher, dass durch kollektive Effekte zwischen den Atomen diese nicht mehr
vollstandig unabhangig voneinander emittieren, vgl. Kaf.4 Insofern kann die Breite des
Bunching-Maximum auch nur eingeschrankt als Koharenzzeit des emittierten Lichts interpre-
tiert werden.

Im Vergleich zur durch den Resonator vorgegebenen Koharenzzeit.vent/x = 127 ns
(1/e2-Abfall) ist das Bunching-Maximum mit, = 148ns (1/e2) etwas breiter. Das Licht er-
scheint daher koharenter, was von einer kollektiven Emission der Atome kommen kann. Expe-
rimentell kann die Koharenzlange bzw. Koharenzzeit der emittierten Photonen nur Uber ein In-
terferometer gemessen werden. Dazu musste jedoch ein sehr grol3es Interferomet&y mit
Gangunterschied aufgebaut werden.

Die gaul3’'sche Form des Bunching-Maximums deutet darauf hin, dass das Frequenzspek-
trum der emittierten Photonen ebenfalls gaul3verbreitert ist. Eine inhomogene Linienverbreite-
rung, z.B. aufgrund der unterschiedlichen VerschiebungidetUnterzustande durch das Fuh-
rungsmagnetfeld, scheint daher wahrscheinlich.

4.3.3 Kooperative Emission in den Resonator

Bei schnellerem Ruckpumpen der Atome und héherer Atomzahl treten zusatzliche Hinweise auf
kollektiven Effekte auf. Diese zeigen sich unter anderem in der Intensitatskorrelationsfunktion.
In Abb. 4.15ist diese fur mittlere Atomzahlen voN = 7,5 und N = 130 dargestellt. Of-
fensichtlich wird aufgrund des starkeren Rickpumpens kein Antibunching beobachtet. Dies ist
konsistent mit der quantenmechanischen Simulation fuir die verwendeten experimentellen Para-
meter, siehe Ka®.3.6 Als Modellfunktion kann daher, unter der Annahme d@%ﬁl(r) ~ 1

gilt,

D N) = 1kt fulr) e+ FnlrPlgfn ()P (4.15)
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Abbildung 4.16: Suche nach einer Laserschwe(l) Mittlere Photonenzahl in Abhangigkeit der mittle-

ren Atomzahl 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 verstarkt.
Ein typisches Schwellverhalten in Form eines sprunghaften Anstiegs der Photonenzahl wird jedoch nicht
beobachtetb) Der Fanofaktor des emittierten Lichts steigt weiter an, entfernt sich also zunehmend vom
koharenten Wert' = 1. Es wird kein Maximum erreicht, welches die Laserschwelle definieren wirde.

verwendet werden. Auch die Modellfunktion ftyﬁf’Ll(T)P muss verandert werden. Anstelle
einer Gaul3funktion gibt eine exponentiell abfallende Funktion

(G5 ()P = b(N)e™ /o (4.16)
sehr viel besser den beobachteten Verlauf wieder. Diese Modellfunktion entspricht, vorausge-
setzt die Bunching-Komponente zeigt tatsachuyfﬁ (7)|?, einer homogenen Lorentzfunktion
im Frequenzraum. Durch das starke Rickpumpen scheint eine inhomogene Verbreiterung ver-
schiedener Atome eine untergeordnete Rolle zu spielen. Sowohl fiir die Amplitude, wie auch
fur die Breite der Bunching-Komponente wird eine lineare Veranderung\m#ugelassen.
Ohne diese zusétzlichen Freiheitsgrade weicht die Modellfunktion deutlich von der beobachte-
ten Intensitatskorrelationsfunktion ab, siehe AblL5 Die Amplitude ergibt sich zb(N) =
(0,455+0,005) — (0,00103 4 0,00006) x N, d.h. die Amplitude verandert sich im beobachteten
Bereich der mittleren Atomzahl valN = [7,5; 130] um 0,126, bzw. um27% der Amplitude bei
N = 17,5. Die Breite der Komponente isf(N) = (87 4 2) ns + (0,25 4 0,02) ns/Atom x N.
Sie wird also unB1ns oder35% breiter. Das emittierte Licht wird durch kooperative Effek-
te etwas kohérenter, wie es auch fir das einfache Laser-Ratenmodell i2.BapAbb. 2.14
erwartet wird. Im Vergleich zur Kohérenzzeit des Resonatorsrvoa 127 ns sind die beob-
achteten Breiten des Bunching-Maximums zu kurz. Es scheint daher, dass die Koharenz des
Lichtfeldes im Resonator schneller zerstort wird, als durch die Dekohérenz des Resonators zu
erwarten ware. Wahrscheinlich wird durch zu starkes Riuckpumpen zusétzliche Dekoharenz ver-
ursacht.
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Auch bei anderen Messgrof3en lassen sich Hinweise auf kooperative Effekte finden.
Abb. 4.16 (a) zeigt die mittleren Photonenzahlim Resonator in Abhangigkeit der mittle-
ren AtomzahlIN. Das Signal des Fluoreszenzdetektors bestimmt auch hier die relative mittlere
Atomzahl. Die absolute Anzahl an Atomen wurde wiederum mit Hilfe der Komponfgrite) -
der Intensitatskorrelationsfunktion geeicht. Fur niedrige Atomzahlen erzeugt jedes Atom im
Mittel 7/atom = 0,015 Photonen im Resonator. B&i = 130 sind es schom/atom = 0,02.

Pro Atom werden also etwa0% mehr Photonen erzeugt. Das Licht im Resonator wird durch
das Medium an Atomen verstarkt, d.h. man beobachtet eine kooperative Emission der Atome.
Leider zeigt sich keine klar definierte Laserschwelle. Fir quantenmechanische Laser nahe dem
Regime starker Kopplung verwendet man Ublicherweise das Maximum des Fanofaktors zur Be-
stimmung der Laserschwelle. Mit Hilfe von GR.83 kann der Fanofaktor aus und ¢‘* (0)
experimentell bestimmt werden. Ab#.16 (b) zeigt den so bestimmten Verlauf des Fanofak-
tors in Abhangigkeit der mittleren Atomzal\. Er steigt im gesamten Messbereich in etwa
linear an. Ein Maximum wird nicht erreicht, so dass mit Sicherheit die Laserschwelle nicht
uberschritten wird.

Insgesamt beobachtet man fur sehr hohe Atomraten Abweichungen vom Modell unabhéngig
strahlender Atome und damit erste Anzeichen kooperativer Effekte. Die Verluste des Resonators
scheinen im Verhéltnis zur Verstarkung zu grof3, so dass die Laserschwelle des Systems trotz
hohe mittlere Atomzahlen vaN > 100 nicht erreicht wird. Insofern ist das untersuchte System
auf jeden Fall weit entfernt von einem Einatom-Lasif, B9).

4.4 Bunching gepulst emittierter Photonen

Fur 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, siehe z.B104]. 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-
kinftigen Experimenten vorbehalten. Trotzdem beobachtet man eine grundlegend andere Pho-
tonenstatistik als bei geringem Atomfluss und kann daraus auch hier auf kooperative Effekte
der Atome schliel3en. Aul3erdem erhalt man erste Hinweise auf die Koharenzeigenschaften der
gepulst emittierten Photonen.

Wie Abb. 4.17 (a) zeigt, werden bei hoher mittlerer Atomzahl die Photonen wahrend der
Anregung mit dem Pumplaserpuls geringfiigig friher emittiert. Gleichzeitig steigt die mittle-
re detektierte Photonenzahl pro Durchflug eines Atoms §@mo.m) = 0,19 bei niedrigem
Atomfluss (3 Atome/ms) auf ("/awm) = 0,24 bei hohem Atomfluss580 Atome/ms) an.
Die Effizienz der Photonenerzeugung wird also durch die kooperative Kopplung der Atome an
den Resonator erhoht. Anschaulich erklart, erhéht sich die Kopplungssgtédrke- 1 zwischen
Atom und Resonator um den Faktgr + 1, wenn sich bereita Photonen im Resonator befin-
den. Bei hohem Atomfluss werden hier im Mitte)rus) = 1,6 Photonen pro Pumplaserpuls
erzeugt. Sind diese Photonen alle gleichzeitig im Resonator, so erwartet man unter Annahme
eine Poissonverteilung der Photonenzahl eine im Mitfeh mal starkere Kopplung als beim
Vakuumzustand. Diese hohere Kopplungsstarke sollte, wie bereits inddbbeobachtet, zu
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Abbildung 4.17: Gepulste Photonenerzeugung bei hohem Atomflus$80m tome /ms. (a) Wahrend

des Pumplaserpulses von 0 Bigs werden die Photonen bei hohem Atomfluss nur geringfiigig friiher
emittiert als bei niedrigen Atomfluss vaB Atome/ms. Die kooperativen Effekte zwischen den Atomen
scheinen daher gering zu se{b) Die Intensitatskorrelationsfunktion gemessen mit dem hohen Atom-
fluss (durchgezogenen Linie) zeigt im Vergleich zum nachk: 0 periodisch fortgesetzten Signal fir
lange Verzdgerungszeiten (gestrichelte Linie), vgl. AblB, ein zusatzliches Bunching-Maximum bei

7 = 0. Analog zum Modell unabhé&ngig strahlender Atome in Ka#t8l3liegt es nahe, delfe2-Abfall

des Bunching-Maximums als Koharenzzeitder Photonen zu interpretieren. Dieses zusatzliche Maxi-
mum beir = 0 kann durch eine Gaul3kurve der Breite= 109 + 3 ns(HWHM) angenédhert werden,

entsprechend, = 7/(1/1/21n2) = 185 £ 5ns.

einer friiheren Photonenemission, aber auch zu einer héheren Effizienz der Photonenerzeugung
bei geringeren Verlusten, vgl. GR (79, fuhren. Bei der bisher beobachteten verhaltnismafig
geringen Emissionseffizienz 20% sollte die EffizienzP.,,,;; in guter Naherung proportional

zu g*(n + 1) sein. Da jedoch die Effizienz nicht mi,,,;; ~ ¢?(1,6 + 1) wachst, strahlen die

Atome noch weitgehend unabhangig voneinander.

Wie fur kontinuierliche Anregung mit Pumplaser und Rickpumplaser (K&h2 wird
auch bei gepulster Anregung bei sehr hoher Atomzahl Photon-Bunching beobachtet, vgl.
Abb. 4.17 (b). Fur unabhangig strahlende Atome im nicht gepulsten Fall wird dieses Maxi-
mum durch den Beitragy ™" (7)|? hervorgerufen. Del/e>-Abfall dieses Beitrags entspricht der
Koharenzzeit des emittierten Lichs ist bisher nicht klar, ob das Bunching-Maximum auch
bei gepulster Anregung in erster Naherung als Komponente proportjoti&ir)|? interpretiert
werden darf.Die Atome sollten jedoch, wie oben diskutiert, weitgehend unabhangig vonein-
ander emittieren. Letzendlich lasst sich die Aussage, dass die Breite und Form des Bunching-
Maximums durch die Kohérenzeigenschaften der Photonen gegeben ist, experimentell nur mit
Hilfe eines sehr grofRen Interferometers beweisen.

Nimmt man an, dass auch fir die gepulste Messung die Breite des Bunching-Maximums als
Koharenzzeit des emittierten Lichts interpretiert werden kann, so ergibt sich aus der Breite des
Bunching-Maximums eine Koharenzzeijt = 185 + 5ns (1/e2-Abfall). Diese Zeit ist langer
als die Zerfallskonstante des elektrischen Feldes des optischen Resonateoys=var27 ns,
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aber auch erheblich kirzer als die Lange eines adiabatisch erzeugten Photonenwellenpakets
von 1 — 2 us. Dies deutet darauf hin, dass die Wellenpakete der einzelnen Photonen sehr kurz
sind.

Es stellt sich die Frage, wie grol3 die Koh&renzzeit von Photonen sein sollte, die nicht in
einem perfekt adiabatischen Prozess tUber den Dunkelzustand erzeugt werden, sondern bei deren
Erzeugung durch spontane Emission des angeregten Zustands Phasenfluktuationen auftreten
konnen. Dazu wurde das-System entsprechend der Beschreibung in Kagitl6 simuliert.
Ausgehend vom Anfangszustand0) wurde das Atom bei konstanter Kopplungsstéyleiner
linear ansteigenden Rabifrequenz des Pumpldsgmusgesetzt. Nachus wird der Pumplaser
bei Q7 ausgeschaltet. Mit Hilfe der so berechneten Dichtemaiix zum Zeitpunktt 1&sst
sich der Erwartungswert der nicht normierten Korrelationsfunktion 1.0rdnGflg(t, ¢ +7) =
(af(t + 7)a(t)) berechnen. Die normierte Korrelationsfunktight) () ergibt sich, wenn man
die unnormierte Korrelationsfunktion Uber die gesamte beobachtete @dielt und mit dem
Mittelwert der in diesem Intervall detektierten Intensitat normiert

[ degat (¢ + ma(e)
g V(1) = 5

J de(at(t)a(t))

0

(4.17)

Die Koharenzzeit, des emittierten Photons ist (iber dgn-Abfall von |¢™")(7)|? definiert. Das
zugehdrige Leistungsspektrum des emittierten Pho$¢ns lasst sich durch eine Fouriertrans-
formation der Korrelationsfunktion 1.0rdnung berechnkdf Kap. 4.2]

o0

S(A) = / drgW (t)e 47, (4.18)

—00

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

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

—00

Abbildung4.18a) zeigt so bestimmte Betragsquadrate der Korrelationsfunktion 1.0rdnung
|g™M (7)|? fur zwei verschiedene Kopplungsstarkeer: 27 (2,5;0,5) MHz zwischen Atom und
Resonator. Aus dieser Simulation ergibt sich, unabhangig von der Kopplungsstarke zwischen
Atom und Resonator, flr ein einzeln erzeugtes Photon eine mehr als 5 mal langere Kohérenz-
zeit (1. =~ 1 us) als aus der beobachteten Breite des Bunching-Maximums. Jedes Photon fir sich
sollte also ein deutlich langeres, anndhernd perfekt koharentes Wellenpaket bilden. Eine kurze
Koharenzzeit des Experiments lasst sich nur Gber eine inhomogene Verbreiterung der Photonen
im Frequenzraum erklaren. Da die Form des Bunching-Maximums gauf3férmig ist, kann auch
in erster Naherung das Frequenzspektrum als gaul3férmig angenommen werden. Aus der Breite
des Maximums, = 185 + 5 ns ergibt sich so eine Linienbreit@vrwuv = 2,9 MHz. Die Pho-
tonen mussten daher durch den Ramanprozess bei stark unterschiedlichen Frequenzen emittiert

2Die Methode, den Erwartungswert zu berechnen, wurde in einer FuRnote vo.B&heschrieben.
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Abbildung 4.18: Simulation der Kohérenzeigenschaften der erzeugten Phot@)é&er 1/.2-Abfall des
iber die Zeit gemittelten Betragsquadrats der Korrelationsfunktion 1.0rdfdtig(") (¢, + 7)|2, hier
dargestellt fur die Kopplungsstérkegn= 27 2.5 MHz undg = 27 0.5 MHz, definiert die Koharenzzeit

7. bei nicht-stationaren Signalen. Die resultierende Koharenzzeit 950ns fir ¢ = 27 2.5 MHz

und 7, = 1010ns fur ¢ = 27 0.5 MHz ist deutlich l&anger als im Experiment beobachtet. Die tbrigen
zur Simulation verwendeten Parameter siidd Q'2%%; k;y) = 27 (—20;11,3;1,25; 3) MHz. (b) Das
durch eine Fouriertransformation vai') () bestimmte Leistungsspektrum der emittierten Photonen
zeigt eine Frequenzverschiebung i = 27 1 MHz relativ zum Dunkelzustand, der sich exakt bei
A = —27 20 MHz befinden misste.

werden, die sogar weiter verteilt sind als es durch die Linienbreite des optischen Resonators
von Av = 2,5 MHz vorgegeben ist. Als Ursachen dieser inhomogenen Verbreiterung kommen
unterschiedliche Kopplungsstarken bei Emissionsprozess, sowie eine Zeemanverschiebung der
verschiedenem: --Unterzustande in Frage. Fur unterschiedliche Kopplungsstaegiieren

die simulierten Frequenzspektren jedoch nur gering, wie Abbilduta§b) zeigt. Es ist da-

her unwahrscheinlich, dass eine unterschiedliche Kopplung der Atome zur beobachteten Breite
des Bunching-Maximums fiihrt. Das Fuhrungsmagnetfeld in x-Richtungsoa 0,3 G fuhrt

zu einer Aufspaltung der Ramanubergange der unterschiedlichen magnetischen Unterzustande
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 nicht notwendigerwei-
se auf die Koharenzlange der Photonen geschlossen werden, es ergeben sich daraus nur erste
Hinweise auf die Koharenzzeit. Diese Betrachtung deutet jedoch an, dass die Koharenzzeit der
erzeugten Photonen 5 mal kiirzer als die erwartete Koharenzzeit ist. Um die Eigenschaften der
Photonen besser festzulegen, sollte daher auf jeden Fa-@&stem auf ein genau definier-
tesm p-Untersystem beschréankt werden. Genauere Untersuchungen der Koharenzeigenschaften
der Photonen und deren Ursachen sind Gegenstand weiterfihrender Experimente. Wichtig ist
die Koharenz der Photonen insbesondere zur Realisierung eines optischen Quantencomputers
[5]. Dort werden wechselseitig ununterscheidbare, also kohérente einzelne Photonen bendétigt.



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 abgekihlt. 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 Ramanubergangs treibt, wah-
rend das Vakuumfeld des Resonators eine Emission auf dem anderen Zweig stimuliert. Das vom
Atom in den Resonator abgestrahlte Licht verlasst diesen durch dessen Auskoppelspiegel. Das
emittierte Licht wird mit Avalanche-Photodetektoren nachgewiesen 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 mit3 MHz deutlich schmaler als die naturliche 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 wirSlemit zeigt diese Beobachtung,
dass die Photonen in einem einstufigen Ramanprozess erzeugt wi2athen 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 Ramanibergangs.

¢ Die Effizienz des Prozesses charakteristisch von der Position des Pumplasers in Fallrich-
tung der Atome abhangt. 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,
wahrend die Intensitat des Pumplasers anwéaéhsse anti-intuitive Pulssequenz ist fur
einen adiabatischen Ramantransfer tber den Dunkelzustand des Systems erfoarlich.
im ,strong-coupling“-Regime der Beitrag des angeregten Zustands zum Dunkelzustand
gering ist, lassen sich so Verluste durch spontane Emission unterdricken.
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Im zweiten Schritt wurde die getriggerte Erzeugung einzelner Photonen demonstriert: Da
eine fallende Wolke thermischen Atome verwendet wurde, ist 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 Ruckpumplaserpulsen festgelegt werden. Wahrend eines Pumplaserpulses kann ein einzel-
nes Photon emittiert werden, im anschlie3enden Rickpumplaserpuls wird das Atom wieder in
den Ausgangszustand zurtickbeférdert. Photonen werden vorwiegend wahrend der Pumplaser-
pulse detektiert. Die Pumplaserpulse haben eine Repetitionsra@gVaihiz. Daher kann ein
Atom wahrend seines Durchflugs durch den Resorgitee getriggerte Sequenz von bis zu 7
Photonernin etwa30 us emittieren.

Trotzdem ist auch bei getriggerte Anregung nicht gewabhrleistet, 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 Gbertragen wird. Daher kbnnen 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 eis@d-poissonschen Photonenstatistés
emittierten Lichts wahrend dieser Intervalle.

Fur eine kontinuierliche Sequenz von Einzelphotonen musste ein einzelnes Atom im Re-
sonator festgehalten werdefil| 42, 43, 44, 45, 46]. Das Atom-Resonator-System sollte sich
dabei weit im Regime starker Kopplung befinden, um eine effiziente Photonenemission zu ge-
wabhrleisten.

Ein grol3er Vorteil des adiabatischen Ramantransfers ist, dass die Eigenschaften der erzeug-
ten Photonen gezielt kontrolliert werden kdnnen. Zum einen wird die Tragerfrequenz der Pho-
tonen durch die Verstimmung des Ramanprozesses definiert. Zum anderen ist der adiabatische
Transfer ein unitérer Prozess, der es erlaubt, Uber die Geschwindigkeit des Transfers die Form
des Photonenwellenpakets zu verandern. Infolgedessen sollte es mdglich sein, mit verschie-
denen Emittern wechselseitig koharente ununterscheidbare Photonen zu erzeugen, wie sie fir
einen rein optischen Quantencomputer nach KLM benétigt wersled{e Ununterscheidbar-
keit der Photonen kdnnte Uber eine Hong-Ou-Mandel-Interferenz nachgewiesen wijden [
DarlUber hinaus bietet ein solcher Aufbau die Mdéglichkeit, eine Schnittstelle zwischen statio-
naren und fliegenden Qubits eines Quantennetzw8tkaifzubauen.

Kontinuierliche Photonenerzeugung: Wird ein Atom im Resonator durch Pump- und Rick-
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 zufalligen Zeitpunkten. Im Anschluss kénnen die Atome sofort vom
Ruckpumplaser in den Ausgangszustand zurtckbeférdert werden und so wahrend ihres Durch-
flugs durch den Resonator mehrere Photonen emittieren. Fir eine geringe mittlere Atomzahl im
ResonatoV < 1 beobachtet man nicht-klassisches Licht mit Antibunching, fiir hohe Atomzahl

N > 1 hingegen klassisches Bunching, wie bei einem Laser unterhalb der Schwelle.

Insgesamt lasst sich diese Beobachtung gut durch ein Modell unabhangig strahlender Emit-
ter erklaren. Einzelne Emitter missen nach einer Photonenemission zuerst in den Ausgangszu-
stand zurtickbefordert 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 fuhrt diese Interferenz zu erhéhten In-
tensitatsfluktuationen 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 kbnnen die Atome im Resonator durch Absorption und stimulierte Emission
Uber 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 Intensitat des
Pumplasers lasst sich die Ramankopplung zwischen Atom und Resonator einstellen. Auch bei
starker Intensitat bleibt die Rate, mit der die beiden Grundzustande gekoppelt sind immer klei-
ner als die Verlustrate des Resonators. Daher verlassen Photonen, die in den Resonator emittiert
wurden, diesen mit grol3er Wahrscheinlichkeit, bevor sie von einem anderen Atom absorbiert
werden oder dieses zu stimulierter Emission anregen. Aul3erdem ist die Rlickpumprate so ge-
ring, dass das System nur schwach invertiert werden kann. Daher wird das im Resonator umlau-
fende Licht durch die Atome kaum verstérkt. Trotzdem sind erste Anzeichen kollektiver Effekte
bei einer grofRen Zahl von Atomen, in Verbindung mit einer starken Riickpumprate zu sehen: ein
Anstieg der mittleren Photonenzahl pro Atom @86%, sowie einer Zunahme der Koharenz mit
steigender Atomzahl. Da als Funktion der Atomzahl im experimentell zuganglichen Bereich
jedoch kein Maximum des Fanofaktors beobachtet wird, befindet sich das System immer unter-
halb der Laserschwelle. Vermutlich ist die Ruckpumprate und damit die Besetzungsinversion
zu klein, um diese zu erreichen.

Das System ist sehr gut geeignet, um unabhéngige Emitter zu untersuchen und scheint weit
vom Regime eines Ein-Atom-Ramanlasers entfernt. Fir diesen misste sowohl ein sehr viel
effizienterer Rickpumpmechanismus verwendet, als auch die Kopplung zwischen Atom und
Resonator deutlich erhéht werden.



Anhang A

Mittlere Kopplungsstarke an den
optischen Resonator

Die Ubergangswahrscheinlichkeit bei spontaner Emission von Zuktandch Zustandly) ist

3,2
ol g 2

1
9 3meghc? a

(A.1)

Ist nicht nur ein Ausgangszustand, sondemerschiedene Zustande mit der gleichen Wahr-
scheinlichkeitl /g besetzt, und erfolgt der Ubergangghverschiedene Zielzustande, so muss
Uber die Ausgangszustande gemittelt und Uber die Zielzustande aufsummiert werden, um die
gemittelte Ubergangswahrscheinlichkéitzu erhalten

o 1Y q 1Y g o
We—>g = E Z Z Wei—*gj ~ EZ Z luij = :uz' (A2)

i=1 j=1 i=1 j=1

Fur Rubidium®Rb sind die Quadrate der Dipolmatrixelemente zu dem im Experiment
verwendeten ZustanP;,,, F = 3 in Abb. A.1(obere Halfte) dargestellt. In Absorption und
Emission ergeben sich daraus die in ABHL(untere Halfte) gezeigten gemittelten Dipolmatrix-
elemente. Das Verzweigungsverhaltnis der Emission aus dem Zusgtgpdl' = 3 lasst sich
daraus zut/9 in den ZustandS, ,», F = 2 zu5/9 in den Zustands$, ,, F = 3 berechnen.

Entsprechend lasst sich die Kopplungsstédrken den optischen Resonator tber die unter-
schiedlichenn z-Unterzusténde mitteln. Eine sinnvolle Mittelungsgrol3e ist die Emissionswahr-
scheinlichkeit einzelner Photonen aus dem Resoraigt. Fir schwache Kopplung, d.h. klei-

ne g, ergibt sie sich aus GI2(75
2

Pemz't ~

(A.3)

K’Yeg

Dabei andert sicly?> ~ u2, vgl. Gl. (2.9), entsprechend den Dipolmatrixelementen der unter-
schiedlichenn --Unterzustadnde und muss Uber diese gemittelt werden. In den Resonator kon-
nen 2 verschiedene Polarisationen abgestrahlt werden. Das gemittelte Dipolmatrixelement er-
gibt sich daher zu2 = 2 x 560 x 1,67-10~% C?>m? und somitg = 27 2,5MHz. Im
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“Rb n-polarisiert o' -polarisiert
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Abbildung A.1: Obere Halfte: Magnetische Unterstruktur der Hyperfeinnivegys,, ' = 2,3 und
5P3/5,F = 3 von Rb, sowie die Kopplungsstérken von 7- und o*-Ubergéangen 106, 107]. Die
Kopplungsstarker: sind so skaliert, dass alle Zahlen ganzzahlig sind. Die Dipolmatrixelemedés
jeweiligen Ubergénge ergeben sich atfs= = x 1,67-107%! C?>m?. Untere Halfte: Im Experiment
relevante gemittelte Kopplungsstarkerir Emission und Absorption fiir jeweils eine Polarisation. Bei
spontaner Emission wird, im Gegensatz zur induzierten Emission, sawaiis auchr- undo - Licht
emittiert. Die gesamte Kopplungsstarke ist somit um einen Faktor 3 grof3er.

Vergleich dazu ergibt der Ubergang mit maximalem Dipolmatrixeleniént, 3, mp = 3 —
F =2mp = 2mit % = 1680 x 1,67-107% C?m?, eine etwas hohere Kopplungsstarke von
g = 2w 3,1 MHz.

Der spontane Zerfall,, erfolgt jeweils in die 3 mdglichen Polarisationen. Die Summe
dieser Ubergange ergibt fir altle p-Unterzustande das gleiche Dipolmatrixelement uén=
1680 x 1,67-107 C*m? , d.h.~., = 4/9 v ist unabhangig vonm -Unterzustand.

Im ,strong-coupling“-Regime ist GI.A.3) keine gute N&herung fur die Emissionswahr-
scheinlichkeit. Im Experiment ist jedoch nur ein Bruchteil der Atome bei maximaler Kopplung,
also im Bauch der Stehwelle des Resonators. Fir Atome weiter au3erhglb)ist ¢ ¢ (r)
sehr viel kleiner, und somit GIA(3) gut erflllt. In erster Naherung lasst sich daher analog zu



98 Anhang A. Mittlere Kopplungsstarke an den optischen Resonator

fruheren ExperimenteriDg eine effektive AtomzahlV, ;; innerhalb des Resonators definieren

Neyr = Z |o(x;) |2, (A.4)

wodurch sich nun die gemittelte EmissionswahrscheinlichRgit;, fur effektive Atomzahlen
Neff < 1zu
_ a2 N
Pemit ~ J eI
/{Veg

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

(A.5)

die Anwesenheit eines einzelnen Atoms bei starker Kopplung durch die Detektion eines ein-

zelnen Photons, wie in Kapitdl.2.2 so konnen die tbrigen Atome bei schwacher Kopplung

in guter Naherung vernachlassigt werden. Die Emissionswahrscheinlichkeit kann daher nicht
mehr als einfaches Mittel Gber alle méglichen Zustande und Positionen der Atome betrachtet
werden. Atome ndher bei einem Bauch der Stehwelle und mit gré3eren Dipolmatrixelementen
werden verstarkt zum Messsignal beitragen — in diesem Fall verliert die oben definierte mittlere

Kopplungsstarke ihren Sinn.



Anhang B

Nicht-hermitesche spektrale Zerlegung
der Dichtematrix

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

H'|¢i) = huwil o)
(i H' = i (1], (B.1)
deren Normierung so gewéahlt werden kann, das
(thils) = 0 (B.2)
erfullt ist. Die Projektoren auf die Eigenzustande lauten
Py = | (thil, (B.3)
mit deren Hilfe sich jeder Operator, wie auch die Dichtematrix spektral zerlegen lasst
pi = Sp(pPy). (B.4)
Solange die Projektoren vollstandig sind, also
Y b=1 (B.5)

lasst sich die Dichtematrix umgekehrt auch wieder durch ihre Komponenten ausdricken
p=>_pnP: (B.6)

Fur die Darstellung einer Dichtematrix beziglich einer Orthonormalbasisgi) = 1. Ent-
sprechend gilt auch fur die Darstellung der Dichtematrix in der nicht-orthonormalen Basis

> _pi=1, (B.7)
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jedoch lassen sich djg nicht mehr als Besetzungswahrscheinlichkeiten der unterschiedlichen
Eigenzustande interpretieren, da die Koeffizienteim allgemeinen komplex sein kénnen.
Trotzdem bedeutet eine Amplituge nahe 1, wobei die restlichen Amplituden verschwindend
klein sind, dass die Dichtematrix weitgehend nur die Kompon&neathalt. Bleibt dies fir die
gesamte Zeitentwicklung erhalten, so kann man von einem adiabatischen Folgen sprechen. Da

die Dichtematrix ein hermitescher Operator ist, kann dies nur erftllt sein, wenn’%iimguter
Naherung hermitesch ist, also;) ~ |¢;).
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