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Zusammenfassung

In der vorliegenden Arbeit wird die Interferenz zweier einzelner Photonen mit individu-
ell einstellbarer Wellenlänge studiert. Die Photonen werden nacheinander mittels einer
adiabatischen Passage in einem Atom-Resonator-System generiert, durchlaufen zwei ver-
schieden lange optische Fasern und treffen zeitgleich auf einen Strahlteiler. Die Dauer
der Photonen-Wellenpakete übersteigt die Zeitauflösung der beiden Detektoren an den
Ausgängen des Strahlteilers. Somit kann die Koinzidenz von Photodetektionen erstmals
in Abhängigkeit der Zeit zwischen den Detektionsereignissen untersucht werden. Dabei
zeigt sich, dass die Photonen niemals gleichzeitig in den beiden Strahlteilerausgängen de-
tektiert werden, selbst wenn sie durch ihre Frequenz oder ihre Ankunftszeit am Strahltei-
ler unterscheidbar sind. Für Photonen definierter Frequenzdifferenz oszilliert die Koinzi-
denzwahrscheinlichkeit mit dem Zeitabstand der Photodetektionen. Die Visibilität dieser
Oszillation von nahezu 100% ist auf die Quantennatur des Lichtes zurückzuführen und
klassisch nicht erklärbar.
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Kapitel 1

Einleitung

Das Auftreten von Interferenzen zwischen zwei oder mehreren einander überlagernden
Lichtfeldern ist ein eindrucksvoller Beweis für die Wellennatur des Lichtes. Das erste
und bekannteste optische Interferenzexperiment ist das 1801 von Thomas Young durch-
geführte Doppelspaltexperiment [1]. Das hinter den zwei Spalten auf einem Schirm zu
beobachtende Interferenzmuster aus hellen und dunklen Bereichen resultiert aus der Tat-
sache, dass sich bei der Überlagerung von Wellen stets die phasenbehafteten Amplituden
und nicht die Intensitäten addieren. Dieses Superpositionsprinzip liegt auch der Quanten-
theorie zugrunde und „erklärt” die Interferenz von Lichtfeldern auch dann, wenn diese
nicht durch elektromagnetische Wellen, sondern quantisiert, d.h. in Form einzelner Pho-
tonen beschrieben werden. Dabei tritt eines der verblüffendsten Interferenzphänomene
zu Tage, wenn zwei Lichtfelder überlagert werden, die jeweils nur ein einzelnes Photon
beinhalten. Obwohl in diesem Fall prinzipiell kein Interferenzmuster zu erwarten ist, regi-
strieren zwei Detektoren in der Beobachtungsebene niemals gemeinsame Photodetektio-
nen wenn ihr gegenseitiger Abstand einem ungeradzahligen Vielfachen der halben Wel-
lenlänge des Lichtes entspricht [2, 3]. Dabei ist vorausgesetzt, dass die beiden Photo-
nen in ihren Eigenschaften wie z.B. Wellenlänge und Polarisation übereinstimmen. Diese
Zwei-Photonen-Interferenz wird besonders deutlich, wenn die beiden Photonen auf einem
Strahlteiler überlagert werden. In dieser Konfiguration registrieren die beiden Detektoren
an den Ausgängen des Strahlteilers niemals gemeinsam ein Photon, was den Schluss zu-
lässt, dass die Photonen den Strahlteiler immer paarweise verlassen.

Der erste experimentelle Nachweis dieses Interferenzeffektes gelang Hong, Ou und
Mandel im Jahr 1987 [4]. Die einzelnen Photonen wurden hierbei mittels einer parame-
trischen Fluoreszenz in einem nichtlinearen optischen Kristall generiert [5]. In diesem
Prozess entstehen simultan zwei einzelne Photonen, die in ihren Eigenschaften wie Wel-
lenlänge und Polarisation streng korreliert sind. Aufgrund dieser Verschränkung der quan-
tenmechanischen Zustände der beiden Photonen müssen diese als eine Einheit, ein Zwil-
lingsphoton, aufgefasst werden. In einer Reihe von Experimenten mit polarisationssen-
sitiven Verzögerungsstrecken vor dem Strahlteiler und vor den Detektoren konnte nach-
gewiesen werden, dass der beobachtete Interferenzeffekt selbst dann auftritt, wenn die
Photonen zu verschiedenen Zeiten am Strahlteiler auftreffen [6, 7, 8]. Diese Experimen-
te verdeutlichen, dass die Zwei-Photonen-Interferenz nicht auf einer „Wechselwirkung”
der beiden Photonen am Strahlteiler beruht, sondern auf die Ununterscheidbarkeit quan-
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2 Kapitel 1. Einleitung

tenmechanischer Alternativen zurückgeführt werden muss. Darüber hinaus wird deutlich,
dass die Interferenz eines Zwillingsphotons aufgrund der Polarisationsverschränkung zu-
sätzliche Eigenschaften aufweist, die man bei der Interferenz von zwei unabhängigen
Photonen nicht erwartet, da in diesem Fall die quantenmechanischen Alternativen nur
dann ununterscheidbar sind, wenn die beiden Photonen gleichzeitig auf den Strahlteiler
treffen.

Das Auftreten einer Zwei-Photonen-Interferenz spielt für eine ganze Reihe von Expe-
rimenten zu Grundlagenfragen der Quantentheorie eine wichtige Rolle. Hierzu gehört u.a.
der Nachweis der Verletzung der Bell’schen-Ungleichung [9, 10], die Teleportation des
Polarisationszustandes eines Photons [11], die konditionierte Verschränkung von zwei
Photonen aus zwei verschiedenen Quellen von Zwillingsphotonen [12] sowie die expe-
rimentelle Realisierung von GHZ-Zuständen [13, 14]. Insbesondere der Vorschlag von
Knill, Laflamme und Milburn [15] Quantengatter rein optisch mit Einzelphotonenquellen,
Strahlteilern und effizienten Mehrphotonendetektoren zu realisieren, baut auf der Zwei-
Photonen-Interferenz auf. In dieser optischen Variante eines Quantengatters durchlaufen
mehrere Einzelphotonen gleichzeitig eine Reihe von Strahlteilern, die die Pfade der Pho-
tonen miteinander koppeln. Im Zusammenspiel mit einer geeigneten Messung an einem
Teil der Ausgangspfade lässt sich die auftretende Zwei-Photonen-Interferenz zur Realisie-
rung eines CNOT-Gatters einsetzen. Für die praktische Umsetzung dieses Schemas wer-
den mehrere Einzelphotonenquellen benötigt, die zu vorgegeben Zeitpunkten kontrolliert
identische Photonen emittieren. Der erste Schritt zur Realisierung solcher Quantengatter
bestand daher im experimentellen Nachweis, dass eine Zwei-Photonen-Interferenz auch
zwischen unabhängig voneinander erzeugten Photonen auftritt. In einem früheren Expe-
riment konnte bereits die Interferenz einzelner Photonen aus einer parametrischen Fluo-
reszenz mit einem sehr schwachen kohärenten Laserpuls nachgewiesen werden [16]. Mit
einer Einzelphotonenquelle, die auf einer gepulsten Anregung eines einzelnen Halbleiter-
Quantenpunkts basiert [17, 18], gelang erstmals die Demonstration einer Zwei-Photonen-
Interferenz von zwei unabhängigen Einzelphotonen [19]. Hierbei stammten die beiden
nacheinander erzeugten Photonen zwar aus derselben Quelle, jedoch gab es keine kohä-
rente Beziehung zwischen den einzelnen Erzeugungsprozessen. Auch mit zwei Photonen
aus zwei verschiedenen parametrischen Fluoreszenz-Quellen wurde der Interferenzeffekt
inzwischen nachgewiesen [20].

Alle bisherigen Experimente zur Zwei-Photonen-Interferenz wurden mit Photonen
durchgeführt, deren Dauer sehr viel kürzer war, als die Zeitauflösung der Photodetekto-
ren. Daher konnte lediglich das Auftreten oder Ausbleiben einer Koinzidenz von Photo-
detektionen in den beiden Strahlteilerausgängen gemessen werden. Erst die Realisierung
einer Einzelphotonenquelle, die auf einer adiabatischen Passage in einem stark gekoppel-
ten Atom-Resonator-System beruht, hat es ermöglicht, Einzelphotonenpulse von einigen
Mikrosekunden Dauer zu generieren [21, 22, 23]. Diese Dauer überschreitet die Zeitauflö-
sung gängiger Photodetektoren um mehrere Größenordnungen und erlaubt somit erstmals
eine Untersuchung der Zwei-Photonen-Interferenz in Abhängigkeit des Zeitabstandes der
Photodetektionsereignisse. Die theoretische Analyse [24] und der experimentelle Nach-
weis [25] einer solchen zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz ist Gegenstand der
vorliegenden Arbeit.

Im ersten Kapitel wird die Theorie der zeitaufgelösten Interferenz zweier unabhän-
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giger Einzelphotonen diskutiert. Die auf einen Strahlteiler treffenden Photonen werden
dabei als Anregungsquanten sich im Raum ausbreitender Wellenpakete beschrieben, de-
ren Eigenschaften wie Frequenz oder Polarisation voneinander unabhängig sind. Falls die
Dauer der Photonen-Wellenpakete die Detektorzeitauflösung übersteigt, lassen sich die
Photodetektionen innerhalb der Photonendauer zeitlich lokalisieren. Damit ist es mög-
lich, die Koinzidenzwahrscheinlichkeit von Photodetektionen in den beiden Strahlteiler-
ausgängen als Funktion der Zeit zwischen den Detektionsereignissen zu analysieren. Dis-
kutiert wird zum einen die Interferenz zweier Photonen definierter Frequenzdifferenz und
zum anderen die Interferenz eines Ensembles von Photonenpaaren, deren Frequenz und
Erzeugungszeitpunkte streuen.

Der experimentelle Aufbau zur Untersuchung der zeitaufgelösten Zwei-Photonen-
Interferenz wird im zweiten Kapitel beschrieben. Unsere Einzelphotonenquelle erlaubt
die Erzeugung mehrerer aufeinander folgender Einzelphotonenpulse mit kontrolliertem
zeitlichen Abstand. Sie basiert auf der bereits erwähnten adiabatischen Passage in einem
Atom-Resonator-System und wurde in Hinblick auf die Erzeugung reproduzierbarer Pho-
tonenpulse optimiert. Zwei nacheinander generierte Photonen gelangen über verschieden
lange optische Fasern zeitgleich auf einen 50/50-Strahlteiler. An den Strahlteilerausgän-
gen werden sie von zwei Einzelphotonendetektoren nachgewiesen. In dem Experiment
wird die Anzahl der Koinzidenzen über viele Photonenpaare akkumuliert und als Funk-
tion der Zeit zwischen den Detektionsereignissen ausgewertet.

Im dritten Kapitel werden die experimentellen Ergebnisse zur zeitaufgelösten Zwei-
Photonen-Interferenz diskutiert. In verschiedenen Koinzidenzmessungen wird die Pola-
risation der Photonen einmal senkrecht und einmal parallel zueinander gewählt. Senk-
recht zueinander polarisierte Photonen interferieren nicht, so dass der zeitliche Verlauf
der Koinzidenzwahrscheinlichkeit lediglich die Form der Photonen-Wellenpakete wider-
spiegelt. Im Fall gleichpolarisierter Photonen ist der erwartete Interferenz-Effekt zu beob-
achten. Das Ergebnis dieser Messung erlaubt Rückschlüsse über auftretende Streuungen
der Frequenzen und Emissionszeitpunkte der emittierten Photonen. In einem weiteren
Experiment wird die Interferenz von Photonen definierter Frequenzdifferenz untersucht.
In bester Übereinstimmung zu den theoretischen Vorhersagen oszilliert die Koinzidenz-
wahrscheinlichkeit als Funktion des Zeitabstandes zwischen den Photodetektionen. Diese
Oszillation erreicht eine Visibilität von nahezu 100%, die sich in einem vergleichbaren
Experiment mit klassischen Laserpulsen nicht erreichen lässt.



Kapitel 2

Theoretische Grundlagen

Die Zwei-Photonen-Interferenz wurde in der Vergangenheit für eine Reihe verschiede-
ner Systeme und Konfigurationen analysiert. Hierzu gehört u.a. die Untersuchung von
Intensitätskorrelationen in räumlich überlagerten Lichtfeldern ähnlich dem Youngschen
Doppelspaltexperiment [2] wie auch die Betrachtung der Interferenz zweier Lichtfelder
auf einem Strahlteiler [26]. Als Quellen einzelner Photonen wurden in diesem Zusam-
menhang korrelierte Photonenpaare aus einer parametrischen Fluoreszenz und Photonen
aus einem Kaskadenübergang eines Atoms angenommen [27]. Diese Analysen gehen von
Photonen sehr kurzer Dauer aus und untersuchen die Zwei-Photonen-Interferenz ohne auf
eine mögliche Zeitauflösung in der Betrachtung der gemeinsamen Detektionswahrschein-
lichkeit einzugehen. Eine solche Zeitauflösung wurde zum ersten Mal für die Interferenz
eines frequenzverschränktes Zwillingsphotons diskutiert [28]. Hierbei wurde der Einfluss
eines dispersiven Mediums auf die Zwei-Photonen-Interferenz untersucht, wenn sich das
Medium nur in einem der beiden Wege dieses Zwillingsphotons befindet. Die diskutierten
Effekte hängen in diesem Fall jedoch entscheidend von den nichtlokalen Eigenschaften
des betrachteten Photonenpaares ab.

Angeregt durch die Bedeutung der Zwei-Photonen-Interferenz für die Umsetzung op-
tischer Quantengatter [15, 29, 30] wurden in neuerer Zeit wieder Untersuchungen zur In-
terferenz unabhängig voneinander emittierter Photonen [31, 32] veröffentlicht. Im Vorder-
grund dieser Arbeiten stehen die Eigenschaften der Einzelphotonenquellen und die Aus-
wirkungen dieser Eigenschaften auf die Beobachtbarkeit der Zwei-Photonen-Interferenz.
Mögliche Effekte, die sich aus einer Zeitauflösung aufgrund der Dauer der Photonen er-
geben, werden in diesem Zusammenhang nicht diskutiert.

Im Rahmen dieser Doktorarbeit wurde erstmals die zeitaufgelöste Zwei-Photonen-
Interferenz zweier unabhängig voneinander erzeugter Einzelphotonenpulse analysiert [24].
In diesem Kapitel werden die Grundlagen und Ergebnisse dieser Betrachtungen ausführ-
lich dargestellt. Dabei wird die Zwei-Photonen-Interferenz ausschließlich aus der Per-
spektive des quantisierten Lichtfeldes diskutiert. In Abschnitt 2.1 wird zunächst das Kon-
zept des Photons erläutert und auf den Fall eines Photons als Anregungsquant eines sich
im Raum ausbreitenden Wellenpaketes erweitert. Die Photodetektion solcher Photonen-
pulse wird in Abschnitt 2.2 insbesondere im Hinblick auf die Zeitauflösung des Detektors
erläutert. Abschnitt 2.3 thematisiert die Physik des Strahlteilers. Ausgehend von einer
klassischen Beschreibung wird die Wirkung des Strahlteilers auf quantisierte Felder be-
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2.1. Feldquantisierung: Das Photon 5

trachtet. Der quantenmechanischen Zustandsentwicklung der Eingangslichtfelder kommt
hierbei eine besondere Bedeutung zu und führt schließlich zu der in Abschnitt 2.4 disku-
tierten zeitaufgelösten Interferenz zweier Einzelphotonenpulse. Ein Vergleich mit Inten-
sitätskorrelationen klassischer Lichtpulse beschließt dieses Kapitel.

2.1 Feldquantisierung: Das Photon
Die Quantisierung des elektromagnetischen Feldes muss in vielen Fällen nicht für den
gesamten Raum durchgeführt werden. Im Folgenden werden zwei Systeme diskutiert, bei
denen die Quantisierung lediglich entlang der Ausbreitungsrichtung des Lichtes durch-
geführt wird: der Fabry-Perot-Resonator und der frei in eine Richtung propagierende
Gauß’sche Strahl. Bei beiden Systemen lässt sich der transversale Anteil des Feldes durch
normierte klassische Modenfunktionen beschreiben. Die longitudinalen Moden hingegen
definieren sich im ersten Fall durch die Randbedingungen des Resonators und sind im
zweiten Fall frei wählbar.

2.1.1 Moden eines optischen Resonators
Das Prinzip eines Fabry-Perot-Resonators ist in Abbildung 2.1 (a) dargestellt. Ein solcher
Resonator besteht aus zwei Hohlspiegeln mit dem Krümmungsradius R, welche sich im
Abstand L gegenüberstehen. Im Innern dieses Resonators bilden sich stabile Feldvertei-
lungen Ψm(x, y, z) aus, die als Moden des Resonators bezeichnet werden. In paraxialer
Näherung kann der transversale Anteil der Feldverteilung1 χn,l(x, y, z) durch Hermite-
Gauß’sche oder Laguerre-Gauß’sche Funktionen modelliert werden [33]. Die Abhängig-
keit von z spiegelt dabei lediglich die Variation des Modendurchmessers w(z) in longi-
tudinaler Richtung wieder. Bzgl. der transversalen Feldverteilung beschränken sich die
nachfolgenden Betrachtungen auf die TEM00-Mode (siehe Abbildung 2.1 (b)).

χ00(x, y, z) ∝ e−(x2+y2)/w(z)2 (2.1)

Die longitudinale Feldverteilung der Moden Ψm(x, y, z) ergibt sich durch die von den
beiden Spiegeln festgelegten Randbedingungen. Es bilden sich hier stehende Wellen mit
der Wellenzahl km = m π/L, m ∈ N aus. Die Gesamtheit der Moden eines Fabry-Perot-
Resonators ist damit abzählbar.

In der Durchführung der Feldquantisierung findet man für jede Mode Ψm den Hamil-
tonoperator Ĥm,s eines harmonischen Oszillators mit der Eigenfrequenz ωm,s = c · km,s.
Der zusätzliche Index s ∈ {1, 2} zählt hierbei zwei beliebige, aber zueinander orthogo-
nale Polarisationen des Lichtfeldes durch.

Ĥm,s = }ωm,s [â†m,sâm,s + 1/2] (2.2)

Die Leiteroperatoren â†m,s und âm,s definieren einen vollständigen Satz von Eigenzustän-
den |nm,s〉 des Hamiltonoperators mit den Energie-Eigenwerten En = }ωm,s(n+ 1

2
) (siehe

1Unter der transversalen Feldverteilung wird hier die Feldverteilung in der Ebene senkrecht zur Reso-
natorachse verstanden. Die longitudinale Feldverteilung verläuft entlang der Resonatorachse.
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Abbildung 2.1: (a) Prinzipskizze eines Fabry-Perot-Resonators aus zwei Hohlspiegeln mit dem
Krümmungsradius R und dem Spiegelabstand L. (b) Eine der möglichen transversalen Feldvertei-
lungen eines solchen Resonators ist die TEM00-Mode. Die longitudinale Feldverteilung ist durch
stehende Wellen gegeben. (c) In der Feldquantisierung ergibt sich für jede dieser Longitudinal-
moden das diskrete Energiespektrum En eines harmonischen Oszillators.

Abbildung 2.1 (c)). Unter dem Photon wird in diesem Zusammenhang das Anregungs-
quant der Mode Ψm verstanden. Es trägt die Energie }ωm,s. Im Grundzustand |0〉 enthält
die Mode kein Photon, im Eigenzustand |nm,s〉 sind nm,s Photonen in der Mode enthal-
ten. Die Leiteroperatoren â†m,s und âm,s stehen für die Erzeugung bzw. Vernichtung von
Photonen der entsprechenden Moden. Sie genügen bosonischen Kommutatorregeln [34].[

âm,s, âm′,s′
]

=
[
â†m,s, â

†
m′,s′

]
= 0 und

[
âm,s, â

†
m′,s′

]
= δm,m′δs,s′ (2.3)

Der Eigenzustand |nm,s〉 ergibt sich durch n-malige Anwendung des Erzeugers â†m,s auf
den Vakuumzustand |0〉 :

|nm,s〉 =
1√
n!

(â†m,s)
n |0〉 (2.4)

Die Zeitentwicklung der Leiteroperatoren lässt sich aus der Heisenberggleichung gewin-
nen [34]. Es ist:

i~
dâm,s

dt
= [âm,s, Ĥ] = ~ωm,s âm,s ⇒ âm,s,t = e−iωm,st âm,s (2.5)

i~
dâ†m,s

dt
= [â†m,s, Ĥ] = −~ωm,s â†m,s ⇒ â†m,s,t = eiωm,st â†m,s (2.6)

Hierbei ist Ĥ =
∑

m,s Ĥm,s der Hamiltonoperator des Gesamtsystems, welches alle Mo-
den Ψm des Resonators umfasst. Die Eigenzustände des Resonators lassen sich damit
durch das direkte Produkt der einzelnen Eigenzustände ausdrücken.

|{n}〉 =
∏
m,s

|nm,s〉 (2.7)
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Diese Zustände |{n}〉 sind Eigenzustände des Anzahl-Operators N̂ =
∑

m,s â†m,sâm,s.
Insbesondere ist auch jeder Zustand |{0}, nm,s〉, in dem nur die Mode Ψm angeregt ist,
Eigenzustand von N̂ . Es gilt:

N̂ |{0}, nm,s〉 = nm,s|{0}, nm,s〉 bzw. N̂ |{n}〉 =
∑
m,s

nm,s|{n}〉 (2.8)

Die diskrete Struktur der im Resonator möglichen Moden des elektromagnetischen Feldes
führt damit zu einer abzählbaren Menge von Eigenzuständen |{n}〉.

2.1.2 Moden des Gauß’schen Strahls

Im leeren Raum entfallen die Randbedingungen. Eine Beschränkung auf Gauß’sche Strah-
len legt die transversale Feldverteilung jedoch auf Hermite-Gauß’sche Moden fest. Longi-
tudinal sind die Moden des Feldes nach wie vor beliebig wählbar. Hierbei bieten sich als
natürliche Basis zunächst Wellen fester Frequenz ω an. Die Gesamtheit solcher Moden
deckt ein kontinuierliches Spektrum ab. Die Feldquantisierung führt völlig analog zum
Fall des Resonators zu Leiteroperatoren â†s(ω) und âs(ω), die nach wie vor bosonischen
Kommutatorregeln gehorchen.

[
âs(ω), âs′(ω

′)
]

=
[
â†s(ω), â†s′(ω

′)
]

= 0 (2.9)[
âs(ω), â†s′(ω

′)
]

= δss′ δ(ω − ω′)

Die Zeitentwicklung dieser Operatoren ist analog zu den Gleichungen 2.5 und 2.6 gege-
ben:

âs,t(ω) = e−iωt âs(ω) bzw. â†s,t(ω) = eiωt â†s(ω) (2.10)

Diese Leiteroperatoren definieren wieder einen vollständigen Satz von Zustandsvektoren
|n(ω)〉 für jede einzelne Mode. Aufgrund des kontinuierlichen Spektrums der Gesamtheit
aller Moden sind diese jedoch nicht mehr abzählbar. Damit lassen sich insbesondere keine
Produktzustände entsprechend Gleichung 2.7 formulieren.

Die Leiteroperatoren â†s(ω) und âs(ω) erzeugen bzw. vernichten Photonen als Anre-
gungsquanten von in z-Richtung unendlich ausgedehnten monochromatischen Wellen der
Frequenz ω/2π. Diese Wahl der Moden ist jedoch keineswegs zwingend. Im Folgenden
wird ein Wechsel zu einem System abzählbarer räumlich lokalisierter Moden durchge-
führt [35]. Photonen treten dann als Anregungsquanten von Wellenpaketen in Erschei-
nung.

Ausgangspunkt dieses Modenwechsels ist ein abzählbarer vollständiger Satz ortho-
normaler Funktionen {Φi(ω)}2. Diese Funktionen definieren Moden entsprechender Fre-
quenzverteilung, denen sich mittels âs(ω) bzw. â†s(ω) eigene Leiteroperatoren ĉs(Φi) zu-
ordnen lassen.

2 Die Orthonormalität der Funktionen Φi(ω) wird durch
∫

dω Φi(ω)Φ∗
j (ω) = δij sichergestellt. Die

Vollständigkeitsbedingung ist durch
∑

i Φ∗
i (ω) Φi(ω′) = δ(ω − ω′) gegeben.
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ĉs(Φi) :=

∫
dω Φ∗

i (ω) âs(ω) bzw. âs(ω) =
∑

i

Φi(ω) ĉs(Φi) (2.11)

Diese Leiteroperatoren ĉ†s(Φi) und ĉs(Φi) erfüllen bosonische Kommutatorregeln analog
zu Ausdruck 2.3. Sie definieren ebenfalls einen vollständigen Satz von Zustandsvektoren
|n(Φi)s〉 = (n!)−1/2 (ĉ†(Φi))

n |0〉. Der Gesamtraum aller Zustandsvektoren |{n}〉 ist nun
analog zu Gleichung 2.7 abzählbar.

|{n}〉 =
∏
i,s

|n(Φi)s〉 (2.12)

Diese Definition von Leiteroperatoren lässt sich aufgrund der Vollständigkeit des Funktio-
nensatzes {Φi(ω)} auf beliebige normierbare Funktionen ξ(ω) =

∑
i ciΦi(ω) erweitern.

Die Leiteroperatoren zu diesen Moden schreiben sich dann als:

ĉs(ξ) =
∑

i

c∗i ĉs(Φi) bzw. ĉ†s(ξ) =
∑

i

ci ĉ†s(Φi) (2.13)

Mittels der Fouriertransformation ist ein Wechsel von den frequenzabhängigen Funktio-
nen {Φi(ω)} zu zeitabhängigen Funktionen {Φi(t − z/c)} möglich. Diese Funktionen
werden im Folgenden als Raum-Zeit-Moden bezeichnet.

Φi(t− z/c) =
1√
2π

∫
dω Φi(ω) e−iω(t−z/c) (2.14)

Die Definition von Leiteroperatoren, die in Analogie zu Gleichung 2.11 Photonen in
Raum-Zeit-Moden erzeugen bzw. vernichten, ist nicht ohne Einschränkung möglich. Viel-
mehr muss man sich hier auf Moden beschränken, deren Bandbreite δω sehr viel kleiner
ist als die zugrunde liegende Frequenz ω0 des Lichtes [35]. Im Bereich optischer Frequen-
zen ist diese im Folgenden als Bandbreitenbedingung bezeichnete Voraussetzung in der
Regel erfüllt. Wie in Abschnitt 2.2.1 gezeigt wird, ermöglicht diese Bedingung die Defini-
tion einer Fouriertransformierten âs(t− z/c) = 1/

√
2π

∫
dω âs(ω) e−iω(t−z/c) der Leiter-

operatoren âs(ω). Erst hierdurch wird es möglich, auch Leiteroperatoren von Raum-Zeit-
Moden zu definieren. Ganz analog zu Gleichung 2.11 lassen sich diese Leiteroperatoren
dann schreiben als3:

ĉs(Φi) =

∫
dq Φ∗

i (q) âs(q) bzw. âs(q) =
∑

i

Φi(q) ĉs(Φi) (2.15)

Ein Photon, welches der Raum-Zeit-Mode ξ(q) und der Polarisation s zuzuordnen ist,
ergibt sich dann durch den Erzeuger ĉ†s(ξ):

|1(ξ)〉s = ĉ†s(ξ)|0〉 (2.16)

Man beachte, dass die hierfür vorausgesetzte Bandbreitenbedingung eine Grenze für die
Lokalisierung eines Photons durch eine Raum-Zeit-Mode ξ(q) darstellt. Photonen als An-
regungsquanten von sich im Raum ausbreitenden Wellenpaketen sind nur dann eine kor-
rekte Beschreibung des Feldes, wenn die Dauer δt der Raum-Zeit-Moden sehr viel größer

3Hierbei wird der Ausdruck t− z/c im Folgenden durch die Größe q abgekürzt.



2.2. Photodetektionstheorie 9

â (q) = 1p
2¼

R
dω â (ω) e- iωq

â (ω)y

Erzeuger monochromatischer
Photonen

Bandbreiten-
bedingung
δω << ω

Definition fouriertransformierter
Erzeuger

(q) = 1p
2¼

R
dω (ω) e- iωqΦ Φ

(ω)Φ

Frequenzverteilung

Fouriertrans-
formation

Funktionen im Zeitraum

ĉ ( ) = 1p
2¼

R
dω â (ω)(ω)ΦΦy y

ĉ ( ) = 1p
2¼

R
dq â (q)(q)ΦΦy y

Erzeuger von Photonen in Raum-Zeit-Moden

Erzeuger von Photonen 
entsprechender Frequenzverteilungen

0

  y   y

Abbildung 2.2: Beziehungen zwischen den Leiteroperatoren â†(ω) monochromatischer Wellen
und Raum-Zeit-Moden ĉ†(Φ).

ist als 1/ω0. Abbildung 2.2 fasst die Beziehungen zwischen den Leiteroperatoren mono-
chromatischer Wellen und Raum-Zeit-Moden noch einmal zusammen.

2.2 Photodetektionstheorie

Die Beschreibung der Detektion einzelner Photonen unterscheidet sich in einigen we-
sentlichen Aspekten von der Beschreibung der Intensitätsmessung klassischer Felder.
In der letzteren wird das Betragsquadrat |E(r, t)|2 der reellen Feldamplitude E(r, t) =
E+(r, t) + E−(r, t) ausgewertet. Die Messung eines Photonenflusses basiert jedoch nicht
auf dem Quadrat des Feldoperators Ê(r, t) = Ê+(r, t) + Ê−(r, t), sondern auf dem Er-
wartungswert des normal geordneten Produkts Ê−(r, t)Ê+(r, t) seines negativen bzw.
positiven Frequenzanteils [36, 37]. Die folgenden beiden Abschnitte werden die Wahr-
scheinlichkeit einer Photodetektion in einem Detektor bzw. die Wahrscheinlichkeit einer
gemeinsamen Photodetektion in zwei Detektoren betrachten. Dabei wird insbesondere
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das Verhältnis der Dauer der Photonenpulse zur Detektorzeitauflösung diskutiert. Die da-
bei betrachteten Lichtfelder sollen durch Gauß’sche Strahlen beschrieben werden. Hierbei
wird angenommen, dass der transversale Modenanteil dieser Lichtfelder vollständig auf
die empfindliche Fläche der betrachteten Detektoren abgebildet wird. Die transversale
Feldverteilung muss in der folgenden Diskussion der Photodetektion also nicht weiter
berücksichtigt werden.

2.2.1 Korrelationsfunktion erster Ordnung
Zu Beginn wird ein einzelner in z-Richtung weisender Gauß’scher Strahl betrachtet, der
auf einen am Ort z0 platzierten Photodetektor trifft. Das betrachtete Lichtfeld soll genau
ein Photon beinhalten. Der Zustand des Lichtfeldes bzgl. der besetzten Raum-Zeit-Moden
sei durch einen Dichteoperator %̂ gegeben. Eine Darstellung dieses Dichteoperators wird
in Abschnitt 2.4.8 näher erläutert. Entsprechend der Standardtheorie der Photodetektion
ist die Wahrscheinlichkeit eines Detektionsereignisses in einem durch t0 − ∆t/2 und
t0 + ∆t/2 begrenzten Zeitfensters gegeben durch [37]:

P (1)(z0, t0, ∆t) = η

t0+∆t/2∫
t0−∆t/2

dt G(1)(z0, t) (2.17)

Hierbei berücksichtigt η die Quanteneffizienz des Detektors. Der Ausdruck G(1)(z0, t) ist
durch die Korrelationsfunktion erster Ordnung G(1)(z0, t1, t2) für t1 = t2 =: t definiert.
Diese berechnet sich als quantenmechanischer Erwartungswert des normal geordneten
Produkts der elektrischen Feldoperatoren.

G(1)(z0, t1, t2) := tr(%̂ Ê−(z0, t1) Ê+(z0, t2)) (2.18)

Die Feldoperatoren Ê+(z, t) und Ê−(z, t) sind direkt mit der Vernichtung bzw. Erzeu-
gung von Photonen assoziiert [35, 36, 38]. Aus der Feldquantisierung erhält man bei-
spielsweise für den Feldoperator Ê+(z, t) den Ausdruck:

Ê+(z, t) = i
∑

s

∫ ∞

0

dω

(
}ω

4πε0cA

)1/2

âs(ω) εs e−iω(t−z/c) (2.19)

Hierbei ist A der Quantisierungsquerschnitt. Summiert wird über zwei beliebige aber zu-
einander orthogonale Polarisationen, die durch einen komplexen Polarisationsvektor εs

ausgedrückt werden.
Die explizite Abhängigkeit der Feldoperatoren von der Frequenz des Lichtes erschwert

die konkrete Berechnung der Detektionswahrscheinlichkeit. Unter der Annahme, dass die
Bandbreite δω der betrachteten Raum-Zeit-Moden sehr viel kleiner ist als die Frequenz
ω0 des Lichtes, lassen sich die Gleichungen jedoch wesentlich vereinfachen [35, 39]. Aus
dem Integralausdruck 2.19 des Feldoperators Ê+(z, t) lässt sich

√
ω0 zunächst als kon-

stante Größe herausziehen. Darüber hinaus kann die Integration, die sich streng genom-
men nur über den Bereich [0,∞) erstreckt, ohne wesentliche Fehler auf den negativen
Bereich ausgedehnt werden. Damit erhält man für den Feldoperator die Form:
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Ê+(z, t) = i

(
}ω0

4πε0cA

)1/2 ∑
s

εs

∫
dω âs(ω) e−iω(t−z/c) (2.20)

Der verbleibende Integralausdruck lässt sich als Definition eines neuen Leiteroperators
âs(t) verstehen [35, 39, 27]. Anschaulich stehen diese Leiteroperatoren für die Erzeugung
bzw. Vernichtung von Photonen zu festen Zeitpunkten t− z/c.

âs(t− z/c) =
1√
2π

∫
dω âs(ω) e−iω(t−z/c) (2.21)

Die Korrelationsfunktion G(1)(z0, t1, t2) lässt sich daher mittels dieser Leiteroperatoren
ausdrücken.

G(1)(z0, t1, t2) =
∑

s

tr(%̂ â†s(t1 − z0/c) âs(t2 − z0/c)) (2.22)

Für die nachfolgenden Betrachtungen einer zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz ist
die Dauer des betrachteten Detektionszeitfensters ∆t eine wichtige Größe. Diese kann in
der Praxis nicht beliebig klein gewählt werden, sondern ist durch die Zeitauflösung der
Elektronik begrenzt, die zur Erzeugung bzw. Auswertung der Pulse der Photodetekto-
ren eingesetzt wird4. Das kleinste sinnvolle Zeitfenster wird im Folgenden als Detektor-
zeitauflösung ∆t bezeichnet.

Betrachtet man Photonen so schmaler Bandbreite, dass deren Dauer δt sehr viel größer
ist als die Detektorzeitauflösung, so kann die zeitliche Änderung von G(1)(z0, t) innerhalb
der Integrationsgrenzen von Gleichung 2.17 vernachlässigt werden und die Detektions-
wahrscheinlichkeit des Photons ist direkt proportional zu G(1)(z0, t0):

P (1)(z0, t0) = η ∆t G(1)(z0, t0) (2.23)

Der Photodetektionsprozess kann dann zeitlich innerhalb der Dauer des Photonenpulses
mit der Auflösung ∆t << δt lokalisiert werden.

Um dies zu verdeutlichen wird die Detektionswahrscheinlichkeit eines Photons der
Raum-Zeit-Mode ξ(q) =

∑
i ciΦi(q) berechnet. Der Zustand des Lichtfeldes ist gegeben

durch |1(ξ)〉 = ĉ†(ξ)|0〉. Die Darstellung beschränkt sich hierbei auf eine einzige Polari-
sation, so dass der Index s entfallen kann. Die Korrelationsfunktion G(1)(z0, t0) berechnet
sich dann mittels:

G(1) (z0, t0) = tr(|1(ξ)〉〈1(ξ)|â†(q0)â(q0)) = 〈0|ĉ(ξ) â†(q0)â(q0) ĉ†(ξ)|0〉

Die Leiteroperatoren â(q0) lassen sich entsprechend Gleichung 2.15 durch die Leiterope-
ratoren der Raum-Zeit-Moden {Φi(q0)} ausdrücken. Weiterhin ist ĉ†(ξ) durch Gleichung
2.13 definiert. Die Wirkung des Operators â(q0) auf den Zustand |1(ξ)〉 = ĉ†(ξ)|0〉 be-
rechnet sich damit zu:

4Eine prinzipielle physikalische Untergrenze für diese Dauer stellt die Detektionsbandbreite des Detek-
tors dar. Diese Problematik wird eingehender in [37] erläutert.
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â(q0) ĉ†(ξ) |0〉 =
∑

j

Φj(q0)ĉ(Φj)
∑

i

ci ĉ†(Φi) |0〉

=
∑
j,i

Φj(q0)ci δi,j |0〉

= ξ(q0) |0〉

Die Detektionswahrscheinlichkeit des Photons pro Zeitintervall ∆t ist demnach durch das
Betragsquadrat der Funktion ξ an der Stelle q0 gegeben.

P (1) (q0)/∆t = η ξ∗(q0)ξ(q0) = η |ξ(q0)|2 (2.24)

Wird andererseits ein Photon betrachtet, deren Raum-Zeit-Mode sehr kurz im Vergleich
zur Detektorzeitauflösung ist, so kann nur noch darüber entschieden werden, ob das Pho-
ton innerhalb der Dauer ∆t detektiert wurde oder nicht. Dieser Fall wird im nachfolgen-
den Abschnitt für die gemeinsame Photodetektion in zwei Detektoren näher diskutiert.

2.2.2 Korrelationsfunktion zweiter Ordnung
Zur Erfassung der Zwei-Photonen-Interferenz reicht das Signal eines einzelnen Detektors
nicht aus. Der Interferenzeffekt äußert sich nur in der Korrelation der Signale von zwei
Detektoren. Die Detektionswahrscheinlichkeit eines Photons in einem Detektor muss da-
her um den Begriff der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit von zwei Photonen
in zwei Detektoren ergänzt werden. Aus diesem Grund werden die vorangegangenen Be-
trachtungen auf das Lichtfeld zweier Gauß’scher Strahlen erweitert. Dabei wird ange-
nommen, dass genau ein Gauß’scher Strahl auf je einen Detektor abgebildet wird. Das
Lichtfeld soll insgesamt genau zwei Photonen enthalten. Sein Zustand bzgl. der Raum-
Zeit-Moden beider Gauß’schen Strahlen wird durch einen Dichteoperator %̂12 erfasst. Die
Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion in beiden Detektoren während der
Zeitfenster [t01−∆t/2, t01+∆t/2] bzw. [t02−∆t/2, t02+∆t/2] ist dann analog Gleichung
2.17 gegeben.

P
(2)
12 (z01, t01, z02, t02, ∆t) = η1η2

t01+∆t/2∫
t01−∆t/2

dt1

t02+∆t/2∫
t02−∆t/2

dt2 G
(2)
12 (q1, q2) (2.25)

Die Quanteneffizienz der beiden Detektoren wird durch η1 und η2 beschrieben. Die Größe
G

(2)
12 (q1, q2) wird als Korrelationsfunktion zweiter Ordnung bezeichnet [37]. Unter Gül-

tigkeit der Bandbreitenbedingung lässt sich diese wieder mittels der Leiteroperatoren aus
Gleichung 2.21 ausdrücken.

G
(2)
12 (q1, q2) =

∑
s,s′

tr(%̂12 â†1s(q1) â†2s′(q2) â2s′(q2) â1s(q1)) (2.26)

In diesem Fall wird über zwei orthogonale Polarisationen summiert. Die auftretenden
Leiteroperatoren sind mittels der Indizes 1 und 2 bzgl. der beiden Gauß’schen Strahlen
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P(2)(q   ,q   ,    ) = ∆t01 02 (q  ,q  )1 2G(2)dt

t   + ∆t/201

∫ dt

t   + ∆t/202

∫1 212 12
η

2
η

1

δt  >> ∆t 
sehr lange Photonenpulse

P(2)(q   ,q   ,    ) = ∆t01 02 (q   ,q   )01 02G(2)∆t2
1212 η

2
η

1

sehr kurze Photonenpulse

P(2)(z   ,z    ) = 01 02 (q  ,q  )1 2G(2)dt∫ dt∫1 212 12η
2

η
1

δt  << ∆t 

02t   - ∆t/201t   - ∆t/2

(a) (b)

Abbildung 2.3: Berechnung der Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion P
(2)
12 . In

Fall (a) ist die Dauer der Raum-Zeit-Moden sehr viel größer als die Detektorzeitauflösung, so dass
P

(2)
12 in Abhängigkeit der Detektionszeitpunkte gemessen werden kann. In Fall (b) ist die Dauer der

Raum-Zeit-Moden vernachlässigbar klein im Vergleich zur Dauer der Detektorzeitauflösung. Die
Größe P

(2)
12 gibt damit nur die Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion innerhalb

der Detektorzeitauflösung an.

gekennzeichnet. Die Größen qi sind definiert durch qi := ti− z0i/c, wobei die Größen z0i

die Positionen der beiden Detektoren angeben.
Bei der Erfassung von P

(2)
12 lassen sich wiederum die bereits betrachteten Grenz-

fälle des Verhältnisses der Dauer der Raum-Zeit-Moden δt zur Detektorzeitauflösung
unterscheiden (siehe Abbildung 2.3). Für δt >> ∆t ist die Wahrscheinlichkeit einer
gemeinsamen Photodetektion direkt proportional zur Korrelationsfunktion zweiter Ord-
nung und somit eine Funktion der beiden Detektionszeitpunkte q01 = t01 − z01/c und
q02 = t02 − z02/c.

P
(2)
12 (z01, t01, z02, t02) = η1η2 ∆t2 G

(2)
12 (q01, q02) (2.27)

Diese Zeitauflösung ist für die vorliegende Arbeit von entscheidender Bedeutung. Sie
ermöglicht die Betrachtung der Zwei-Photonen-Interferenz in Abhängigkeit der Zeit zwi-
schen den Detektionsereignissen der beiden Detektoren. Dies wird in Abschnitt 2.3.3 aus-
führlich diskutiert.

Für sehr kurze Photonenpulse, also für δt << ∆t, muss die Integration 2.25 der
Korrelationsfunktion in jedem Fall ausgeführt werden. Allerdings lassen sich die Integra-
tionsgrenzen in guter Näherung auf ±∞ ausdehnen. Man erhält dann:

P
(2)
12 (z01, z02) = η1η2

∫
dt1

∫
dt2 G

(2)
12 (q1, q2) (2.28)
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In diesem Fall lässt sich die Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion nicht
mehr zeitlich auflösen. Damit kann nur noch eine Aussage über das gemeinsame Auftre-
ten von Detektionsereignissen innerhalb der Detektorzeitauflösung ∆t getroffen werden.

2.3 Der Strahlteiler
In dieser Arbeit wird die Zwei-Photonen-Interferenz für die Überlagerung der beiden
Lichtfelder auf einem Strahlteiler analysiert. Daher ist es angebracht, die Eigenschaf-
ten eines Strahlteilers und seine Wirkung auf klassische wie auch auf quantisierte Felder
zusammenzufassen.

Innerhalb der klassischen Physik ist der Strahlteiler jedem vertraut (siehe Abbildung
2.4). Er wird als teildurchlässiger Spiegel mit dem Transmissionsgrad |σ|2 und dem Re-
flexionsgrad |ρ|2 beschrieben. Das auf ihn treffende Licht geht also zum Teil durch ihn
hindurch und wird zum Teil von ihm reflektiert. Bei einem idealen Strahlteiler treten kei-
ne Verluste in Form von Absorption oder Streuung des Lichtes auf. Für diesen addieren
sich Reflexions- und Transmissionsgrad zu eins. Die komplexen Größen σ und ρ können
weiterhin von der Polarisation des auftreffenden Lichtes abhängig sein. Dieser Fall liegt
bei einem Polarisationsstrahlteiler vor. Zur besseren Verständlichkeit beschränken sich die
folgenden Betrachtungen auf den Spezialfall eines polarisationsunabhängigen Strahltei-
lers und Licht einer festen Polarisation. Die Beschreibung eines Polarisationsstrahlteilers
wird im Anhang A.3.1 vorgestellt.

Aufbauend auf der klassischen Beschreibung des Strahlteilers steht in diesem Ab-
schnitt vor allem die Diskussion quantisierter Felder im Vordergrund. Insbesondere wird
die Zustandsentwicklung von Lichtfeldern einzelner Photonen erläutert.

2.3.1 Klassische Beschreibung des idealen Strahlteilers
Die klassische Beschreibung des Strahlteilers basiert auf der Addition elektrischer Feld-
stärken. Die positiven und negativen Frequenzanteile E±

1 (z, t) und E±
2 (z, t) der elektri-

schen Feldstärke der Eingangsseite addieren sich entsprechend gewichtet mit den Trans-
missions- und Reflexionskoeffizienten zu den Feldern der Ausgangsseite E±

3 (z, t) und
E±

4 (z, t). Dieser Zusammenhang lässt sich übersichtlich und kompakt in Matrixform dar-
stellen. (

E±
3 (z, t)

E±
4 (z, t)

)
= B

(
E±

1 (z, t)
E±

2 (z, t)

)
mit B =

(
σ1 ρ2

ρ1 σ2

)
(2.29)

Für den idealen Strahlteiler muss die Summe der Intensitäten des Lichtes an den beiden
Ausgängen identisch mit der Summe der Intensitäten des einfallenden Lichtes sein. Diese
Forderung nach Energieerhaltung |E3|2+|E4|2 = |E1|2+|E2|2 erzwingt die Unitarität der
Strahlteilermatrix B5. Unter Einführung von vier reellen Parametern θ, φ0, φσ und φρ, die
den Betrag und die Phasen der Transmissions- und Reflexionskoeffizienten beinhalten,
lässt sich B in die allgemeinste Form einer unitären 2× 2-Matrix überführen [40].

5Für unitäre Matrizen gilt BB∗ = 1, so dass adjungierte Matrix B∗ und invertierte Matrix B−1 iden-
tisch sind.
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Abbildung 2.4: Prinzip eines Strahlteilers. Das auf die Eingänge 1 und 2 treffende Licht wird
entsprechend der Transmissions und Reflexionskoeffizienten auf die beiden Ausgänge 3 und 4
verteilt. Im allgemeinsten Fall muss der Strahlteiler bezüglich seiner beiden Eingänge nicht sym-
metrisch sein. Damit erfährt das Licht an jedem Eingang ein unterschiedliches Paar (σi, ρi) von
Transmissions- und Reflexionskoeffizienten.

B = eiφ0

(
cos θeiφσ sin θeiφρ

− sin θe−iφρ cos θe−iφσ

)
(2.30)

Für den speziellen Fall φ0 = φσ = φρ = 0 nimmt die Strahlteilermatrix B die einfache
Form einer Drehmatrix an. Für θ = π/4 erhält man die Matrix eines idealen symmetri-
schen Strahlteilers mit 50% Reflexion und 50% Transmission.

B =

(
cos θ sin θ
− sin θ cos θ

)
θ=π/4−→ B1/2 =

(
1/
√

2 1/
√

2

−1/
√

2 1/
√

2

)
(2.31)

Das negative Vorzeichen in der Matrix bezeichnet hierbei gerade einen Phasensprung von
π, der bei der Reflexion an einer der Grenzflächen des Strahlteilers auftritt.

2.3.2 Quantentheorie des idealen Strahlteilers
Beim Übergang von der klassischen zur quantentheoretischen Beschreibung des Strahltei-
lers treten die Feldoperatoren Ê±

i (z, t) an die Stelle der elektrischen Feldstärken E±
i (z, t).

Dabei überträgt sich die Beziehung 2.29 zwischen den Feldgrößen der Ein- und Aus-
gangsseite auf die zugehörigen Leiteroperatoren. Die Erzeuger und Vernichter der Aus-
gangsseite definieren sich nun mittels der unitären Transformationsmatrix B unmittelbar
über die Erzeuger und Vernichter der Eingangsseite. Diese Beziehung gilt sowohl für die
Leiteroperatoren monochromatischer Wellen â(ω), als auch für die Leiteroperatoren von
Raum-Zeit-Moden ĉ(Φ).(

â3

â4

)
= B

(
â1

â2

)
bzw.

(
â†3, â

†
4

)
=

(
â†1, â

†
2

)
B∗ (2.32)
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Die Unitarität der Strahlteilermatrix sichert an dieser Stelle nicht nur die Energieerhaltung
n̂3 + n̂4 = n̂1 + n̂2, sondern auch den Erhalt der Bosonischen Kommutatorregeln 2.3 für
die Leiteroperatoren der Ausgangsseite [40].

Das System lässt sich damit durch zwei komplementäre Paare von Moden beschrei-
ben, die jeweils durch die Leiteroperatoren der Ein- oder der Ausgangsseite definiert sind.
Für die folgenden Betrachtungen wird das System durch die Moden der Eingangsopera-
toren â1 und â2 beschrieben. Ein Lichtfeld mit je einem Photon in diesen beiden Ein-
gangsmoden des Strahlteilers wird damit durch den Zustand |Ψin〉 = â†1â

†
2|0〉 = |1〉1|1〉2

dargestellt.
Im Folgenden werden bei bekanntem Eingangszustand |Ψin〉 Erwartungswerte von

Operatoren der Ausgangsseite des Strahlteilers berechnet. Hierzu lässt sich der Übergang
von der Eingangs- zur Ausgangsseite des Strahlteilers als Entwicklung des Systems be-
greifen, welche in zwei äquivalenten Bildern beschreibbar ist. Im ersten Bild wird die
Entwicklung durch die Leiteroperatoren erfasst. Die Erzeuger und Vernichter der Aus-
gangsseite können dabei als die entwickelten Erzeuger und Vernichter der Eingangsseite
betrachtet werden. Der Zustandsvektor des Lichtfeldes bleibt unverändert. Diese Sicht-
weise ähnelt dem Heisenbergbild in der Quantenmechanik. Alternativ kann die Entwick-
lung aber auch durch den Zustandsvektor des Lichtfeldes erfasst werden. Dieser Fall ent-
spricht dem Schrödingerbild [40, 41, 42].

Heisenbergbild

Im Heisenbergbild werden die Leiteroperatoren der Ausgangsseite als die entwickelten
Leiteroperatoren der Eingangsseite betrachtet. Neben der Transformationsgleichung 2.32
wird diese Entwicklung durch einen unitären Operator B̂ beschrieben. Dieser Entwick-
lungsoperator lässt sich aus der Analogie zur quantentheoretischen Beschreibung der Po-
larisation gewinnen und wird in Abschnitt A.1 eingehender diskutiert.(

â3

â4

)
= B̂

(
â1

â2

)
B̂† = B

(
â1

â2

)
(2.33)

Die Berechnung von Erwartungswerten P = 〈Ψin|f(â†3, â
†
4, â3, â4)|Ψin〉 wird hier durch

die Zurückführung der Ausgangsoperatoren auf die Eingangsoperatoren erreicht, wobei
die Entwicklung der Leiteroperatoren B̂â1B̂

† entsprechend Gleichung 2.33 durch die
Transformationsmatrix B ausgedrückt werden kann. Aus einer Funktion f von Leiterope-
ratoren der Ausgangsseite wird somit eine Funktion f̃ von Operatoren der Eingangsseite:

f(â†3, â
†
4, â3, â4) = f(B̂â†1B̂

†, B̂ â†2B̂
†, B̂ â1B̂

†, B̂ â2B̂
†) = f̃(â†1, â

†
2, â1, â2) (2.34)

Der Erwartungswert im Heisenbergbild berechnet sich damit mittels

P = 〈Ψin|f(â†3, â
†
4, â3, â4)|Ψin〉 = 〈Ψin|f̃(â†1, â

†
2, â1, â2)|Ψin〉 (2.35)

Ist die Funktion f(â†3, â
†
4, â3, â4) ein Polynom in den Leiteroperatoren, so lässt sich die

unitäre Entwicklung aus der Funktion herausziehen (siehe Anhang A.2).
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Erwartungswerte von Ausgangsoperatoren

=P f (    ,     ,     ,    )3ây 4â y
3â 4âΨin Ψin

=P f (    ,     ,     ,    )1ây 2â y
1â 2âΨin Ψin

~
=P f (    ,     ,     ,    )1ây 2â y

1â 2âΨin ΨinBˆ
y

Bˆ

f (           ,           ,            ,           )1âyBˆ
y

Bˆ 2â yBˆ
y

Bˆ 1âBˆ
y

Bˆ 2âBˆ
y

Bˆ

(    )Bˆ
y

Bˆ1â

2â
=(    )3â

4â

f (    ,     ,     ,    )1ây 2â y
1â 2â~

Heisenbergbild

f (    ,     ,     ,    )1ây 2â y
1â 2âBˆ

y
Bˆ

Schrödingerbild

Abbildung 2.5: Berechnung von Erwartungswerten beim Strahlteiler im Heisenberg- und Schrö-
dingerbild.

f(â†3, â
†
4, â3, â4) = B̂f(â†1, â

†
2, â1, â2)B̂

† (2.36)

Die Berechnung des Erwartungswertes lässt sich dann auf die Entwicklung des Zustands-
vektors |Ψin〉 zurückführen. Diese Darstellung entspricht dem Schrödingerbild.

P = 〈Ψout|f(â†1, â
†
2, â1, â2)|Ψout〉 mit |Ψout〉 = B̂†|Ψin〉 (2.37)

Abbildung 2.5 stellt die Berechnung von Erwartungswerten am Strahlteiler im Heisen-
berg- und im Schrödingerbild noch einmal gegenüber.

Schrödingerbild

Das Schrödingerbild bietet die Möglichkeit, die Entwicklung des Lichtfeldes am Strahl-
teiler zu beschreiben. Das auf der Eingangsseite des Strahlteilers durch |Ψin〉 bzw. %̂in

beschriebene Lichtfeld geht in ein durch |Ψout〉 bzw. %̂out beschriebenes Lichtfeld der
Ausgangsseite über.

|Ψout〉 = B̂†|Ψin〉 bzw. %̂out = B̂†%̂inB̂ (2.38)

Diese Entwicklung lässt sich durch |Ψin〉 = f(â†1, â
†
2)|0〉 wieder auf eine Transformation
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von Leiteroperatoren zurückführen6.

B̂†|Ψin〉 = B̂†f(â†1, â
†
2)|0〉 = f(B̂†â†1B̂, B̂†â†2B̂)|0〉 (2.39)

Die Umkehrabbildung zu Gleichung 2.33 ist gegeben durch:

B̂†
(

â1

â2

)
B̂ = B∗

(
â1

â2

)
(2.40)

Damit lassen sich Ausdrücke wie B̂†â†1B̂ auf die inverse Matrix B−1 = B∗ zurückführen
und man erhält:

|Ψout〉 = f(B̂†â†1B̂, B̂†â†2B̂)|0〉 = f̃(â†1, â
†
2)|0〉 (2.41)

Diese bisher formal durchgeführte Zustandsentwicklung am Strahlteiler wird im folgen-
den Abschnitt anhand einiger Beispiele verdeutlicht.

2.3.3 Zustandsentwicklung am Strahlteiler
Um die Auswirkung eines Strahlteilers auf ein eingehendes Lichtfeld zu studieren, ist die
Unterscheidung von zwei Fällen hilfreich. Im ersten Fall trifft Licht nur von einer Seite auf
den Strahlteiler, so dass hier die Aufteilung des Lichtfeldes auf die beiden Ausgänge des
Strahlteilers im Vordergrund steht. Im anderen Fall trifft Licht von beiden Seiten auf den
Strahlteiler, so dass neben der jeweiligen Strahlteilung insbesondere die Überlagerung
der Lichtfelder in den Ausgängen von Interesse ist. Mittels dieser Systematik werden im
Folgenden Beispiele für klassische und nichtklassische Eingangszustände diskutiert.

Strahlteilung

Als Beispiel für die Strahlteilung eines nichtklassischen Lichtfeldes wird ein Fockzu-
stand mit genau n Photonen betrachtet. Hierbei wird ein idealer polarisationsunabhängi-
ger Strahlteiler zugrunde gelegt, dessen Matrix durch Gleichung 2.31 mit σ1 = σ2 = cos θ
und −ρ1 = ρ2 = sin θ gegeben ist. Der Zustand des Lichtfeldes am Ausgang des Strahl-
teilers |Ψout〉 ist dann eine Superposition von Zuständen aller möglichen Verteilungen der
n Photonen in die zwei Ausgänge7.

|Ψout〉 = B̂†|n〉1|0〉2 =
n∑

k=0

√(
n

k

)
σk

1 ρn−k
1 |k〉1|n− k〉2 (2.42)

Berechnet man die Wahrscheinlichkeit p(n1, n2) genau n1 Photonen im ersten Ausgang
und n2 = n− n1 Photonen im zweiten Ausgang vorzufinden, so erhält man eine Binomi-
alverteilung.

6Hier wird der Eins-Operator in Form des unitären Entwicklungsoperators eingefügt B̂†f(â†1, â
†
2)|0〉 =

B̂†f(â†1, â
†
2)B̂B̂†|0〉 und die Tatsache ausgenutzt, dass sich der Vakuumzustand B̂†|0〉 = |0〉 immer in

einen Vakuumzustand entwickelt [42].
7Die Berechnung dieses Beispiels ist in Anhang A.4 gegeben.
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p(n1, n2) = 〈Ψout|n1, n2〉〈n1, n2|Ψout〉 =

(
n

n1

)
σ2n1

1 ρ2n2
1 (2.43)

Dieses Ergebnis ist insofern bemerkenswert, als dass die Photonenverteilung am Strahl-
teiler exakt der Statistik einer zufälligen Verteilung von n unterscheidbaren Objekten auf
zwei Wege mit den Wahrscheinlichkeiten σ2

1 und ρ2
1 = 1− σ2

1 folgt [42].
Gleichung 2.42 beantwortet auch die Frage, was mit einem einzelnen Photon am

Strahlteiler geschieht. Da sich das Photon am Strahlteiler nicht spalten kann, aber den-
noch in dem einen wie in dem anderen Ausgang in Erscheinung treten muss, bleibt hier
nur der Ausweg über den quantenmechanischen Superpositionszustand der beiden Mög-
lichkeiten:

B̂†|1〉1|0〉2 = σ1 |1〉1|0〉2 + ρ1 |0〉1|1〉2 (2.44)

Die Strahlteilung eines kohärenten Zustandes |α〉 liefert hingegen ein vollkommen ande-
res Ergebnis. Wie in Abschnitt A.4 gezeigt wird erhält man für diesen Fall :

B̂†|α〉1|0〉2 = |σ1α〉1 |ρ1α〉2 (2.45)

Hier tritt also keine Superposition zwischen den Zuständen der beiden Ausgänge auf.
Vielmehr ergeben sich im Ausgang zwei voneinander unabhängige kohärente Zustände,
deren Amplituden völlig analog zum Fall klassischer Felder entsprechend der Reflexions-
bzw. Transmissionskoeffizienten des Strahlteilers abgeschwächt sind.

Interferenz

Bei der Überlagerung zweier Lichtfelder am Strahlteiler muss zwischen zwei Interfe-
renzeffekten unterschieden werden. Um dies zu verdeutlichen wird als erstes Beispiel
ein Eingangs-Lichtfeld betrachtet, das aus der Aufteilung eines einzelnen Photons ent-
sprechend Gleichung 2.44 resultiert. Bei der Überlagerung dieses Lichtfeldes auf einem
Strahlteiler interferiert das Photon mit sich selbst [43]. Die Interferenz lässt sich durch
Beobachtung eines einzelnen Strahlteiler-Ausgangs nachweisen und wird als Interferenz
zweiter Ordnung bezeichnet [44]. Das zweite Beispiel betrachtet daraufhin die Überla-
gerung zweier unabhängiger einzelner Photonen und stellt somit eine erste Einführung
in den Effekt der Zwei-Photonen-Interferenz dar. Diese Interferenz vierter Ordnung [44]
lässt sich nur durch Beobachtung beider Strahlteiler-Ausgänge nachweisen. In beiden Fäl-
len wird die Polarisation der Photonen in der {H, V }-Basis einmal gleich und einmal
orthogonal zueinander gewählt.

Ein Lichtfeld, das aus der Aufteilung eines Photons in zwei mögliche Pfade resultiert
und an einem Strahlteiler überlagert wird, schreibt sich entsprechend Gleichung 2.44 als:

|Ψin〉 =
1√
2

(|1〉1H |0〉2 + exp (iΦ) |0〉1|1〉2H) (2.46)

Die relative Phase Φ in diesem Zustand kann z.B. aus verschieden langen Pfaden zum
vereinigenden Strahlteiler resultieren und lässt sich in einem Experiment kontrollieren.
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Dieser Eingangszustand entwickelt sich an einem idealen 50/50-Strahlteiler entsprechend
Gleichung 2.41:

B̂†|Ψin〉 = B̂† 1√
2

(
â†1H + exp (iΦ)â†2H

)
|0〉

=
1√
2

(
B̂†â†1H(ω)B̂ + exp (iΦ) B̂†â†2H(ω)B̂

)
|0〉

=
1

2
(â†1H − â†2H) +

exp (iΦ)

2
(â†1H + â†2H) |0〉

=
1 + exp (iΦ)

2
|1〉1H |0〉2 −

1− exp (iΦ)

2
|0〉1|1〉2H

Abhängig von der Phase Φ wird das Photon damit in dem einen oder anderen Ausgang des
Strahlteilers mit unterschiedlicher Wahrscheinlichkeit in Erscheinung treten. Die Wahr-
scheinlichkeit, das Photon beispielsweise im Zustand |1〉1H |0〉2 anzutreffen, ist gegeben
durch |〈Ψout|1〉1H |0〉2|2 = 1

2
(1 + cos Φ). Die Interferenz lässt sich damit durch Varia-

tion der Phase Φ und durch alleinige Beobachtung eines der Ausgänge des Strahlteilers
nachweisen.

Für den Fall, dass sich das Eingangslichtfeld als Superposition mit orthogonaler Pola-
risation schreibt, tritt keine Interferenz auf. Die beiden Terme des Eingangszustandes

|Ψin〉 =
1√
2

(|1〉1H |0〉2 + exp (iΦ) |0〉1|1〉2V ) (2.47)

entwickeln sich am Strahlteiler unabhängig voneinander, und man erhält :

B̂†|Ψin〉 =
1

2
(|1〉1H |0〉2 − |0〉1|1〉2H) +

exp (iΦ)

2
(|1〉1V |0〉2 + |0〉1|1〉2V )

Damit nimmt die Wahrscheinlichkeit, das Photon in einem der Ausgänge anzutreffen, un-
abhängig von Φ den Wert 1/2 an.

Als zweites Beispiel für die Überlagerung zweier Lichtfelder wird nun die Zwei-Photonen-
Interferenz betrachtet. Dieser Interferenzeffekt zweier einzelner Photonen wird im nach-
folgenden Abschnitt 2.4 auf Photonen von Raum-Zeit-Moden ξ(q) erweitert und unter
den zeitlichen Aspekten der Photodetektion ausführlich diskutiert.

Betrachtet wird zunächst der Fall, in dem die beiden Photonen die gleiche Polarisa-
tion aufweisen. Der Eingangszustand |Ψin〉 = |1〉1H |1〉2H = â†1H â†2H |0〉 entwickelt sich
wieder entsprechend Gleichung 2.41 und führt auf vier Terme

B̂†|Ψin〉 = (σ1â
†
1H + ρ1â

†
2H) (ρ2â

†
1H + σ2â

†
2H) |0〉

= (σ1ρ2â
†2
1H + ρ1σ2â

†2
2H + σ1σ2â

†
1H â†2H + ρ1ρ2â

†
2H â†1H) |0〉

Jedem dieser vier Terme entspricht eine mögliche Photonenaufteilung (siehe Abbildung
2.6). Die ersten beiden Möglichkeiten (a und b) führen zu einem gemeinsamen Auftreten
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Abbildung 2.6: Bei zwei auf den Strahlteiler treffenden Photonen existieren vier Alternativen der
Photonenaufteilung. In den beiden ersten Fällen (a) und (b) werden die Photonen jeweils auf die
gleichen Ausgänge des Strahlteilers verteilt. In den Fällen (c) und (d) sind sie in verschiedenen
Ausgängen anzutreffen. Die beiden letzten Alternativen sind objektiv ununterscheidbar und führen
zum selben Zustand |1〉1H |1〉2H (siehe Text).

der Photonen in einem Ausgang des Strahlteilers. Bei den beiden übrigen Alternativen (c
und d) wird in jedem Ausgang des Strahlteilers ein Photon vorzufinden sein. Da hier iden-
tische Photonen vorausgesetzt wurden, sind die beiden letzten Alternativen objektiv nicht
zu unterscheiden. Dies äußert sich formal darin, dass aufgrund der Kommutatorrelation
[â†1H , â†2H ] = 0 die beiden letzten Terme auf denselben Zustand |1〉1H |1〉2H führen.

= σ1ρ2â
†2
1H + ρ1σ2â

†2
2H + (σ1σ2 + ρ1ρ2) â†1H â†2H |0〉

=
√

2(σ1ρ2|2〉1H |0〉2 + ρ1σ2|0〉1|2〉2H) + (σ1σ2 + ρ1ρ2)|1〉1H |1〉2H

Die Unitarität der Strahlteilermatrix ist hierbei von besonderer Bedeutung. Sie ist für den
Phasensprung von π zwischen den Reflexionen an den beiden Strahlteilerseiten verant-
wortlich und verursacht entgegengesetzte Vorzeichen der Produkte σ1σ2 und ρ1ρ2. Bei
einem 50/50-Strahlteiler mit σ1 = σ2 = −ρ1 = ρ2 = 1/

√
2 tritt damit eine Auslöschung

der Wahrscheinlichkeitsamplitude des Zustandes |1〉1H |1〉2H auf und die zwei Photonen
werden stets in einem Ausgang des Strahlteilers anzutreffen sein.

B̂†|1〉1H |1〉2H =
1√
2
(|2〉1H |0〉2 − |0〉1|2〉2H) (2.48)

Bei der Überlagerung zweier Photonen mit zueinander orthogonaler Polarisation |1〉1H |1〉2V

kann dieser Effekt nicht auftreten. Hier sind die beiden Alternativen mit je einem Photon
pro Strahlteilerausgang grundsätzlich unterscheidbar.

B̂†|1〉1H |1〉2V = (σ1ρ2â
†
1H â†1V + ρ1σ2â

†
2H â†2V + σ1σ2â

†
1H â†2V + ρ1ρ2â

†
2H â†1V ) |0〉

Dieser Ausgangszustand ist damit auch für σ1 = σ2 = −ρ1 = ρ2 = 1/
√

2 durch das
Produkt zweier unabhängig voneinander am Strahlteiler verteilten Photonen gegeben.

B̂†|1〉1H |1〉2V =
1√
2
(|1〉1H |0〉2 − |0〉1|1〉2H) · 1√

2
(|1〉1V |0〉2 + |0〉1|1〉2V ) (2.49)
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Die Zwei-Photonen-Interferenz lässt sich nicht durch Beobachtung eines einzelnen Aus-
gangs nachweisen. Die Wahrscheinlichkeit, in einem der Ausgänge ein Photon zu erhalten
ist unabhängig davon, ob eine Interferenz auftritt oder nicht. Die Interferenz äußert sich
erst in der Wahrscheinlichkeit, in beiden Ausgängen des Strahlteilers ein Photon nachzu-
weisen. Im Fall gleichpolarisierter Photonen ist diese null. Im Fall orthogonal polarisierter
Photonen ist sie 1/2.

2.4 Zwei-Photonen-Interferenz
In den folgenden Abschnitten wird die Zwei-Photonen-Interferenz unter dem Aspekt von
Photonen als Anregungsquanten von Raum-Zeit-Moden analysiert. Als erster Schritt wird
hierzu die in Abschnitt 2.2.2 eingeführte, gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit auf
den Fall des Strahlteilers übertragen. Die Korrelationsfunktion zweiter Ordnung schreibt
sich dann über die Leiteroperatoren der Ausgänge des Strahlteilers. Anschließend wird
untersucht, wie sich die Polarisation der beiden Photonen auf die Korrelationsfunkti-
on auswirkt. Hierzu werden die beiden Lichtfelder linear polarisiert angenommen, und
die Abhängigkeit der Korrelationsfunktion von dem Winkel ϕ zwischen den Polarisa-
tionen beschrieben. Diese Betrachtung wird unabhängig von der speziellen Art der von
den Photonen besetzten Moden durchgeführt und zeigt, dass sich die Korrelationsfunk-
tion aus zwei Termen zusammensetzt, die dem Fall gleicher und senkrechter Polarisati-
on entsprechen. Im darauf folgenden Abschnitt wird die Korrelationsfunktion für zwei
Photonen unterschiedlicher Raum-Zeit-Moden ausgewertet. Als Modell für solche Mo-
den werden schließlich Gauß’sche Raum-Zeit-Moden eingeführt. Die Berechnung der
Korrelationsfunktion für diese Moden stellt den gemeinsamen Ausgangspunkt für die
Diskussion der Zwei-Photonen-Interferenz im Fall sehr kurzer und im Fall sehr langer
Photonen-Wellenpakete dar. Sind die Photonen zu kurz, um zwischen den einzelnen De-
tektionsereignissen innerhalb der Detektorzeitauflösung unterscheiden zu können, so lässt
sich lediglich beschreiben, ob Koinzidenzen innerhalb dieser Detektorzeitauflösung auf-
treten oder nicht. Alle bisherigen Experimente zur Interferenz zweier Photonen werden
durch diesen Fall beschrieben. Erst wenn die Dauer der Photonen größer ist als die De-
tektorzeitauflösung kann die Koinzidenzwahrscheinlichkeit in Abhängigkeit der Zeit τ
zwischen den Detektionsereignissen betrachtet werden. In der Interferenz zweier Photo-
nen verschiedener Frequenz wird in diesem Fall eine Oszillation in der Koinzidenzwahr-
scheinlichkeit erwartet, die im Fall sehr kurzer Photonen nicht beobachtbar ist. Ausgehend
von dieser Analyse einer zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz werden schließlich
Ensemble von Einzelphotonenpulsen betrachtet, die einer Streuung hinsichtlich der be-
setzten Raum-Zeit-Moden unterliegen. Hierbei lässt sich zeigen, dass selbst im Fall einer
eingeschränkten Kontrolle über die Frequenzen oder die Ankunftszeiten der Photonen am
Strahlteiler keinen gleichzeitigen Detektionsereignisse erwartet werden.

2.4.1 Gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit am Strahlteiler

Die in Abschnitt 2.2.2 diskutierte gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit zweier Pho-
tonen in zwei Detektoren wird nun auf den Fall übertragen, dass sich das untersuchte
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Lichtfeld durch die Überlagerung zweier Gauß’scher Strahlen auf einem Strahlteiler er-
gibt. Zur Vereinfachung der Betrachtungen wird im Folgenden angenommen, dass sich
die beiden Detektoren im gleichen Abstand z03 = z04 = 0 zum Strahlteiler befinden.
Weiterhin werden die beiden Zeitpunkte t01 und t02 durch t0 und t0 + τ ersetzt. Damit be-
zeichnet τ gerade die Dauer des Zeitintervall zwischen den beiden Detektionsereignissen.
Der Ausdruck 2.25 für die gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit P (2) nimmt damit
folgende Gestalt an:

P
(2)
34 (t0, τ, ∆t) = η3η4

t0+∆t∫
t0

dt1

t0+τ+∆t∫
t0+τ

dt2 G
(2)
34 (t1, t2) (2.50)

Die Korrelationsfunktion G
(2)
34 (t1, t2) muss nun über die Leiteroperatoren â†3s, â3s und

â†4s, â4s der beiden Strahlteilerausgänge ausgedrückt werden.

G
(2)
34 (t1, t2) =

∑
s,s′

tr(%̂12 â†3s(t1) â†4s′(t2) â4s′(t2) â3s(t1)) (2.51)

Wie bereits in Abschnitt 2.2 diskutiert, lassen sich entsprechend des Verhältnisses der
Detektorzeitauflösung ∆t zur Dauer der Raum-Zeit-Moden δt zwei Grenzwerte unter-
scheiden. Für sehr kurze Photonen-Wellenpakete ist keine Zeitauflösung möglich, und
die Größe P

(2)
34 beschreibt die Wahrscheinlichkeit einer Koinzidenz von Detektionsereig-

nissen innerhalb des Zeitintervalls ∆t >> δt:

P
(2)
34 = η3η4

∫ ∫
dt1 dt2 G

(2)
34 (t1, t2) (2.52)

Für sehr lange Photonen-Wellenpakete δt >> ∆t kann die Zeitauflösung der Detektoren
vernachlässigt werden und Gleichung 2.50 vereinfacht sich zu dem Ausdruck:

P
(2)
34 (t0, τ) = η3η4 ∆t2 G

(2)
34 (t0, t0 + τ) (2.53)

Die Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion kann somit als Funktion der
beiden Detektionszeitpunkte t0 und t0 + τ untersucht werden. Für die folgenden Betrach-
tungen wird hierbei jedoch nur die Abhängigkeit von der Zeit τ zwischen den Detekti-
onsereignissen von Bedeutung sein. Daher wird P

(2)
34 (t0, τ) über alle Zeiten t0 einer ersten

Photodetektion integriert.

P
(2)
34 (τ) = η3η4 ∆t2

∫
dt0 G

(2)
34 (t0, t0 + τ) (2.54)

Die Auswertung der Korrelationsfunktion G
(2)
34 für zwei auf dem Strahlteiler überlagern-

den Einzelphotonenpulsen stellt den ersten Schritt zur Untersuchung der gemeinsamen
Detektionswahrscheinlichkeit dar. Hierbei muss insbesondere die Polarisation der beiden
auf dem Strahlteiler überlagerten Lichtfelder berücksichtigt werden.
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2.4.2 Korrelationsfunktion und Polarisation

Zur Auswertung der Korrelationsfunktion G
(2)
34 wird zunächst der Einfluss der Polarisation

der beiden Lichtfelder untersucht. Die Berechnungen werden hierbei unabhängig von der
speziellen Art der von den Photonen besetzten Moden durchgeführt. Die auftretenden
Leiteroperatoren â†is und âis stehen damit stellvertretend für Moden fester Frequenzen als
auch für Raum-Zeit-Moden. Gleiches gilt für die betrachteten Fockzustände |n〉is.

Zur Klärung des Einflusses der Polarisation auf die Korrelationsfunktion G
(2)
34 kann

ohne Einschränkung der Allgemeinheit von zwei linear polarisierten Lichtfeldern ausge-
gangen werden. Dabei ist es zweckmäßig, die Polarisationen des ersten Lichtfeldes in ho-
rizontaler Richtung festzulegen |1〉1H und die Polarisation des zweiten Lichtfeldes unter
dem Winkel ϕ gegen diese Horizontale anzunehmen cos ϕ |1〉2H |0〉2V +sin ϕ |0〉2H |1〉2V .
Der Eingangszustand |Ψin〉 auf den Strahlteiler stellt sich dann als eine Superposition
von zwei Zuständen dar, in denen die beiden Photonen entweder gleich oder orthogonal
zueinander polarisiert sind.

|Ψin〉 = |1〉1H (cos ϕ |1〉2H |0〉2V + sin ϕ |0〉2H |1〉2V )

= cos ϕ |1〉1H |1〉2H + sin ϕ |1〉1H |1〉2V (2.55)

In der nachfolgenden Darstellung wird dieser Zustand in der vereinfachten Schreibweise
|Ψin〉 = cos ϕ |H, H〉+ sin ϕ |H, V 〉 dargestellt.

Die Korrelationsfunktion der Detektorsignale in den Ausgängen des Strahlteilers ist ent-
sprechend 2.51 durch die Leiteroperatoren der Ausgangsmoden gegeben.

G
(2)
34 =

∑
s,s′

tr(%̂ Â3s,4s′) mit Â3s,4s′ := â†3sâ
†
4s′ â4s′ â3s und s, s′ ∈ {H, V }

Mit dem betrachteten Eingangszustand 2.55 stellt sich die Korrelationsfunktion als Sum-
me von Erwartungswerten des Operators Â3s,4s′ dar.

G
(2)
34 =

∑
s,s′

(
cos2 ϕ 〈H, H|Â3s,4s′|H, H〉+ sin2 ϕ 〈H, V |Â3s,4s′|H, V 〉

+ cos ϕ sin ϕ (〈H, V |Â3s,4s′|H, H〉+ 〈H, H|Â3s,4s′|H, V 〉)
)

(2.56)

Zur Auswertung dieses Ausdrucks müssen die einzelnen Beiträge der Operatoren Â3s,4s′

zur Korrelationsfunktion G
(2)
34 analysiert werden. Hierzu werden die Leiteroperatoren der

Ausgangsmoden entsprechend dem Heisenbergbild in die Leiteroperatoren der Eingangs-
moden transformiert. Die Transformation eines jeden Leiteroperators aus Â3s,4s′ ergibt
sich für den betrachteten polarisationsunabhängigen 50/50-Strahlteiler dabei durch Glei-
chung 2.31.
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Â3s,4s′ = â†3sâ
†
4s′ â4s′ â3s

= B̂â†1sB̂
† B̂â†2s′B̂

† B̂â2s′B̂
† B̂â1sB̂

†

=
1

4
(â†2s + â†1s) (â†2s′ − â†1s′) (â2s′ − â1s′) (â2s + â1s) (2.57)

Jeder Operator Â3s,4s′ stellt sich damit als Summe von Kombinationen der Leiteroperato-
ren zu verschiedenen Eingangs- und Polarisationsmoden dar. Der Erwartungswert einer
jeden Kombination kann bei je einem Photon pro Strahlteilereingang aber nur dann von
null verschiedenen sein, wenn diese Kombination immer der Vernichtung von nur einem
Photon pro Eingang entspricht8. Weiterhin werden hierdurch immer Leiteroperatoren zu-
sammengefügt, die alle zur selben Polarisation (Kombination HHHH) oder zu je einem
Paar zu verschiedenen Polarisationen gehören (z.B. HVVH). D.h. eine Kombination wie
z.B. â†2H â†1H â1H â2V wird in Gleichung 2.56 immer den Beitrag null liefern.

Dies ermöglicht eine starke Vereinfachung des Ausdrucks für die Korrelationsfunk-
tion. Im ersten Term von Gleichung 2.56 können nur Leiteroperatoren für die horizon-
tale Polarisation einen von null verschiedenen Beitrag liefern. Im zweiten Term ist nur
eine gemischte Polarisation von Bedeutung. Die beiden letzten Terme sind immer null.
Gleichung 2.56 lässt sich daher allein über die Operatoren Â3H,4H , Â3H,4V und Â3V,4H

ausdrücken.

G
(2)
34 = cos2 ϕ 〈H, H|Â3H,4H |H, H〉

+ sin2 ϕ
(
〈H, V |Â3H,4V |H, V 〉+ 〈H, V |Â3V,4H |H, V 〉

)
Die Korrelationsfunktion G

(2)
34 zerfällt damit in eine Summe über zwei Terme G

(2)
34,HH und

G
(2)
34,HV , die für die Korrelationsfunktion bei der Überlagerung zweier Photonen gleicher

bzw. orthogonaler Polarisation stehen. Jeder dieser Terme ist entsprechend des Polarisa-
tionswinkels ϕ gewichtet.

G
(2)
34 = cos2 ϕ G

(2)
34,HH + sin2 ϕ G

(2)
34,HV (2.58)

Dieses Ergebnis wird im nachfolgenden Abschnitt für den Fall zweier Photonenpulse
weiter ausgewertet.

2.4.3 Korrelationsfunktion für Photonenpulse
Als Eingangszustand am Strahlteiler werden nun zwei Photonen der Raum-Zeit-Moden
ξ1(t) und ξ2(t) betrachtet. Die Zustände dieser Lichtfelder ergeben sich entsprechend Ab-
schnitt 2.1.2 durch |1(ξ1,2)〉is = ĉ†is(ξ1,2)|0〉. Die Polarisationsvektoren schließen wieder
den Winkel ϕ ein. Der Eingangszustand |Ψin〉 stellt sich dann in Analogie zu 2.55 dar:

8Eine solche Kombination ist z.B. â†2sâ
†
1s′ â1s′ â2s.
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|Ψin〉 = cos ϕ |1(ξ1)〉1H |1(ξ2)〉2H + sin ϕ |1(ξ1)〉1H |1(ξ2)〉2V (2.59)

Die Korrelationsfunktion G
(2)
34,HH aus Gleichung 2.58 berücksichtigt den Teil des Ein-

gangszustandes in dem die beiden Photonen die gleiche Polarisation aufweisen.

G
(2)
34,HH(t1, t2) = 〈1(ξ1)|1H〈1(ξ2)|2H â†3H(t1)â

†
4H(t2)â4H(t2)â3H(t1) |1(ξ1)〉1H |1(ξ2)〉2H

Die Korrelationsfunktion G
(2)
34,HV bewertet hingegen den Fall orthogonal zueinander po-

larisierter Photonen.

G
(2)
34,HV (t1, t2) = 〈1(ξ1)|1H〈1(ξ2)|2V â†3H(t1)â

†
4V (t2)â4V (t2)â3H(t1) |1(ξ1)〉1H |1(ξ2)〉2V

+ 〈1(ξ1)|1H〈1(ξ2)|2V â†3V (t1)â
†
4H(t2)â4H(t2)â3V (t1) |1(ξ1)〉1H |1(ξ2)〉2V

Zur Berechnung dieser Erwartungswerte wird wieder das Heisenbergbild herangezogen.
Wie im vorangegangenen Abschnitt diskutiert, werden hierzu die Leiteroperatoren der
Ausgangsmoden in die Leiteroperatoren der Eingangsmoden transformiert. Anschließend
können die Erwartungswerte für die entsprechenden Eingangszustände ausgewertet wer-
den. Die Wirkung eines Leiteroperators â(t) auf den Zustand eines Photons der Raum-
Zeit-Mode |1(ξ)〉 ist in Abschnitt 2.2 dargestellt. Man erhält z.B.:

â2V (t2)â1H(t1)|1(ξ1)〉1H |1(ξ2)〉2V = ξ2(t2)ξ1(t1)|0〉

Eine solche Auswertung aller Ausdrücke führt schließlich auf die beiden gesuchten Kor-
relationsfunktionen.

G
(2)
34,HH(t1, t2) =

|ξ1(t1)ξ2(t2)− ξ2(t1)ξ1(t2)|2

4
(2.60)

G
(2)
34,HV (t1, t2) =

|ξ1(t1)ξ2(t2)|2 + |ξ1(t2)ξ2(t1)|2

4
(2.61)

Bemerkenswert an diesem Resultat ist die Tatsache, dass die Korrelationsfunktion für
Photonen gleicher Polarisation für t1 = t2 unabhängig von den beiden Raum-Zeit-Moden
ξ1(t) und ξ2(t) stets null ist. Im Fall langer Photonen-Wellenpakete und der damit mögli-
chen Zeitauflösung bedeutet dieses Ergebnis, dass auch für verschiedene Photonenpul-
se niemals eine gleichzeitige Photodetektion in beiden Detektoren erwartet wird. Die
zeitaufgelöste gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit ist für t1 = t2 stets null. Die-
ses überraschende Resultat wird in der Betrachtung der zeitaufgelösten Zwei-Photonen-
Interferenz für das Modellsystem Gauß’scher Raum-Zeit-Moden noch eingehender dis-
kutiert.

Im Gegensatz zum Fall gleichpolarisierter Photonen nimmt die Korrelationsfunktion
G

(2)
34,HV (t1, t2) für orthogonal polarisierte Photonen nur dann den Wert null an, wenn die

Werte der Raum-Zeit-Moden zu den Zeiten t1 oder t2 null sind.
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Die beiden obigen Ausdrücke 2.60 und 2.61 für die Korrelationsfunktionen lassen
sich noch weiter auswerten. Die Funktionen ξ1(t) und ξ2(t) der Raum-Zeit-Moden kön-
nen in allgemeiner Form als Produkt eines reellen Amplituden- und eines Phasenterms
geschrieben werden.

ξj(t) = εj(t) exp (−i Φj(t)) (2.62)

Da in der Korrelationsfunktion G
(2)
34,HV (t1, t2) einzig die Betragsquadrate der einzelnen

Raum-Zeit-Moden eingehen, muss diese unabhängig von den einzelnen Phasentermen
sein und lässt sich somit allein über die Amplitudenterme ausdrücken.

G
(2)
34,HV (t1, t2) =

|ε1(t1)ε2(t2)|2 + |ε1(t2)ε2(t1)|2

4
(2.63)

Dies gilt nicht für die Korrelationsfunktion G
(2)
34,HH(t1, t2) im Fall gleicher Polarisation.

Diese unterscheidet sich durch das Auftreten eines phasenabhängigen Interferenzterms
F (t1, t2) vom orthogonalen Fall.

G
(2)
34,HH(t1, t2) = G

(2)
34,HV (t1, t2)− F (t1, t2) (2.64)

mit

F (t1, t2) :=
ε1(t1)ε2(t2)ε1(t2)ε2(t1)

2
cos (Φ1(t1)− Φ1(t2) + Φ2(t2)− Φ2(t1)) (2.65)

Diese Abhängigkeit von den Phasen ist jedoch nur gegeben, wenn die beiden Phasen Φ1(t)
und Φ2(t) eine unterschiedliche Zeitentwicklung aufweisen. In jedem anderen Fall hebt
sich obige Summe zu null auf. Eine unterschiedliche Zeitentwicklung ist z.B. dann gege-
ben, wenn sich die Frequenzen der beiden Photonen voneinander unterscheiden. In diesem
Fall erwartet man eine zeitabhängige Modulation des Interferenzterms F (t1, t2). Dieses
Ergebnis wird im nächsten Abschnitt anhand des Modellsystems Gauß’scher Raum-Zeit-
Moden näher diskutiert.

Die Korrelationsfunktion G
(2)
34 (t1, t2) für zwei Photonen, die unter dem Winkel ϕ zu-

einander polarisiert sind, erhält man aus der Kombination der Gleichungen 2.58 und 2.64.

G
(2)
34 (t1, t2) = G

(2)
34,HV (t1, t2)− cos2 ϕ F (t1, t2) (2.66)

Die Auswirkung des Interferenzterms wird mit zunehmenden Winkel ϕ zwischen den
beiden Polarisationen schwächer. Beginnend mit ϕ = 0, d.h. mit Photonen gleicher Pola-
risation, geht die Korrelationsfunktion von dem Ausdruck G

(2)
34,HH(t1, t2) mit wachsendem

ϕ stetig in die Korrelationsfunktion senkrecht polarisierter Photonen über.

2.4.4 Modellsystem: Gauß’sche Raum-Zeit-Moden
Für die weitere Auswertung der Gleichungen 2.63 und 2.64 wird ein Modell für die von
den Photonen besetzten Raum-Zeit-Moden benötigt. Für alle folgenden Betrachtungen
werden hierzu Gauß’sche Raum-Zeit-Moden angenommen. Der Amplitudenterm ε1,2(t)
dieser Moden definiert sich durch Gaußfunktionen der Form:
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εj(t) =
4

√
2

πδt2
exp

(
−(t− δτj)

2

δt2

)
(2.67)

Die Größe δt bezeichnet dabei die halbe 1/e-Breite der Gaußfunktion. Die Größen δτj

stellen eine Verzögerung der Wellenpakete dar. Mit ihnen lassen sich später die Auswir-
kungen einer Ankunftszeitdifferenz δτ := δτ2 − δτ1 der beiden Photonen am Strahlteiler
untersuchen. Der Normierungsfaktor 4

√
2/πδt2 ergibt sich aus der Forderung, dass die

Funktionen bzgl. ihres Betragsquadrats normiert sind. Dies stellt sicher, dass die über alle
Zeiten integrierte Detektionswahrscheinlichkeit eines Photons eins wird (vgl. Abschnitt
2.1.2).

Der Phasenterm Φj(t) der Raum-Zeit-Moden ergibt sich aus der Frequenz ωj der Photo-
nen.

Φj(t) = ωj · (t− δτj) (2.68)

Im Frequenzraum besitzen diese Raum-Zeit-Moden damit Gauß’sche Frequenzverteilun-
gen mit einer halben 1/e-Breite von 2/δtj .

ξj(ω) =
4

√
δt2

2π
exp

(
−(ωj − ω)2

4/δt2

)
(2.69)

Die Korrelationsfunktion G
(2)
34 (t1, t2) wird nun für Photonen in zwei Gauß’schen Raum-

Zeit-Moden berechnet. Hierbei wird angenommen, dass sich die beiden Moden hinsicht-
lich einer Ankunftszeitdifferenz δτ und einer Frequenzdifferenz ∆ := ω2 − ω1 vonein-
ander unterscheiden. Wie bereits diskutiert, besitzt die Frequenzdifferenz keinen Einfluss
auf die Korrelationsfunktion senkrecht zueinander polarisierter Photonen und man erhält
nach Auswertung von Gleichung 2.63 den Ausdruck:

G
(2)
34,HV (t1, t2) =

2

πδt2

[
1

2
+ sinh2

(
(t2 − t1)δτ

δt2

)]
exp

(
−2t21 + 2t22 + δτ 2

δt2

)
(2.70)

Zur Berechnung der Korrelationsfunktion muss im weiteren der Interferenzterm F (t1, t2)
ausgewertet werden. Das Argument der Kosinusfunktion in Gleichung 2.65 ist aufgrund
der unterschiedlichen Frequenzen der beiden Photonen nicht null:

Φ1(t1)− Φ1(t2) + Φ2(t2)− Φ2(t1) = ∆ · (t2 − t1) (2.71)

Damit unterliegt der Interferenzterm einer Oszillation, deren Frequenz gerade durch die
Frequenzdifferenz ∆ gegeben ist.

F (t1, t2) =
1

2

2

πδt2
exp

(
−2t21 + 2t22 + δτ 2

δt2

)
cos (∆ · (t2 − t1))

Diese Oszillation tritt jedoch nicht in den absoluten Zeiten t1 oder t2 auf, sondern nur
in ihrer Differenz t2 − t1. Wie in Abschnitt 2.4.6 noch eingehender erklärt wird, sorgt
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dieser Umstand dafür, dass die auftretenden Oszillationen in der zeitaufgelösten Zwei-
Photonen-Interferenz stets mit einem Minimum bei τ = t2 − t1 = 0 beginnen.

Entsprechend Gleichung 2.66 erhält man für die Korrelationsfunktion damit das Ergebnis:

G
(2)
34 (t1, t2) =

2

πδt2

[
1− cos2 ϕ cos (∆ (t2 − t1))

2
+ sinh2

(
(t2 − t1)δτ

δt2

)]
· exp

(
−2t21 + 2t22 + δτ 2

δt2

)
(2.72)

Diese Gleichung stellt den Ausgangspunkt für die nun folgende Analyse der Zwei-Photo-
nen-Interferenz dar. Zunächst wird dabei der Fall beschrieben, dass keine Zeitauflösung
in der Betrachtung der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit möglich ist.

2.4.5 Zwei-Photonen-Interferenz ohne Zeitauflösung
Sind die auf dem Strahlteiler überlagerten Photonenpulse zu kurz, um zwischen den De-
tektionszeitpunkten innerhalb der Detektorzeitauflösung ∆t unterscheiden zu können, so
ist nur eine Aussage über die Wahrscheinlichkeit einer im Zeitintervall ∆t >> δt auf-
tretenden Koinzidenz der Detektionsereignisse möglich. In diesem Fall muss die Kor-
relationsfunktion G

(2)
34 (t1, t2) entsprechend Gleichung 2.52 über beide Zeiten t1 und t2

integriert werden. Dabei werden im Folgenden perfekte Detektoren mit einer Quantenef-
fizienz von η3 = η4 = 1 angenommen. Man erhält dann:

P
(2)
34 (δτ) =

∫∫
dt1dt2 G

(2)
34 (t1, t2) =

1

2

(
1− cos2 ϕ exp

(
− δt2

4/∆2

)
exp

(
−δτ 2

δt2

))
Zur Veranschaulichung dieses Ergebnisses wird die gemeinsame Detektionswahrschein-
lichkeit im Folgenden als Funktion der Ankunftszeitdifferenz δτ diskutiert (siehe Abbil-
dung 2.7).

Der einfachste Fall liegt dann vor, wenn die beiden Photonen senkrecht zueinander
polarisiert sind. Für ϕ = π/2 nimmt die Koinzidenzwahrscheinlichkeit P

(2)
34 (δτ) unab-

hängig von der Ankunftszeitdifferenz δτ den konstanten Wert 1/2 an. Wie in Abschnitt
2.3.3 diskutiert, sind die beiden quantenmechanischen Alternativen, dass beide Photo-
nen am Strahlteiler reflektiert werden oder hindurchgehen, in diesem Fall grundsätzlich
unterscheidbar. Daher tritt keine Interferenz auf und die Photonen werden unabhängig
voneinander am Strahlteiler verteilt. Damit kommt es in der Hälfte aller Fälle zu einer
gemeinsamen Photodetektion, so dass P

(2)
34 (δτ) = 1/2 sein muss.

Im Fall identischer Photonen, d.h. Photonen gleicher Polarisation (ϕ = 0) und gleicher
Frequenz (∆ = 0), tritt in P

(2)
34 (δτ) ein gaußförmiger Einbruch auf, dessen Breite gera-

de durch die Dauer δt der Photonenpulse gegeben ist. Ist die Ankunftszeitdifferenz viel
größer als die Dauer der Photonenpulse, so sind die beiden bereits diskutierten Alterna-
tiven der Photonenaufteilung grundsätzlich unterscheidbar und es tritt keine Interferenz
auf. Je besser die beiden Photonen zeitlich am Strahlteiler überlagern, desto deutlicher



30 Kapitel 2. Theoretische Grundlagen

-4 -2 0 2 4
0,00

0,25

0,50

0,75

1,00

K
oi

nz
id

en
zw

ah
rs

ch
ei

nl
ic

hk
ei

t

  Ankunftszeitdifferenz  δτ   [ δt ]

ϕ = 0 ,  ∆ = 0

ϕ = π/2 
P 3

4(2
) (δ

τ)
  

ϕ = π/4  oder  ∆ = 2    ln 2/δt
  p

Abbildung 2.7: Koinzidenzwahrscheinlichkeit als Funktion der Ankunftszeitdifferenz zweier li-
near polarisierter Einphotonen-Wellenpakete. Für Photonen orthogonaler Polarisation (ϕ = π/2)
tritt keine Interferenz auf. Die Koinzidenzwahrscheinlichkeit nimmt unabhängig von δτ den Wert
1/2 an. Für Photonen gleicher Polarisation (ϕ = 0) und identischer Frequenz (∆ = 0) ergibt
sich ein gaußförmiger Einbruch in der Koinzidenzwahrscheinlichkeit, der bei δτ = 0 den Wert
null erreicht. In diesem Fall liegt eine perfekte Zwei-Photonen-Interferenz vor. Ein Unterschied
in der Polarisation oder der Frequenz führt zu einer Verminderung der Tiefe dieses Einbruchs.
Auch wenn die Photonen zeitlich perfekt auf dem Strahlteiler überlagern, werden in diesem Fall
gemeinsame Detektionsereignisse erwartet.

äußert sich der Interferenzeffekt. Bei perfekter zeitlicher Überlagerung (δτ = 0) sind die
Photonen nur paarweise in dem einen oder anderen Detektor nachweisbar und die Koin-
zidenzwahrscheinlichkeit ist somit null.

Unterscheiden sich die Photonen in ihrer Polarisation durch einen Winkel ϕ > 0
oder durch ihre Frequenzen ∆ > 0, so kann auch im Fall perfekter zeitlicher Überla-
gerung keine perfekte Zwei-Photonen-Interferenz mehr auftreten. Das Minimum in der
Koinzidenzwahrscheinlichkeit bei δτ = 0 wird durch die beiden Terme cos2 ϕ > 0 und
exp(−δt2∆2/4) > 0 in obiger Gleichung begrenzt. Wie in Abbildung 2.7 dargestellt,
wirken sich ein Winkel von ϕ = π/4 und eine Frequenzdifferenz von ∆ = 2

√
ln 2/δt in

dieser Hinsicht gleich aus und lassen sich nicht voneinander unterscheiden.

In allen bisherigen Experimenten zur Zwei-Photonen-Interferenz wurde die Koinzi-
denzwahrscheinlichkeit aufgrund mangelnder Zeitauflösung ausschließlich in dieser Ab-
hängigkeit von der Ankunftszeitdifferenz δτ untersucht. Im nachfolgenden Abschnitt wird
der Fall analysiert, dass die Photonen-Wellenpakete lang genug sind, um die gemeinsa-
me Detektionswahrscheinlichkeit nicht nur in Abhängigkeit der Zeit δτ sondern auch in
Abhängigkeit von der Zeit τ zwischen den Photodetektionen darstellen zu können.



2.4. Zwei-Photonen-Interferenz 31

2.4.6 Zeitaufgelöste Zwei-Photonen-Interferenz
Wie in Abschnitt 2.4.1 diskutiert, kann die gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit
im Fall sehr langer Photonen-Wellenpakete δt >> ∆t direkt proportional zur Korrela-
tionsfunktion G

(2)
34 (t0, t0 + τ) angenommen werden. Dabei wird man im Experiment in

der Regel keine Kenntnis von der Zeit t0 der ersten Photodetektion nehmen, sondern die
Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektionen lediglich in Abhängigkeit von
der Zeit τ zwischen zwei Detektionsereignissen messen. Daher werden alle Ereignisse,
die denselben zeitlichen Abstand τ aufweisen zusammengefasst und folglich die von t0
und τ abhängige Korrelationsfunktion entsprechend Gleichung 2.54 über alle Zeiten t0
integriert. Ersetzt man t1 und t2 in Gleichung 2.72 durch t0 und t0 + τ und führt die
Integration über t0 aus, so erhält man den Ausdruck:

P
(2)
34 (τ, δτ) =

∆t2√
π δt

[
1− cos2 ϕ cos (∆ τ)

2
+ sinh2

(
τ δτ

δt2

)]
· exp

(
−δτ 2 + τ 2

δt2

)
(2.73)

Die gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit lässt sich nun in Abhängigkeit der beiden
Zeiten τ und δτ analysieren. Dieses Ergebnis wird im Folgenden für die Fälle orthogonal
zueinander polarisierter Photonen, sowie Photonen gleicher Polarisation mit und ohne
Frequenzdifferenz eingehender diskutiert.

Photonen orthogonaler Polarisation

Die Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion ist für den orthogonal pola-
risierten Fall in Abbildung 2.8 als Funktion der beiden Zeiten τ und δτ dargestellt. Das
Vorzeichen von τ gibt die Reihenfolge der beiden Photodetektionen an. Ebenso bestimmt
das Vorzeichen der Ankunftszeitdifferenz δτ , welches Photonen-Wellenpaket zuerst am
Strahlteiler eintrifft. Beide Zeiten sind in Einheiten der Dauer δt der Photonenpulse darge-
stellt. Ebenso ist die Koinzidenzwahrscheinlichkeit in Einheiten von ∆t2/δt aufgetragen.

Wie man anhand von Gleichung 2.73 erkennt, ist P
(2)
34 (τ, δτ) für ϕ = π/2 nicht mehr

von der Frequenzdifferenz ∆ abhängig. Dieses Ergebnis ist plausibel, da sich die Photo-
nen bereits durch ihre Polarisation voneinander unterscheiden und ein zusätzlicher Unter-
schied in der Frequenz keinen weiteren Einfluss auf die Zwei-Photonen-Interferenz haben
kann. Die Gleichung wird somit vollkommen symmetrisch zu den beiden Zeiten τ und δτ .
Treffen die Photonen zu verschiedenen Zeiten auf den Strahlteiler, so werden die beiden
Detektionsereignisse genau um eine Zeit |δτ | auseinanderliegen. Die Wahrscheinlichkeit
einer gleichzeitigen Photodetektion (τ = 0) ist folglich null. Nur für Zeiten |τ | = |δτ |
kann die Koinzidenzwahrscheinlichkeit von null verschieden sein. Dies erklärt die kreuz-
förmige Struktur in Abbildung 2.8, wobei die Breite der Struktur durch die Dauer δt
der Photonenpulse gegeben ist. Treffen die Photonen gleichzeitig auf den Strahlteiler, so
werden auch gleichzeitige Detektionsereignisse registriert. In diesem Bereich entfällt die
Unterscheidung bzgl. der Reihenfolge der beiden Photonen, so dass die Höhe der Koinzi-
denzwahrscheinlichkeit pro Zeitintervall hier doppelt so groß ist, als in den Maxima der
kreuzförmigen Struktur.
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Abbildung 2.8: Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion P
(2)
34 (τ, δτ) als Funktion

der Zeit τ zwischen den beiden Detektionsereignissen und der Ankunftszeitdifferenz δτ der beiden
Photonen am Strahlteiler. In dem hier dargestellten Fall sind die Photonen orthogonal zueinander
polarisiert (ϕ = π/2).

Zum Vergleich mit dem Fall einer mangelnden Zeitauflösung, wie sie im vorangegan-
genen Abschnitt diskutiert wurde, müssen alle Koinzidenzwahrscheinlichkeiten unabhän-
gig von τ aufaddiert werden. Diese Integration über alle Zeiten τ ergibt wieder die von
δτ unabhängige Koinzidenzwahrscheinlichkeit mit dem Wert 1/2 (vgl. Abbildung 2.7).

Photonen gleicher Polarisation und identischer Frequenz

Abbildung 2.9 zeigt die Koinzidenzwahrscheinlichkeit für den Fall gleichpolarisierter
Photonen, die keinen Unterschied in der Frequenz aufweisen. Auch in diesem Fall ist
Gleichung 2.73 vollkommen symmetrisch in τ und δτ . Allerdings entfällt der konstan-
te Faktor 1/2, so dass die Koinzidenzwahrscheinlichkeit für τ = 0 oder δτ = 0 den
Wert null annimmt. Im Fall perfekter zeitlicher Überlagerung der beiden Photonen auf
dem Strahlteiler treten somit niemals gemeinsame Detektionsereignisse auf. Im zentralen
Bereich für τ < δt ist dies gerade die Signatur für das Auftreten der Zwei-Photonen-
Interferenz. Die beiden auf den Strahlteiler treffenden Photonenpulse führen zu keinen
gemeinsamen Detektionsereignissen in beiden Detektoren. Integriert man die Koinzidenz-
wahrscheinlichkeit wieder über alle Zeiten τ , so erhält man einen zentralen Einbruch in
der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit bei δτ = 0 (vgl. Abbildung 2.7).
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Abbildung 2.9: Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion für gleichpolarisierte Pho-
tonen identischer Frequenz (ϕ = 0,∆ = 0). Die Zwei-Photonen-Interferenz äußert sich hier durch
die fehlenden Koinzidenzen im Bereich τ = 0, δτ = 0.

Obwohl die gewonnene Zeitauflösung im Fall langer Photonen-Wellenpakete die Be-
trachtung der Zwei-Photonen-Interferenz in einer neuen Zeitkoordinate τ ermöglicht, er-
geben sich im Fall identischer Photonenpulse noch keinen neuen Erkenntnisse. Dies än-
dert sich jedoch grundlegend, wenn die Interferenz zweier Photonen verschiedener Fre-
quenz betrachtet wird.

Photonen gleicher Polarisation und verschiedener Frequenz

Wie in Abbildung 2.10 dargestellt, kommt es im Fall einer Frequenzdifferenz zwischen
den Photonen zu einer Oszillation in der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit.
Hierbei ist vorausgesetzt, dass die Dauer der Photonenpulse δt größer ist, als die Peri-
ode der Oszillation. Letztere ist durch 2π/∆ gegeben. Diese Oszillation ist nur in Ab-
hängigkeit der Zeit τ zwischen den Photodetektionen zu beobachten. Wie in Abschnitt
2.4.5 diskutiert, führt eine Frequenzdifferenz zwischen den Photonen im Fall mangelnder
Zeitauflösung lediglich zu einer verminderten Tiefe des Einbruchs in der Koinzidenz-
wahrscheinlichkeit (vgl. Abbildung 2.7). Eine solche Oszillation in der Zwei-Photonen-
Interferenz war in der Vergangenheit daher nicht nachweisbar.

In den Minima der Oszillation ist die Koinzidenzwahrscheinlichkeit P
(2)
34 (τ, δτ) iden-

tisch mit den Werten gleichpolarisierter Photonen ohne Frequenzdifferenz. Trotz der prin-
zipiellen Unterscheidbarkeit der Photonen werden aufgrund der verschiedenen Frequenz
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Abbildung 2.10: Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion für gleichpolarisierte
Einphotonen-Wellenpakete mit einer Frequenzdifferenz von ∆ = 3π/δt. Diese Frequenzdifferenz
führt zu einer Oszillation in der Koinzidenzwahrscheinlichkeit, die jedoch nur in der Zeitkoordi-
nate τ zu beobachten ist (siehe Text).

daher weiterhin keine gleichzeitigen Photodetektionen erwartet. Die Oszillation beginnt
immer mit dem Wert P

(2)
34 (τ = 0, δτ) = 0. In den Maxima erreicht die Koinzidenzwahr-

scheinlichkeit hingegen Werte, die doppelt so groß sind, als im Fall nicht interferierender
Photonen. Eine anschauliche Deutung dieses Effektes wird im nachfolgenden Abschnitt
2.4.7 diskutiert.

Im Fall gleichzeitig auf dem Strahlteiler eintreffender Photonen (δτ = 0) ist die Os-
zillation am stärksten ausgeprägt. Dieser Fall ist in Abbildung 2.11 dargestellt. Deutlich
zu erkennen ist die im Vergleich zur orthogonalen Polarisation überhöhte Koinzidenz-
wahrscheinlichkeit in den Maxima der Oszillation. Die Visibilität V dieser Oszillation,
definiert als das Verhältnis von Amplitude zum Mittelwert für δτ = 0, ist nur durch
cos2 ϕ begrenzt und weist im Fall gleichpolarisierter Photonen den Wert eins auf. Wie
in Abschnitt 2.4.10 diskutiert wird, ist eine solche Visibilität in der Intensitätskorrelation
klassischer Laserpulse prinzipiell nicht erreichbar und daher ein Effekt, der ausschließlich
aus dem nichtklassischen Charakter der beiden interferierenden Felder resultiert.
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Abbildung 2.11: Koinzidenzwahrscheinlichkeit in Abhängigkeit der Zeit τ zwischen den beiden
Photodetektionen für gleichzeitig am Strahlteiler eintreffende Photonen-Wellenpakete (δτ = 0).
Dargestellt ist zum einen der Fall orthogonaler Polarisation (gestrichelte Linie) und der Fall gleich-
polarisierter Photonen mit einer Frequenzdifferenz von ∆ = 3π/δt (durchgezogene Linie). In den
Maxima der Oszillation ist die Wahrscheinlichkeit, die beiden Photonen in verschiedenen Detek-
toren anzutreffen doppelt so groß als im Fall senkrecht zueinander polarisierter Photonen (siehe
Text).

2.4.7 Schritt für Schritt Analyse der Zwei-Photonen-Interferenz

Die zeitliche Lokalisierbarkeit eines Photodetektionsereignisses innerhalb der Dauer ei-
nes Photonen-Wellenpaketes ermöglicht die Betrachtung der Zwei-Photonen-Interferenz
aus einer veränderten Perspektive. Dieses Bild ermöglicht u.a. eine anschauliche Erklä-
rung für das Auftreten der Oszillationen in der Koinzidenzwahrscheinlichkeit von Photo-
nen verschiedener Frequenz. Hierbei steht die Rückwirkung eines ersten Detektionsereig-
nisses auf den Zustand des Lichtfeldes im Vordergrund [24]. Diese Betrachtungsweise der
Interferenz zweier Photonen wird im Folgenden für das vereinfachende Beispiel zweier
Einphotonen-Lichtfelder fester Frequenz diskutiert. Das Eingangslichtfeld am Strahlteiler
stellt sich somit dar als:

|Ψin〉 = |1ω1〉1|1ω2〉2 = â†1(ω1)â
†
2(ω2)|0〉 (2.74)

Die Zeitentwicklung des Systems wird in der folgenden Betrachtung allein durch die
Zeitentwicklung des Zustands |Ψ〉 erfasst. Ein Detektionsereignis zum Zeitpunkt t0 wird
damit durch das Wirken des Operators â(0) auf den Zustand |Ψin(t0)〉 beschrieben. Die
Zeitentwicklung des Zustandes ist entsprechend Gleichung 2.10 gegeben. Zum Zeitpunkt
t0 erhält man damit:
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|Ψin(t0)〉 = ei(ω1+ω2)t0 |1ω1〉1|1ω2〉2 (2.75)

Ein Detektionsereignis in einem der beiden Detektoren hinter dem Strahlteiler ist dem
Operator â3(0) bzw. â4(0) zuzuordnen und führt zu der Vernichtung eines ersten Photons.
Den auf ein Detektionsereignis zum Zeitpunkt t0 in Detektor 3 bzw. 4 konditionierten
Zustand erhält man dann durch die Wirkung eines dieser Operatoren auf den Eingangszu-
stand 9.

|Ψcond(t0)〉 = â3,4(0) |Ψin(t0)〉

=
1√
2

(â2(0)± â1(0)) |Ψin(t0)〉

=
1√
2

(|1ω1〉1|0〉2 ± |0〉1|1ω2〉2)

Da der Detektionsprozess durch einen Leiteroperator der Form â(t) =
∫

dωâ(ω) exp (iωt)
beschrieben wird, und somit die Vernichtung eine Photons zu einem festen Zeitpunkt be-
schreibt, bleibt die Energie dieses Photons unbestimmt. Daher ergibt sich obiger Super-
positionszustand eines Photon verschiedener Energie in zwei verschiedenen Eingängen
des Strahlteilers. Die Zeitentwicklung der beiden Teilzustände verläuft folglich mit ver-
schiedener Frequenz, so dass man unter Einführung der Frequenzdifferenz ∆ := ω2 − ω1

folgenden Ausdruck erhält:

|Ψcond(t0 + τ)〉 =
1√
2

(exp (iω1τ)|1ω1〉1|0〉2 ± exp (iω2τ)|0〉1|1ω2〉2)

=
1√
2

(|1ω1〉1|0〉2 ± exp (i∆ · τ) |0〉1|1ω2〉2)

Ein solcher Zustand ist bereits in Zusammenhang mit der Interferenz zweier Lichtfel-
der am Strahlteiler diskutiert worden. Die relative Phase exp (i∆ · τ) entscheidet darüber,
in welchem Ausgang des Strahlteilers das Photon vorzufinden ist. Besitzen die beiden
Lichtfelder dieselbe Frequenz, so ist exp (i∆ · τ) = 1 und der konditionierte Zustand des
Lichtfeldes ist unabhängig von der Zeit τ stets so beschaffen, dass das zweite Photon in
demselben Ausgang des Strahlteilers vorzufinden ist, in dem das erste Photon detektiert
wurde. Die Wahrscheinlichkeit, die Photonen in getrennten Detektoren zu detektieren, ist
somit stets null, was gerade die Zwei-Photonen-Interferenz beschreibt.

Mit einer von null verschiedenen Frequenzdifferenz ∆ bestimmt jedoch die Zeit τ
darüber, in welchem Ausgang des Strahlteilers das zweite Photon vorzufinden ist. Für
τ = 0 ist das Photon mit Sicherheit in demselben Ausgang des Strahlteilers anzutreffen
wie das erste Photon. Für τ = ∆/2π hat sich die Phase gerade so entwickelt, dass das
Photon mit Sicherheit im entgegengesetzten Ausgang des ersten Photons anzutreffen ist.
Damit kommt es zu einer Oszillation in der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit,
die stets bei τ = 0 mit dem Wert null beginnt und in den Maxima doppelt so groß ist, wie
im Fall nicht interferierender Photonen.

9Zu Gunsten einer besseren Lesbarkeit werden globale Phasen der Zustände nicht mit aufgeführt.
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Legt man sich auf eine erste Photodetektion in Detektor 3 fest, und berechnet man aus-
gehend vom konditionierten Zustand |Ψcond(t0+τ)〉 = |1ω1〉1|0〉2+exp (i∆ · τ) |0〉1|1ω2〉2
die Wahrscheinlichkeit P34, das zweite Photon zum Zeitpunkt t0 + τ in Detektor 4 nach-
zuweisen, so erhält man :

P34 = 〈Ψcond(t0 + τ)|â†4(0)â4(0)|Ψcond(t0 + τ)〉 =
1

2
(1− cos (∆ · τ)) (2.76)

Dieses Resultat entspricht gerade der durch Gleichung 2.73 gegebenen gemeinsamen De-
tektionswahrscheinlichkeit im Fall von Photonen fester Frequenz ω.

2.4.8 Ensemble von Einzelphotonenpulsen
In den bisherigen Abschnitten wurde die Zwei-Photonen-Interferenz ausschließlich für
Ensemble über Einzelphotonenpulse analysiert, die sich durch reine Zustände |1(ξ)〉 cha-
rakterisieren lassen. In der Praxis ist die Präparation eines solchen Ensembles mit per-
fekter Kontrolle über die besetzten Raum-Zeit-Moden ξ(t) schwer zu verwirklichen. Die
bisherige Diskussion soll daher auf Ensemble verallgemeinert werden, die durch einen
Dichteoperator %̂ bzgl. der besetzten Raum-Zeit-Moden beschrieben werden müssen. Zur
Vereinfachung der Betrachtungen wird hierzu angenommen, dass sich die Raum-Zeit-
Moden nur in einem der Parameter ϑ unterscheiden10. Im Ensemble soll dieser Parameter
einer Verteilungsfunktion f(ϑ) unterliegen. Der Dichteoperator eines solchen Ensembles
über Einzelphotonenpulse schreibt sich dann als [38]:

%̂ =

∫
dϑ f(ϑ) %̂(ξ(ϑ)) (2.77)

Dabei definiert %̂(ξ(ϑ)) = |1(ξ)〉〈1(ξ)| den Dichteoperator der reinen Zustände. Die Kor-
relationsfunktion erster Ordnung ist entsprechend Abschnitt 2.2.1 durch den Erwartungs-
wert G(1)(t0) = tr(%̂ â†(t0)â(t0)) gegeben. Damit kann man schreiben:

G(1)(t0) = tr(

∫
dϑ f(ϑ) %̂(ξ(ϑ)) â†(t0)â(t0)) (2.78)

Aufgrund der Linearität der Spurfunktion kann die Integration mit der Spurbildung ver-
tauscht werden. Die Spur über die reinen Zustände ist bereits in Abschnitt 2.2.1 berechnet
worden. Mit tr(%̂(ξ(ϑ)) â†(t0)â(t0)) = |ξ(t0)|2 erhält man:

G(1)(t0) =

∫
dϑ f(ϑ) |ξ(t0)|2 (2.79)

Unter der Voraussetzung, dass die besetzten Raum-Zeit-Moden lang im Vergleich zur De-
tektorzeitauflösung sind, ist die Wahrscheinlichkeit einer Photodetektion zum Zeitpunkt
t0 proportional zu dem Wert G(1)(t0).

Zur Betrachtung der Zwei-Photonen-Interferenz wird der Dichteoperator %̂12 für ein
Ensemble über Photonenpaare benötigt. Hierzu wird angenommen, dass die zwei auf

10Dieser Parameter kann bei Gauß’schen Raum-Zeit-Moden beispielsweise die Frequenz ω1,2 aber auch
der zeitliche Schwerpunkt der Emissionszeit δτ1,2 sein.
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dem Strahlteiler überlagerten Photonen aus je einem Ensemble mit den Dichteoperato-
ren %̂1 und %̂2 stammen. Unter der Voraussetzung, dass die beiden Ensemble unabhängig
voneinander sind, lässt sich der Dichteoperator für das Ensemble der Photonenpaare als
Tensorprodukt %̂12 = %̂1 ⊗ %̂2 schreiben. Man erhält damit:

%̂12 =

∫∫
dϑ1dϑ2 f1(ϑ1)f2(ϑ2) %̂(ξ1(ϑ1), ξ2(ϑ2)) (2.80)

Hierbei ist %̂(ξ1(ϑ1), ξ2(ϑ2)) wieder durch die reinen Zustände |1(ξ1)〉1|1(ξ2)〉2 definiert.
Die Korrelationsfunktion zweiter Ordnung, welche durch Gleichung 2.51 gegeben ist,
stellt sich mit diesem Dichteoperator und unter Vertauschung von Spur und Integration
dar als11:

G
(2)
34 (t1, t2) =

∫∫
dϑ1dϑ2 f1(ϑ1)f2(ϑ2) tr(%̂(ξ1, ξ2) Â(t1, t2)) (2.81)

Mit diesen Ergebnissen können die bisherigen Aussagen zur zeitaufgelösten Interferenz
zweier Photonen auf Gemische %̂12 erweitert werden. Hierbei werden zwei für die wei-
teren Betrachtungen wichtige Beispiele diskutiert: ein Gemisch über Frequenzen und ein
Gemisch über Ankunftszeiten am Strahlteiler.

Streuungen in der Frequenz

Zuerst werden zwei Ensemble von Einzelphotonenpulsen betrachtet, deren Frequenzen
ω1,2 einer Verteilungsfunktion f1,2(ω1,2) unterliegen. Entsprechend Gleichung 2.80 stellt
sich der Dichteoperator dann wie folgt dar:

%̂12 =

∫∫
dω1dω2 f1(ω1)f2(ω2) %̂(ξ1, ξ2) (2.82)

Mit der Variablentransformation ω1 =: ω und ω2 =: ω + ∆ lässt sich die Korrelations-
funktion 2.81 mittels einer Verteilungsfunktion für die Frequenzdifferenz ∆ ausdrücken.

G
(2)
34 (t1, t2) =

∫
d∆ f(∆) tr(%̂(ξ1, ξ2) Â(t1, t2)) (2.83)

Der Ausdruck tr(%̂(ξ1, ξ2) Â(t1, t2)) stellt die Korrelationsfunktion für die reinen Zustän-
de dar und ist durch Gleichung 2.72 gegeben. Die Verteilungsfunktion f(∆) für die Fre-
quenzdifferenz ist gegeben durch:

f(∆) :=

∫
dω f1(ω)f2(ω, ∆) (2.84)

Im Fall zweier Gauß’scher Frequenzverteilungen f1,2(ω1,2) der Form

fi(ωi) =
1√

π δωi

exp(−(ω0i − ωi)
2/δω2

i ) (2.85)

stellt sich auch die Verteilungsfunktion der Frequenzdifferenz ∆ wieder als Gauß’sche
Funktion dar:

11Der Operator Â ist dabei definiert durch Â(t1, t2) := â†1(t1) â†2(t2) â2(t2) â1(t1).
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Abbildung 2.12: Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion als Funktion der Zeit τ
zwischen den Detektionsereignissen. Dargestellt ist hier der Fall gleichzeitig am Strahlteiler ein-
treffender, gleichpolarisierter Photonen-Wellenpakete, die im Ensemble eine Streuung bzgl. ihrer
Frequenzen aufweisen. Die Verteilungsfunktionen dieser Streuungen sind mit derselben Mitten-
frequenz angenommen (∆0 = 0). Die Frequenzdifferenz ∆ im Ensemble der Photonenpaare weist
damit eine Verteilungsfunktion der Breite δω um ∆ = 0 auf. Die Breite des Einbruchs in der Ko-
inzidenzwahrscheinlichkeit um τ = 0 ist proportional zum Kehrwert der Frequenzstreuung δω
(siehe Text). Im Limes großer Frequenzstreuung unterscheidet sich das Ergebnis nicht mehr von
dem Fall senkrecht zueinander polarisierter Photonen.

f(∆) =
1√
π δω

exp(−(∆0 −∆)2/δω2) (2.86)

Dabei ist ∆0 := ω02 − ω01 durch die Differenz der Mittelwerte und δω :=
√

δω2
1 + δω2

2

durch die Breiten der beiden Frequenzverteilungen definiert.
Die zeitaufgelöste Zwei-Photonen-Interferenz für den Fall eines solchen Gemisches

über Frequenzen wird nun für den Fall gleichzeitig am Strahlteiler eintreffender Photo-
nen (δτ = 0) betrachtet. Die gemeinsame Detektionswahrscheinlichkeit wird somit nur
noch als Funktion der Zeit τ zwischen den Detektionsereignissen diskutiert. Die Lösung
des Integrals 2.83 und die Berechnung der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit
P

(2)
34 (τ) entsprechend Gleichung 2.54 ergibt in diesem Fall:

P
(2)
34 (τ) =

∆t2

2
√

πδt

[
1− cos2 ϕ cos (τ∆0) exp

(
− τ 2

4/δω2

)]
exp

(
− τ 2

δt2

)
(2.87)

Dieses Ergebnis unterscheidet sich von der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit
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Abbildung 2.13: Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion als Funktion der Zeit
τ für gleichzeitig auf den Strahlteiler treffende Photonen. Die Streuung der Frequenzen ist hier
mit einer Breite von δω = π/(2δt) angenommen. Die durchgezogene Linie gibt den Verlauf der
Koinzidenzwahrscheinlichkeit wieder, wenn die Mittenfrequenzen der beiden Verteilungsfunktio-
nen um ∆0 = 3π/δt auseinanderliegen. In diesem Fall kommt es wieder zu einer Oszillation,
deren Visibilität jedoch mit zunehmender Zeit τ gedämpft wird (siehe Text). Die Minima die-
ser Oszillation liegen auf dem Verlauf der Koinzidenzwahrscheinlichkeit für Photonen identischer
Frequenzstreuungen. Zur Orientierung ist zusätzlich der Fall senkrechter Polarisation dargestellt.

im Fall reiner Zustände (siehe Gleichung 2.73 für δτ = 0) durch das Auftreten eines
zusätzlichen Terms exp (−τ 2δω2/4).

Dieser Term besitzt keinen Einfluss auf das Ergebnis für orthogonal zueinander po-
larisierte Photonen. Dies ist verständlich, da sich die Streuung der Frequenzen nur auf
den Phasenterm der Raum-Zeit-Moden auswirkt und die gemeinsame Detektionswahr-
scheinlichkeit im Fall senkrechter Polarisation unabhängig vom Phasenterm ist. Hieraus
darf jedoch nicht der Schluss gezogen werden, dass Streuungen in den Raum-Zeit-Moden
prinzipiell keinen Einfluss auf P

(2)
34 im Fall senkrechter Polarisation besitzen. Dies wird

im nachfolgenden Abschnitt am Beispiel einer Streuung der Ankunftszeiten der Photonen
weiter diskutiert.

Die Auswirkung einer Streuung in den Frequenzen auf die gemeinsame Detektions-
wahrscheinlichkeit im Fall gleichpolarisierter Photonen wird zunächst für Ensemble von
Einzelphotonenpulsen diskutiert, deren Frequenzverteilungen f1,2(ω1,2) denselben Mit-
telwert ω01 = ω02 besitzen. Damit ist ∆0 = 0. In Abbildung 2.12 ist die gemeinsa-
me Detektionswahrscheinlichkeit P

(2)
34 in Abhängigkeit der Zeit τ für verschieden breite

Frequenzverteilungen der Frequenzdifferenz der Photonenpaare dargestellt. Ohne Streu-
ungen in der Frequenz werden prinzipiell keine gemeinsamen Detektionsereignisse er-
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wartet. Unabhängig von τ ist P
(2)
34 stets null. Für δω 6= 0 führt der zusätzliche Term in

Gleichung 2.87 zu einem Anstieg in der Koinzidenzwahrscheinlichkeit mit zunehmender
Zeit τ . Der Fall gleicher Polarisation unterscheidet sich vom Fall senkrechter Polarisation
damit durch einen Einbruch in der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit um τ = 0.
Die halbe 1/e-Breite dieses Einbruchs ist dabei ausschließlich durch die Streuung δω der
Frequenzdifferenz des Ensembles der Photonenpaare gegeben und ist identisch mit der
Kohärenzzeit des Ensembles der Einzelphotonenpulse:

tcoh = 2/δω (2.88)

Diese Kohärenzzeit des Ensembles darf nicht mit der Kohärenzzeit einzelner Photonen
der Moden ξ(t) verwechselt werden. Letztere ist identisch mit der Dauer δt der Raum-
Zeit-Moden und ggf. viel länger als tcoh.

Unterscheiden sich die Frequenzverteilungen der beiden Ensemble hinsichtlich ihrer
Mittenfrequenzen, so ist ∆0 6= 0, und es treten wieder Oszillationen in der gemeinsamen
Detektionswahrscheinlichkeit auf. Dieser Fall ist in Abbildung 2.13 dargestellt. Im Ge-
gensatz zu dem in Abschnitt 2.4.6 diskutierten Ergebnis wird die Oszillation diesmal ge-
dämpft und verliert mit zunehmender Zeit an Visibilität. Die Zeitkonstante dieser Dämp-
fung ist entsprechend Gleichung 2.87 identisch mit der Kohärenzzeit tcoh des Ensembles.
Es ist:

V (τ) = exp

(
− τ 2

4/δω2

)
(2.89)

Ist die Kohärenzzeit tcoh kleiner als 1/∆0, so ist die Dämpfung zu stark und die Oszillation
nicht mehr nachweisbar. Zum experimentellen Nachweis einer Oszillation in der zeitauf-
gelösten Zwei-Photonen-Interferenz muss daher sichergestellt werden, dass die Frequenz-
differenz ∆0 größer ist als die Breite der Frequenzstreuung δω.

Streuungen in der Ankunftszeitdifferenz

Als zweites Beispiel wird ein Ensemble über Photonenpaare betrachtet, das eine Streu-
ung in den Ankunftszeiten der Photonen am Strahlteiler aufweist. Eine solche Streu-
ung kann z.B. durch eine ungenügende Kontrolle des Emissionszeitpunktes der einzel-
nen Photonen-Wellenpakete verursacht sein. Ganz analog zur Betrachtung des Gemisches
über Frequenzen lässt sich die Korrelationsfunktion G

(2)
34 (t1, t2) mittels einer Verteilungs-

funktion für die Ankunftszeitdifferenz δτ = δτ2 − δτ1 zwischen zwei Photonen aus-
drücken.

G
(2)
34 (t1, t2) =

∫
d(δτ) f(δτ) tr(%̂(ξ1, ξ2) Â(t1, t2)) (2.90)

Unter der Annahme, dass die Streuungen für die Ankunftszeit der Photonen in beiden
Ensemble durch eine Gauß’sche Verteilungsfunktion gegeben ist, wird auch die Vertei-
lungsfunktion f(δτ) für die Differenz der Ankunftszeiten durch eine Gauß’sche Funktion
beschrieben. Dabei ist vorausgesetzt, dass die Verteilungsfunktionen f(δτ1,2) identisch
sind, so dass die Gaußfunktion um δτ = 0 herum zentriert ist.
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Abbildung 2.14: Wahrscheinlichkeit einer gemeinsamen Photodetektion als Funktion der Zeit τ
für den Fall, dass eine Streuung in der Ankunftszeitdifferenz δτ auftritt. Der gaußförmige Ver-
lauf der Koinzidenzwahrscheinlichkeit im Fall senkrechter Polarisation besitzt eine halbe 1/e-
Breite von tpeak =

√
δt2 + ∆τ2 und ist damit um die Streuung ∆τ der Ankunftszeitdiffe-

renz verbreitert. Die Breite des Einbruchs im Fall gleichpolarisierter Photonen ergibt sich durch
tdip = tpeak δt/∆τ . Zum Vergleich ist zusätzlich der gaußförmige Verlauf des Amplitudenterms
der Photonenpulse dargestellt (durchgezogene Linie). Dieser besitzt die Breite δt.

f(δτ) =
1√

π ∆τ
exp(−δτ 2/∆τ 2) (2.91)

Im Gegensatz zu einer Streuung der Frequenz wirkt sich eine Streuung der Ankunfts-
zeitdifferenz nicht nur über den Phasenterm, sondern auch über den Amplitudenterm der
Raum-Zeit-Moden auf die Korrelationsfunktion aus. Damit besitzt diese Streuung nicht
nur Einfluss auf die Korrelationsfunktion des gleichpolarisierten Falls, sondern auch auf
den Fall senkrechter Polarisation. Als Ergebnis erhält man:

P
(2)
34 (τ) =

∆t2

2
√

π
√

δt2 + ∆τ 2

[
1− cos2 ϕ cos (τ∆0) exp

(
− τ 2

δt2 + δt4/∆τ 2

)]
· exp

(
− τ 2

δt2 + ∆τ 2

)
(2.92)

Dieses Resultat ist formal identisch zum Ergebnis für die Koinzidenzwahrscheinlichkeit
im Falle einer Streuung in der Frequenz (vgl. Gleichung 2.87). Allerdings ist die halbe
1/e-Breite der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit für senkrecht zueinander po-
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larisierte Photonen nicht mehr identisch mit der Dauer δt der zugrunde liegenden Raum-
Zeit-Moden, sondern um die Streuung ∆τ verbreitert.

tpeak =
√

δt2 + ∆τ 2 (2.93)

Weiterhin ist die halbe 1/e-Breite des Einbruchs in der Koinzidenzwahrscheinlichkeit
nicht mehr unabhängig von tpeak, sondern gegeben durch:

tdip =
√

δt2 + δt4/∆τ 2 =
δt

∆τ
tpeak (2.94)

Für den Fall, dass die Streuung ∆τ in der Ankunftszeitdifferenz gegen null geht, wird tdip

unendlich groß und Gleichung 2.92 geht in Gleichung 2.73 für den Fall zweier Ensemble
reiner Zustände über. Geht andererseits die Dauer der Photonen gegen null, so gibt tpeak

nur noch die Breite ∆τ der Streuung wieder und die Breite des Einbruchs tdip geht gegen
null. Die Beobachtung einer zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz ist in diesem Fall
nicht mehr möglich. In der Praxis ist dies auch dann schon gegeben, wenn die Dauer der
Photonen die Detektorzeitauflösung ∆t unterschreitet.

Abbildung 2.14 veranschaulicht die Beziehungen zwischen der Dauer δt der Photonen
und der Breiten tpeak und tdip.

2.4.9 Kontrast bei der Zwei-Photonen-Interferenz
Im vorangegangenen Abschnitt wurde gezeigt, dass selbst im Fall verschiedener Frequen-
zen oder Ankunftszeiten der Photonen niemals gleichzeitige Photodetektionen zu erwar-
ten sind. Dies gilt jedoch nur für Photonen gleicher Polarisation, die auf einem 50/50-
Strahlteiler perfekt überlagert werden. Sobald die Polarisation der Photonen jedoch einen
Winkel ϕ 6= 0 einschließt und / oder der Transmissionskoeffizient σ und der Reflexions-
koeffizient ρ des Strahlteilers verschieden sind, nimmt P

(2)
34 (τ = 0) einen Wert größer null

an. In diesem Abschnitt wird die Auswirkung des Winkels ϕ und der Transmissions- und
Reflexionskoeffizienten des Strahlteilers auf den Kontrast der Zwei-Photonen-Interferenz
untersucht. Dabei kann die Unterscheidung der Photonen bzgl. ihrer Polarisation auch als
Modell für eine nicht perfekte Überlagerung ihrer Transversalmoden dienen.

Unter dem Kontrast K wird im Folgenden die Größe

K :=
P

(2)
34,HV − P

(2)
34

P
(2)
34,HV

bei τ = δτ = 0 (2.95)

verstanden. Bezogen auf den Referenzfall senkrecht zueinander polarisierter Photonen
P

(2)
34,HV bewertet diese Größe die Tiefe des Einbruchs in der Koinzidenzwahrscheinlich-

keit bei τ = 0 von gleichzeitig auf dem Strahlteiler eintreffenden Photonen δτ = 0.

Da die Wahrscheinlichkeit P
(2)
34 einer gemeinsamen Photodetektion für einen beliebigen

Winkel ϕ zwischen den beiden Polarisationen analog zu Gleichung 2.58 durch P
(2)
34 =

cos2 ϕ P
(2)
34,HH + sin2 ϕ P

(2)
34,HV gegeben ist, erhält man:
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K =
P

(2)
34,HV − P

(2)
34,HH

P
(2)
34,HV

cos2 ϕ (2.96)

Der Einfluss des Teilungsverhältnisses des Strahlteilers auf Zwei-Photonen-Interferenz ist
bereits in Abschnitt 2.3.3 deutlich geworden. Im Fall eines symmetrischen, polarisations-
unabhängigen Strahlteilers mit dem Transmissionskoeffizient σ und dem Reflexionsko-
effizient ρ erhält man für die Koinzidenzwahrscheinlichkeit von Photonen gleicher und
orthogonaler Polarisation die beiden Ausdrücke:

P
(2)
34,HH(τ, δτ) = H(τ, δτ)

[
ρ4 exp

(
2τ δτ

δt2

)
+ σ4 exp

(
−2τ δτ

δt2

)
− 2ρ2σ2

]
P

(2)
34,HV (τ, δτ) = H(τ, δτ)

[
ρ4 exp

(
2τ δτ

δt2

)
+ σ4 exp

(
−2τ δτ

δt2

)]
Mit der Abkürzung

H(τ, δτ) :=
∆t2√
π δt

exp

(
−δτ 2 + τ 2

δt2

)
(2.97)

Für den Kontrast K der Zwei-Photonen-Interferenz erhält man damit die Gleichung:

K =
2ρ2σ2

ρ4 + σ4
cos2 ϕ (2.98)

Diese Größe erreicht nur dann den Maximalwert K = 1, wenn ρ2 = σ2 und ϕ = 0 ist,
wenn also ein 50/50-Strahlteiler eingesetzt wird und die Photonen exakt die gleiche Pola-
risation aufweisen bzw. hinsichtlich ihrer Transversalmoden perfekt auf dem Strahlteiler
überlagert sind.

2.4.10 Intensitätskorrelation bei klassischen Lichtfeldern

Zum Abschluss dieses Theorie-Kapitels wird die Interferenz zweier Laserpulse auf einem
Strahlteiler diskutiert. Als klassisches Pendant zur Zwei-Photonen-Interferenz soll hier-
bei die Intensitätskorrelation der beiden Ausgangslichtfelder am Strahlteiler betrachtet
werden.

Ausgangspunkt der Diskussion sind zwei Laserpulse der Dauer δt, die gleichzeitig auf
einem Strahlteiler treffen und dort perfekt überlagern. Als Modell dieser Laserpulse die-
nen im Folgenden zwei klassische monochromatische Felder E1,2(t) = E+

1,2(t) + E−
1,2(t)

linearer Polarisation. Die beiden Felder weisen die gleiche zeitabhängige Feldamplitude
E0(t) auf, unterscheiden sich jedoch hinsichtlich ihrer Polarisationsvektoren e1 und e2

und einer Phase δ(t) voneinander.

E+
1 (t) =

1

2
E0(t) e1 e−iωt und E+

2 (t) =
1

2
E0(t) e2 e−iωt−iδ(t) (2.99)
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Abbildung 2.15: Intensitätskorrelation zweier klassischer Felder. Kurve (a) zeigt das Ergebnis
für senkrecht zueinander polarisierte Felder (ϕ = π/2). Bei den Kurven (b) und (c) sind beide
Felder gleich polarisiert (ϕ = 0), wobei Kurve (b) die Intensitätskorrelation von Feldern gleicher
Frequenz aber einer relativen Phase von δ0 = π/8 und Kurve (c) das Ergebnis für zwei Felder mit
einer Frequenzdifferenz von ∆ω = 6π/δt zeigt.

Entsprechend Gleichung 2.29 berechnen sich die Ausgangslichtfelder am Strahlteiler zu
E±

3,4(t) = 1/
√

2(E±
1 (t)±E±

2 (t)). Hierbei ist ein polarisationsunabhängiger 50/50-Strahl-
teiler zugrunde gelegt. Die Intensität der Felder an den Ausgängen des Strahlteilers hängt
dann von dem Winkel cos ϕ = e1e2 zwischen den beiden Polarisationsrichtungen und der
relativen Phase δ(t) ab.

I3,4(t) = I0(t) (1± cos ϕ cos δ(t)) (2.100)

Hierbei ist I0(t) proportional zum Betragsquadrat |E0(t)|2 der Feldamplitude. Die Korre-
lationsfunktion zweiter Ordnung bzw. die Intensitätskorrelation ist gegeben durch:

G
(2)
34 (τ) = 〈E−

3 (t)E−
4 (t + τ)E+

4 (t + τ)E+
3 (t)〉 = 〈I3(t)I4(t + τ)〉

Die Klammern 〈...〉 stehen hierbei für die Mittelwertbildung über die Zeit t. Mit obigen
Ausgangslichtfeldern erhält man den Ausdruck:

G
(2)
34 (τ) = 〈 E0(t)

2 E0(t + τ)2 (1 + cos ϕ cos δ(t)) (1− cos ϕ cos δ(t + τ)) 〉 (2.101)

Zum Vergleich dieses Resultats mit der Interferenz zweier Photonen verschiedener Fre-
quenz, wird im folgenden angenommen, dass sich die relative Phase zwischen den beiden
Eingangsfeldern aus einer festen Frequenzdifferenz ∆ und einer festen Anfangsphase δ0
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zusammensetzt, so dass δ(t) = ∆ωt + δ0 ist. Ferner wird in Analogie zu den bisher
betrachteten Gauß’schen Raum-Zeit-Moden 2.4.4 eine Gauß’sche Zeitabhängigkeit der
Amplituden E0(t) = E0 exp (−(t/δt)2) vorausgesetzt. Die Auswertung von Gleichung
2.101 ergibt dann den Ausdruck:

G
(2)
34 (τ) = C exp

(
− τ 2

δt2

) [
1− cos2 ϕ

2

(
cos (∆ · τ) + cos 2δ0 exp

(
− δt2

4/∆2

))]
Hierbei ist C eine für die weiteren Betrachtungen unerhebliche Konstante. Dieses allge-
meine Ergebnis soll nun für einige Sonderfälle diskutiert werden.

Der einfachste Fall tritt ein, wenn die beiden Felder senkrecht zueinander polarisiert
sind (ϕ = π/2). Da in diesem Fall keine Interferenz auftritt, ist G

(2)
34 (τ) lediglich durch

die Gauß’schen Zeitabhängigkeit der Amplituden gegeben (siehe Abbildung 2.15 (a)).

G
(2)
34,HV (τ) = C exp

(
− τ 2

δt2

)
(2.102)

Weisen beide Felder die gleiche Polarisation auf (ϕ = 0), so treten ähnlich wie bei der
Zwei-Photonen-Interferenz Oszillationen in der Intensitätskorrelationsfunktion auf. Die
Periodendauer dieser Oszillation ist dabei wieder durch die Frequenzdifferenz der beiden
Felder gegeben. Allerdings wird die Situation hier durch einen zusätzlichen von der An-
fangsphase δ0 abhängigen Term verkompliziert. Die Unterscheidung zweier Grenzfälle
scheint deshalb sinnvoll.

Ist die Periodendauer 1/∆ der Oszillationen sehr viel größer als als die Dauer δt der
Laserpulse, so sind innerhalb von δt keine Oszillationen zu beobachten. Die Intensitäts-
korrelationsfunktion wird in diesem Fall nur von der Anfangsphase δ0 bestimmt und kann
alle Werte zwischen null und dem Fall senkrechter Polarisation annehmen (siehe Abbil-
dung 2.15 (b)).

G
(2)
34,HH(τ)

∆� 1
δt=

C

2
exp

(
− τ 2

δt2

)
(1− cos 2δ0) (2.103)

Dies ist leicht einzusehen, da die Ausgangsintensitäten 2.100 im gleichpolarisierten Fall
innerhalb der Pulsdauer ausschließlich durch δ0 bestimmt werden. Die Anfangsphase δ0

kann z.B. so gewählt werden, dass eine der Intensitäten null ist. Damit nimmt dann auch
die Intensitätskorrelation den Wert null an. Diese Abhängigkeit der Intensitätskorrelation
von der Anfangsphase der beiden Felder ist ein wichtiger Unterschied zur Zwei-Photonen-
Interferenz.

Ist die Frequenzdifferenz hingegen groß genug, so werden sich die Intensitäten unab-
hängig von der Anfangsphase noch innerhalb der Pulsdauer verändern, was sich ebenfalls
in der Intensitätskorrelationsfunktion bemerkbar macht. Je größer ∆ im Vergleich zu 1/δt
wird, desto kleiner wird der Einfluss der Anfangsphase, und G2

34(τ) wird vollständig von
der Modulation durch cos (∆ · τ) bestimmt (siehe Abbildung 2.15 (c)).

G
(2)
34,HH(τ)

∆� 1
δt= C exp

(
− τ 2

δt2

) (
1− cos (∆ · τ)

2

)
(2.104)
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An diesem Ergebnis überrascht zunächst die Tatsache, dass G2
34(τ) für τ = 0 stets mini-

mal ist. Dies ist jedoch insofern leicht einzusehen, als dass die Ausgangsintensitäten 2.100
gegenphasig oszillieren. Das über die Zeit gemittelte Produkt dieser Intensitäten muss mit
wachsendem τ solange größer werden, bis die Ausgangssignale gerade um eine Periode
gegeneinander verschoben sind. Von diesem Maximalwert an wird G2

34(τ) wieder kleiner,
bis beide Ausgangssignale wieder gegenphasig verlaufen usw. Die Minima befinden sich
damit bei den Zeiten τ , die ein ganzzahliges Vielfaches der Periode 2π/∆ sind.

Das wichtigste Merkmal der klassischen Intensitätskorrelation ist die Begrenzung der
Visibilität. Im Gegensatz zur Zwei-Photonen-Interferenz, bei der die Oszillation in der
gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit eine Visibilität von eins aufweist, ist die Vi-
sibilität im Fall zweier Laserpulse grundsätzlich auf den Wert V = 1/2 begrenzt.



Kapitel 3

Experimenteller Aufbau

Der Aufbau des Experiments gliedert sich in zwei Funktionsblöcke: einer gepulsten Ein-
zelphotonenquelle und einem nachfolgenden Aufbau, der die zeitangepasste Überlage-
rung zweier nacheinander erzeugter Photonen auf einem Strahlteiler ermöglicht.

Die Einzelphotonenquelle ist in der Lage, mehrere aufeinander folgende Einzelpho-
tonenpulse mit kontrolliertem zeitlichen Abstand zu erzeugen. Der Erzeugungsprozess
basiert auf einer adiabatischen Passage einzelner Rubidium-Atome im Innern eines Re-
sonators hoher Finesse [45, 21, 46, 22, 47, 23]. Die Dauer der einzelnen Photonen-
Wellenpakete lässt sich durch den Erzeugungsprozess kontrollieren und übersteigt die
Zeitauflösung derzeitiger Detektoren um mehrere Größenordnungen. Dies stellt den Schlüs-
sel zur Untersuchung einer zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz dar. Des Weiteren
erlaubt der eingesetzte Erzeugungsprozess eine Kontrolle über die Frequenz der Photo-
nen. Damit wird es möglich, nacheinander einzelne Photonen zu erzeugen, deren Frequen-
zen kontrolliert um einige Megahertz auseinanderliegen. Abschnitt 3.1 fasst den Aufbau
und die Funktion dieser Quelle zusammen und erläutert das Prinzip der Kontrolle über
die Frequenz der emittierten Photonen. Eine umfangreiche Darstellung der theoretischen
Grundlagen, der experimentellen Details und der Charakterisierung der Einzelphotonen-
quelle war Gegenstand der Dissertation von Markus Hennrich [23].

In Abschnitt 3.2 werden zwei wesentliche Optimierungsschritte der Quelle erläutert.
Diese zielen auf eine verbesserte Reproduzierbarkeit der von den Photonen besetzten
Raum-Zeit-Moden und eine Erhöhung der Effizienz der Quelle. Zum einen wurde das
Magnetfeld im Innern des Resonators kompensiert und somit die Aufspaltung der ma-
gnetischen Unterzustände minimiert. Wie in Abschnitt 3.2.1 diskutiert wird, sollte dieser
Schritt eine verminderten Streuung in den Frequenzen der erzeugten Photonen nach sich
ziehen. Zum anderen wurde ein neues Rückpumpschema eingesetzt, welches sowohl zu
einer verbesserte Effizienz der Quelle als auch zu einer verbesserten Kontrolle über die
von den Photonen besetzten Raum-Zeit-Moden führt. Die Funktion dieses Rückpump-
schemas wird in Abschnitt 3.2.2 diskutiert.

Der an die Einzelphotonenquelle anschließende Aufbau dient der Beobachtung und
Untersuchung der Zwei-Photonen-Interferenz von nacheinander erzeugten Einzelphoto-
nenpulsen. Konzeptionell gleicht er einem Mach-Zehnder-Interferometer mit sehr unter-
schiedlichen Armlängen. Die Beschreibung und die Charakterisierung dieses Interfero-
meters ist Gegenstand von Abschnitt 3.3.

48
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3.1 Aufbau und Funktion der Einzelphotonenquelle
Dieser Abschnitt fasst die Funktion der Einzelphotonenquelle zusammen. Das Prinzip
dieser Quelle ist in Abbildung 3.1 dargestellt. Neben einer kurzen Zusammenfassung der
adiabatischen Passage in dem Atom-Resonator-System werden Details der Atompräpara-
tion, des optischen Resonators sowie der eingesetzten Triggersequenz und des Messzy-
klus erläutert.

3.1.1 Adiabatische Passage in Rubidium 85
Der eingesetzte Erzeugungsprozess einzelner Photonen nutzt das Vakuumfeld des opti-
schen Resonators, um einen Ramanprozess mittels einer adiabatischen Passage zu stimu-
lieren. Dieser Ramantransfer wurde in einem Λ-System aus Hyperfein-Übergängen der
D2-Linie von Rubidium 85Rb realisiert. Abbildung 3.2 zeigt das zugehörige Termschema
ohne Darstellung der magnetischen Unterzustände. Die an der adiabatischen Passage be-
teiligten Zustände sind die beiden Hyperfeinzustände F = 3 und F = 2 des 5S1/2 Grund-
zustands und das Hyperfeinniveau F ′ = 3 des elektronisch angeregten 5P3/2 Zustandes.
Im Folgenden werden diese mit |u〉, |g〉 und |e〉 bezeichnet. Ein Pumplaser koppelt die
Zustände |u〉 und |e〉, der optische Resonator (siehe Abschnitt 3.1.3) die Zustände |g〉 und
|e〉. Hierbei können Pumplaser und Resonator um einen Wert ∆P bzw. ∆C zum Zustand
|e〉 verstimmt sein. Wird die Ramanresonanzbedingung ∆P = ∆C erfüllt, so läuft der
Prozess am effizientesten ab. Mit zunehmender Differenz ∆D := ∆P − ∆C zwischen
diesen beiden Verstimmungen nimmt die Effizienz ab.

Zu Beginn des Prozesses ist das Atom im Zustand |u〉 präpariert. Gleichzeitig befin-
det sich kein Licht im Innern des optischen Resonators. Der Startzustand des Systems ist
damit durch |u, 0〉 gegeben. Durch Erhöhung der Rabifrequenz des Pumplasers lässt sich
ein adiabatischer Transfer in den Zielzustand |g, 1〉 erreichen, der durch die Transmission
der Resonatorspiegel an die Umgebung koppelt und zur Erzeugung eines Einzelphoto-
nenpulses führt. Der Endzustand des Systems |g, 0〉 steht nicht mehr für eine erneute
Photonenerzeugung zur Verfügung, daher muss das Atom mittels eines Rückpumpzyklus
in den Anfangszustand |u〉 zurückgeführt werden. In den durchgeführten Experimenten
kamen dafür zwei verschiedene Rückpumpschemata zum Einsatz. Beide werden in Ab-
schnitt 3.2.2 diskutiert. Durch eine Sequenz von Trigger- und Rückpumpzyklen können
mit Hilfe eines Atoms nacheinander mehrere Einzelphotonenpulse generiert werden (sie-
he Abschnitt 3.1.4).

3.1.2 Atompräparation
Die 85Rb-Atome werden in einer magnetooptische Falle (MOT) eingefangen und mittels
einer anschließenden Melassenphase auf eine Temperatur unter 10 µK abgekühlt. Nach
dem Abschalten der MOT sind die Atome im Zustand 5S1/2(F = 3) präpariert. Hier-
bei liegt eine Gleichverteilung über alle mF -Unterzustände vor. Die Rb-Wolke fällt durch
eine Reihe von Blenden, die die Ausdehnung der Wolke senkrecht zur Fallrichtung be-
grenzen und die Geschwindigkeitsverteilung der Atome in Richtung der Resonatorachse
reduzieren. Mittels der Ladezeit der magnetooptischen Falle ist es weiterhin möglich, die
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Abbildung 3.1: Experimenteller Aufbau der Einzelphotonenquelle. Der gesamte Aufbau befindet
sich in einem Ultrahochvakuum mit einem Restdruck von ca. 10−9 mbar. In einer magnetoop-
tischen Falle (MOT) werden 85Rb-Atome eingefangen und mittels einer anschließenden Melassen-
phase auf einige Mikrokelvin abgekühlt. Nach Abschalten der MOT fallen die Rubidium-Atome
durch den Resonator mit einer Finesse von 58000. Der Resonator setzt sich aus zwei Spiegeln
mit den Transmissionen 100 bzw. 1.8 ppm zusammen. Während der Durchflugsdauer der Atome
durch die TEM00-Mode des Resonators werden diese einer Reihe von Trigger- und Rückpumppul-
sen ausgesetzt. Während der Triggerpulse werden einzelne Photonen generiert, die den Resonator
durch den Spiegel mit der größeren Transmission verlassen.

mittlere Anzahl der Atome, die sich in der Resonatormode aufhalten, auf Werte deutlich
unter eins einzustellen. Der Resonator befindet sich 21.5 cm unterhalb der magnetoop-
tischen Falle und die Atome erreichen nach etwa 209 ms die TEM00-Mode des Resona-
tors. Ihre Geschwindigkeit in Fallrichtung beträgt zu diesem Zeitpunkt 2 m/s.

3.1.3 Der Resonator hoher Finesse

Zwei hochreflektierende, sphärische Spiegel mit einem Krümmungsradius von 50 mm
und einem Abstand von 0.98 mm bilden den optischen Resonator. Die TEM00-Mode be-



3.1. Aufbau und Funktion der Einzelphotonenquelle 51

85Rb

3/25P

1/25S

F' = 4

3 =

2

1

3 =

2 =

Emission eines Photons

g,0g,1

u,0

e,0

A
to

m
-R

e
so

n
a
to

r

K
o

p
p

lu
n

g
 2

g
 

P
u

m
p

la
se

r 
 Ω

P

Rückpump-

prozess

S
T

IR
A

P

∆

Abbildung 3.2: Prinzip der Einzelphotonenerzeugung mittels eines durch das Vakuumfeld des
Resonators stimulierten adiabatischen Ramantransfers (STIRAP) in Rubidium 85Rb. Das Atom-
Resonator-System wird adiabatisch vom Zustand |u, 0〉 in den Zustand |g, 1〉 überführt (siehe
Text). Nach beendeter Emission des Photons muss das System mittels eines geeigneten Rück-
pumpprozesses in den Startzustand |u, 0〉 zurückgeführt werden. Erst danach ist eine erneute Pho-
tonenerzeugung möglich.

sitzt eine Strahltaille von 35 µm1. Aus der Fallgeschwindigkeit der Atome von 2 m/s ergibt
sich somit eine Wechselwirkungsdauer von 35 µs. Die Kopplungsstärke g der Atome an
die Resonatormode lässt sich aufgrund der Bewegung der Atome nicht kontrollieren. Sie
variiert sowohl in Fallrichtung der Atome als auch in Richtung der Resonatorachse.

Die Transmission der beiden Spiegel beträgt 100 bzw. 1.8 ppm. Aufgrund der gewähl-
ten Asymmetrie der Spiegeltransmissionen werden die generierten Photonen den Resona-
tor bevorzugt auf der Seite mit der höheren Transmission verlassen. Die Gesamtverluste
an Absorption und Streuung betragen 6.3 ppm. Daraus resultiert für den Resonator eine
Finesse von 58000 und eine Zerfallsrate von 2κ = 2π 2.5 MHz.

1Die Strahltaille bezeichnet den kleinsten Radius (1/e Abfall der elektrischen Feldstärke) der TEM00-
Mode im Innern des Resonators.
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3.1.4 Trigger- und Rückpumpsequenz

Pump- und Rückpumplaser werden senkrecht zur Resonatorachse eingestrahlt. Ein ellip-
tisches Strahlprofil von horizontal 270 µm und vertikal 26 µm sorgt dabei für einen guten
Überlapp mit der Resonatormode. Beide Strahlen sind linear polarisiert. Mit den Lasern
wird eine Sequenz von abwechselnden Trigger- und Rückpumpzyklen gefahren. Während
der Wechselwirkungszeit eines Atoms mit der Resonatormode können daher nacheinan-
der mehrere Einzelphotonenpulse generiert werden. Der zeitliche Verlauf der Rabifre-
quenzen der Laser (für den Fall des optimierten Rückpumpschemas) ist in Abbildung 3.3
dargestellt. Der untere Teil der Abbildung zeigt die relativen Häufigkeiten der Photonen-
ankunftszeiten. Diese Messung wird in Abschnitt 4.1 näher erläutert. Zur Umsetzung der
adiabatischen Passage folgt die Rabifrequenz des Pumplasers einem sägezahnförmigen
Verlauf. Sie steigt während eines jeden 2 µs langen Triggerpulses linear von ΩP = 0 bis
zu einer maximalen Rabifrequenz ΩP,max an. In der anschließenden Rückpumpsequenz
wird das Atom in seinen Anfangszustand zurückversetzt. Wie die Messung der relativen
Häufigkeiten der Photonenankunftszeiten zeigt, kommt es dabei zu einer Emission von
Licht in den Resonator. Die Stärke dieser Emission hängt von dem eingesetzten Rück-
pumpschema und von der Verstimmung des Resonators zu dem im Rückpumpschema
verwendeten Übergang ab. Die beiden Rückpumpschemata werden in Abschnitt 3.2.2
eingehender diskutiert.

Der im Prinzip beliebig einstellbare zeitliche Abstand zwischen zwei Triggerpulsen
ist in der Praxis zwei Einschränkungen unterworfen. Zum einen darf die Rückpumpse-
quenz nicht zu kurz sein, um eine genügende Effizienz beim Rückpumpen zu erreichen.
Zum anderen stellt die endliche Wechselwirkungszeit des Atoms mit der Resonatormo-
de eine obere Grenze für den zeitlichen Abstand zwischen zwei Triggerpulsen dar. Da
mehr als ein Photon pro Atom erzeugt werden soll, muss sich der Abstand zwischen den
Triggerpulsen daher in einem Bereich von 4 bis 6 µs bewegen.

3.1.5 Messzyklus

Alle Experimente mit der Einzelphotonenquelle müssen über eine große Zahl detektierter
Photonen gemittelt werden. Aufgrund der begrenzten Wechselwirkungsdauer der Atome
mit der Resonatormode und der endlichen Effizienz der Quelle lassen sich pro Atomwol-
ke nur wenige Photonen erzeugen. Daher müssen die Experimente über viele Messzyklen
wiederholt werden. Der Beginn eines Messzyklus definiert sich über das Laden der MOT
und den Fall der Atome durch die Resonatormode. Die vom System emittierten Photonen
werden von Avalanche-Photodioden detektiert und die Spannungspulse über eine Tran-
sientenrekorderkarte aufgezeichnet (siehe Abschnitt 3.3.2 ). Damit endet ein Messzyklus
und die magnetooptische Falle wird erneut geladen. Die Dauer eines Messzyklus ist im
Wesentlichen durch die Fallzeit der Atome und die Speicherzeit der Daten gegeben. In
den durchgeführten Experimenten konnte eine Rate von etwa 100 Messzyklen pro Minute
erreicht werden. Die Fallzeit der Atomwolke durch die Resonatormode legt das Zeitfen-
ster für die Aufzeichnung der Detektionsereignisse fest. In den Experimenten betrug die
Dauer dieses Zeitfensters 5.24 ms.
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Abbildung 3.3: Zeitlicher Verlauf der Rabifrequenz von Pump- und Rückpumplasern. Diese Dar-
stellung bezieht sich auf das optimierte Rückpumpschema (vgl. Abschnitt 3.2.2). Die Rabifre-
quenz des Pumplasers folgt einem sägezahnförmigen Verlauf. Das Rückpumplicht wird lediglich
ein- und ausgeschaltet. Das Rückpumplicht von Verlauf (a) ist resonant zum Übergang 5S1/2 F=3
→ 5P3/2 F’=2. Das Licht von Verlauf (b) ist resonant zu 5S1/2 F=2→ 5P3/2 F’=3 und wird 400 ns
länger eingestrahlt. In der im unteren Teil abgebildeten Statistik der Photonenankunftszeiten wird
deutlich, dass im optimierten Rückpumpschema während der Rückpumpsequenzen ebenfalls Licht
erzeugt wird. Die Detektionsereignisse dieses Rückpumplichtes werden in den weiteren Experi-
menten nicht mit aufgezeichnet (vgl. Abschnitt 3.3.2).

3.1.6 Kontrolle über die Frequenz der erzeugten Photonen

Der zur Einzelphotonenerzeugung eingesetzte adiabatische Ramantransfer sollte prinzipi-
ell eine Kontrolle über die Frequenz ω0 der emittierten Photonen ermöglichen. Dies lässt
sich über die Energieerhaltung des Systems veranschaulichen. Die Energie des Atoms vor
bzw. nach dem Transfer ist durch den Zustand |u〉 bzw. |g〉 gegeben. Der Ramantransfer
erzeugt unter Absorption eines Photons aus dem Pumplaserstrahl einen Einzelphotonen-
puls der Energie ~ω0. Die Energiebilanz dieses Prozesses schreibt sich dann als:

Eu + ~ωP = Eg + ~ω0 (3.1)

Bei bekannten Energien Eu bzw. Eg lässt sich die Frequenz des erzeugten Photons somit
direkt über die Frequenz ωP des Pumplasers einstellen. Hierbei ist zu beachten, dass der
Prozess genau dann mit optimaler Effizienz abläuft, wenn die Ramanresonanzbedingung
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∆D = 0 erfüllt ist. Neben einer Veränderung der Frequenz des Pumplasers sollte daher
die Länge des Resonators und somit dessen Resonanzfrequenz angepasst werden.

Um eine Sequenz von Photonenpulsen mit abwechselnden Frequenzen zu generieren,
muss die Frequenz des Pumplasers in der Zeitspanne zwischen den Triggerpulsen (ca.
2.5 µs) verändert werden. Diese Zeitspanne reicht jedoch nicht aus, um die Länge des
Resonators anzupassen. Bei unveränderter Resonanzfrequenz ist die Ramanresonanzbe-
dingung jedoch nicht mehr erfüllt. Um dennoch eine ausreichende Effizienz der Quelle
sicherzustellen, darf die eingestellte Frequenzdifferenz ∆D zwischen Pumplaser und Re-
sonanzfrequenz die Linienbreite des Resonators nicht wesentlich überschreiten. Die Fre-
quenz des Pumplasers wurde mittels eines akustooptischen Modulators (AOM) kontrol-
liert. Letzterer erlaubt eine Frequenzverschiebung um einige 10 MHz relativ zum Über-
gang 5S1/2, F = 3 → 5P3/2, F = 3. Da sich die Radiofrequenz der hierzu eingesetzten
Frequenzgeneratoren (VCO) nicht schnell genug verändern lässt, wurde der AOM mittels
eines RF-Schalters abwechselnd mit zwei verschiedenen Frequenzgeneratoren betrieben.
Hierbei lässt sich die Intensität des Lichtes nach wie vor unabhängig von der Frequenz
verändern, so dass die Rabifrequenz des Pumplasers weiterhin bei beiden Frequenzein-
stellungen linear verändert wurde (vgl. Abschnitt 3.2.2).

Die Abhängigkeit der Frequenz der Einzelphotonenpulse von der Energiedifferenz
Eu − Eg der beteiligten Übergänge sowie der Frequenz des Pumplasers ωp ermöglicht
nicht nur die bewusste Kontrolle, sondern muss auch als Ursache von möglichen Streu-
ungen in der Frequenz der Photonen betrachtet werden. Wie im nachfolgenden Abschnitt
diskutiert wird, führt beispielsweise ein Magnetfeld zu einer Aufspaltung der mF -Unter-
zustände der beteiligten Energieniveaus und somit zu verschiedenen Kombinationen von
Energiedifferenzen Eu − Eg. Ohne Kontrolle der Besetzung der mF -Unterzustände des
Startzustandes |u〉 können nacheinander erzeugte Photonen damit verschiedene Frequen-
zen aufweisen. In ähnlicher Weise wirkt sich die Frequenzstabilität des Pumplasers aus.
Eine Fluktuation der Frequenz des Pumplasers von Triggerpuls zu Triggerpuls bewirkt
eine ebenso große Fluktuation in den Frequenzen der einzelnen Photonen. Die Frequenz-
stabilität des Pumplaser wird eingehend in Zusammenhang mit der Charakterisierung des
Mach-Zehnder-Interferometers in Abschnitt 3.3.3 diskutiert.

3.2 Optimierung der Einzelphotonenquelle

In diesem Abschnitt wird die Optimierung der Einzelphotonenquelle diskutiert. Alle Maß-
nahmen haben dabei vor allem die Minimierung von Unterschieden in den Raum-Zeit-
Moden zweier nacheinander erzeugter Photonen zum Ziel. Als erster Schritt wird die
Kompensation des Magnetfeldes am Ort des Resonators erläutert. Der zweite Schritt be-
steht in der Umsetzung eines optimierten Rückpumpschemas. In Abschnitt 3.2.3 werden
die wesentlichen Unterschiede in den Parametern vor und nach der Optimierung gegen-
übergestellt und diskutiert.



3.2. Optimierung der Einzelphotonenquelle 55

1/2

F=3

5S

F=2

0

-3

3

2

-2

0

a b c d e f

Abbildung 3.4: Zeeman-Aufspaltung der mF -Unterzustände des 5S1/2 Grundzustands von 85Rb.
Aufgrund des betragsmäßig gleichen g-Faktors der beiden Hyperfeinzustände F = 2 und F = 3
ergeben sich für die Übergänge mit ∆mF = ±1 lediglich sechs verschiedene Übergangsfrequen-
zen (a-f).

3.2.1 Messung und Kompensation des Magnetfeldes

Ein während der Fallbewegung der Atome anliegendes Führungsmagnetfeld, das Erd-
magnetfeld sowie unvermeidliche Streumagnetfelder verschiedener Quellen im Experi-
ment verursachen eine Aufspaltung der magnetischen Unterzustände. Der unter Abschnitt
3.1.1 erläuterte Ramantransfer muss somit unter Berücksichtigung der einzelnen mF -
Unterzustände betrachtet werden. Insbesondere bewirkt die Aufspaltung, dass sich die
Energiedifferenz Eu−Eg des Atoms für die verschiedenen möglichen adiabatischen Pas-
sagen zwischen den einzelnen mF -Unterzuständen unterscheidet. Ohne Kontrolle über
die Besetzung der mF -Unterzustände des Startzustandes |u〉 ergeben sich damit eine Rei-
he verschiedener Frequenzen der generierten Photonen. Daher führt ein Magnetfeld zu
einer Streuung der Frequenzen im Photonen-Ensemble und sollte nach Möglichkeit kom-
pensiert werden. Die Kompensation statischer Magnetfelder ist in dem experimentellen
Aufbau mittels dreier Helmholtzspulenpaare möglich. Dabei wird das am Ort des opti-
schen Resonators wirksame Magnetfeld anhand der Zeeman-Aufspaltung der beiden Hy-
perfeinzustände des 5S1/2 Grundzustands gemessen. Diese Messung wurde mittels eines
in der Apparatur integrierten Mikrowellenresonators und eines nachfolgenden Fluores-
zenznachweises durchgeführt.

Der Mikrowellenresonator [48] umschließt den optischen Resonator und ist mit einer
Resonanzfrequenz von 3.0355 GHz für den Übergang zwischen den beiden Hyperfeinzu-
ständen des 5S1/2 Grundzustands ausgelegt. Mittels eines hochstabilen durchstimmbaren
Mikrowellengenerators (HP 8662 A) und eines Frequenzverdreifachers lassen sich in-
nerhalb seiner Linienbreite von 5.7 MHz (FWHM) Hochfrequenzmagnetfelder mit einer
Amplitude von B = 220 nT erzeugen. In Resonanz zu einem Übergang zwischen magne-
tischen Unterzuständen der beiden Hyperfeinzustände können damit Rabi-Oszillationen
angeregt werden. Das treibende Hochfrequenzmagnetfeld steht senkrecht zur Fallrich-
tung der Atome. Bezüglich des Führungsmagnetfeldes als Quantisierungsachse werden
von der Mikrowelle damit ausschließlich σ+ und σ−-Übergänge zwischen den magne-
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Abbildung 3.5: Spektrum der Zeeman-Aufspaltung der mF -Unterzustände der Hyperfeinzustän-
de F = 2 und F = 3 unter Einfluss des Führungsmagnetfeldes (a). Dargestellt sind die im
LIF-Nachweis detektierten Photonen je MOT in Abhängigkeit von der Mikrowellenfrequenz (sie-
he Text). Der Messung unterlegt sind sechs Gaußkurven mit einem Abstand von je 290 kHz und
einer Breite von 100 kHz (FWHM). Der Abstand der äußersten Linien beträgt 1.45 MHz. Bei
kompensiertem Magnetfeld (b) lassen sich die einzelnen Linien nicht mehr auflösen. Die gesamte
Linienbreite beträgt hier 161 kHz (FWHM).
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tischen Unterzuständen getrieben. Die Zeeman-Aufspaltung der Hyperfeinzustände des
5S1/2 Grundzustands ist in Abbildung 3.4 dargestellt. Die Aufspaltung der magnetischen
Unterzustände ist gegeben durch ∆E = ∆mF µBgF B0. Der g-Faktor berechnet sich für
den Hyperfeinzustand F = 3 zu gF = +1/3 und für F = 2 zu gF = −1/3. Damit ergeben
sich für die σ+ und σ−-Übergänge lediglich sechs verschiedene Energiedifferenzen. Die
auftretenden Rabifrequenzen ΩR hängen von den jeweiligen Übergangsmatrixelementen
ab [49] und berechnen sich zu Werten zwischen 2π 2.8 kHz und 2π 0.73 kHz. Mittels eines
Mikrowellenpulses von 40 µs Dauer kann sichergestellt werden, dass zu jedem angespro-
chenen Übergang eine teilweise Umverteilung der Besetzung aus dem Zustand F = 3 in
den Zustand F = 2 erreicht wird.

Etwa 225 mm unterhalb des optischen Resonators befindet sich der Fluoreszenzdetek-
tor (LIF-Nachweis) [50]. In diesem werden die Atome resonant auf dem geschlossenen
Übergang 5S1/2(F = 3) ↔ 5P3/2(F = 4) angeregt und das Fluoreszenzlicht über ein Kol-
lektorsystem auf einen Photomultiplier gelenkt. Dieser Detektor weist damit zustandsse-
lektiv nur jene Atome nach, die sich im Zustand F = 3 befinden. Jede Umverteilung
in den Zustand F = 2 muss sich hier in einem Einbruch der Fluoreszenzrate bemerk-
bar machen, wodurch die Aufnahme eines Spektrums der Übergänge der magnetischen
Unterzustände möglich wird.

Das Ergebnis der Messung zeigt Diagramm 3.5 (a). Man erkennt sechs Linien, die
sich den entsprechenden σ+ bzw. σ− - Übergängen zuordnen lassen. Zur Verdeutlichung
sind den Messdaten sechs Gauß-Kurven mit einer Breite von 100 kHz (FWHM) unter-
legt. Der Frequenzabstand zweier Linien beträgt ∆ν = 290 kHz. Mit ∆E = 1/2~∆ν und
B0 = ∆E/(gµB) errechnet sich hieraus ein Magnetfeld von B0 = 310 mG. Die Kom-
pensation des Magnetfeldes am Ort des optischen Resonators wurde schrittweise mittels
dreier senkrecht aufeinander stehender Helmholtzspulenpaare durchgeführt und jeweils
über die Messung der Zeeman-Aufspaltung verifiziert.

Das gemessene Spektrum nach beendeter Magnetfeldkompensation zeigt Diagramm
3.5 (b). Die einzelnen Zeeman-Übergänge lassen sich nicht mehr auflösen. Die Linien-
breite beträgt 161 kHz (FWHM). Setzt man für die einzelnen Linien wieder eine Breite
von 100 kHz (FWHM) voraus, so errechnet sich ein Linienabstand von 26 kHz. Dies ent-
spricht einem Rest-Magnetfeld von B0 ≈ 4 mG. Der Abstand der äußersten Linien beträgt
in diesem Fall 130 kHz.

3.2.2 Rückpumpschemata
In den durchgeführten Experimenten sind zwei verschiedene Rückpumpschemata zum
Einsatz gekommen. Das erste Rückpumpschema ist in Abbildung 3.6 (a) dargestellt. Es
arbeitet über eine resonante Anregung in den Zustand 5P3/2 F’=3. Dieser Zustand zer-
fällt mit einer Rate von 2γ = 2π 6 MHz mit den Wahrscheinlichkeiten 5/9 bzw. 4/9
in die Zustände 5S1/2 F=3 und F=2. Da der Zerfall sowohl über π- als auch über σ-
Übergänge stattfindet, erhält man mit diesem Rückpumpschema eine Gleichbesetzung
aller mF -Unterzustände von 5S1/2 F=3. Dies birgt zwei entscheidende Nachteile:

Zum einen sollte dieses Schema nur in Zusammenspiel mit einem Magnetfeld einge-
setzt werden, da es sonst zu einer Besetzung von mF -Unterzuständen kommt, die nicht
für eine Photonenerzeugung zur Verfügung stehen. Zur Erklärung dieses Sachverhaltes
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Abbildung 3.6: Eingesetzte Rückpumpschemata. Das am einfachsten zu realisierende Rückpump-
schema (a) ist ein optisches Pumpen über den angeregten Zustand 5P3/2 F’=3. Dieses führt zu einer
Gleichbesetzung aller mF -Unterzustände (siehe Text). Eine Optimierung dieses Schemas stellt ein
zusätzlicher Rückpumplaser dar (b), der resonant zum Übergang 5S1/2 F=3 → 5P3/2 F’=2 arbei-
tet. In diesem Fall lässt sich eine erhöhte Besetzungswahrscheinlichkeit der mF -Unterzustände
mit mF = ±3 erreichen (siehe Text).

wird die Quantisierungsachse so gewählt, dass sie in Polarisationsrichtung des linear
polarisierten Pumplichtes zeigt. Der Pumplaser treibt somit nur π-Übergänge zwischen
den mF -Unterzuständen von 5S1/2 F=3 und 5P3/2 F’=3. Ein π-Übergang von mF = 0
nach m′

F = 0 ist nicht möglich. Daher nimmt ein Atom, das aufgrund des obigen Rück-
pumpschemas in den Zustand mF = 0 gelangt, nicht an der Photonenerzeugung teil. Erst
das Vorhandensein eines genügend starken Magnetfeldes, welches nicht in Richtung der
gewählten Quantisierungsachse zeigt, sorgt für eine ständige Durchmischung der mF -
Unterzustände und vermeidet somit eine stabile Besetzung des Zustandes mF = 0. So-
bald das Magnetfeld kompensiert wird (siehe Abschnitt 3.2.1), sinkt die Effizienz der
Einzelphotonenquelle.

Zum anderen führen die unterschiedlichen Clebsch-Gordan-Koeffizienten zwischen
Übergängen der einzelnen mF -Unterzustände von 5S1/2 F=3 und 5P3/2 F’=3 zu verschie-
denen Rabifrequenzen ΩP des Pumplasers. Ebenfalls ergeben sich verschiedene Atom-
Resonator-Kopplungsstärken g. Wie in [23] gezeigt, wirkt sich eine Variation in den Pa-
rametern der adiabatischen Passage auf die Pulsform der erzeugten Photonen aus. Bei
gleichem Verhältnis von ΩP /g kommt es mit schwächerer Atom-Resonator-Kopplung zu
einer Verzögerung des Emissionsschwerpunktes eines Photons relativ zum Triggerpuls.
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Abbildung 3.7: (a) Umverteilung der mF -Unterzustände von 5S1/2 F=3 durch den zusätzlichen
Rückpumplaser. Da jeder m′

F -Zustand von 5P1/2 F’=2 sowohl über π- als auch σ-Übergänge
zerfällt, wird ein Atom zufällig verschiedene mF -Unterzustände erreichen. Sobald es jedoch
einen der Unterzustände mit mF = ±3 besetzt, endet der Rückpumpzyklus. Die Clebsch-
Gordan-Koeffizienten für σ-Übergänge werden mit wachsendem m′

F größer und unterstützen da-
her die Umverteilung in Richtung dieser Zielzustände. (b) Bei geeigneter Polarisation des Pum-
plasers kann die adiabatische Passage von den Zuständen mF = ±3 nur noch in die Zustände
mF = ±2 von 5S1/2 F=2 führen. Die Clebsch-Gordan-Koeffizienten sind für diese Übergänge
maximal. Angegeben sind hier die Werte für das Quadrat der Kopplungsstärken in Einheiten von
1.67 · 10-56 C2m2 [51].

Damit führt eine Gleichbesetzung aller mF -Unterzustände zu einer verminderten Kon-
trolle über die von den Photonen besetzten Raum-Zeit-Moden.

Das zweite im Experiment eingesetzte Rückpumpschema arbeitet mit dem kompen-
sierten Magnetfeld und überwindet diese Probleme. Hierbei wird zusätzlich zum bishe-
rigen Rückpumplaser der Übergang 5S1/2 F=3 → 5P3/2 F=2 getrieben (siehe Abbildung
3.6 (b)). Dieses zusätzliche Rückpumplicht sorgt zum einen dafür, dass bei kompensier-
tem Magnetfeld der Zustand 5S1/2 F=3 mF = 0 nicht dauerhaft von einem Atom besetzt
bleiben kann. Zum anderen führt es zu einer erhöhten Besetzungswahrscheinlichkeit der
Unterzustände mit mF = ±3.

Dies wird in Abbildung 3.7 (a) deutlich. Die hier dargestellten mF -Unterzustände
sind bzgl. einer in Richtung der Resonatorachse zeigenden Quantisierungsachse definiert.
Das zusätzliche Rückpumplicht soll π-Übergänge treiben und muss daher in Richtung
der Resonatorachse linear polarisiert eingestrahlt werden. Da ein π-Übergang aus den
beiden Unterniveaus mit mF = ±3 nicht möglich ist, endet der Rückpumpzyklus für ein
Atom, wenn es einen dieser Zustände erreicht. Diese Umverteilung zwischen den mF -
Unterzuständen des Zustandes 5S1/2 F=3 und die Besetzung der Zustände mit mF = ±3
geschieht aufgrund des möglichen π- und σ-Zerfalls von 5P1/2 F’=2 zufällig. Allerdings
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wachsen die Clebsch-Gordan-Koeffizienten der σ-Übergänge mit steigendem m′
F und un-

terstützen somit die Umverteilung in Richtung der beiden Zielzustände mit mF = ±3. Für
einen linear in Richtung der Resonatorachse polarisierten Pumplaser besitzen diese bei-
den Unterzustände die höchste Kopplung zum Zustand 5P3/2, F’=3. Darüber hinaus kann
die adiabatische Passage nur noch in die Zustände 5S1/2 F=2 mF = ±2 führen. Die Atom-
Resonator-Kopplung ist für diese σ-Übergänge ebenfalls maximal (siehe Abbildung 3.7
(b)).

Da der Zustand 5P3/2 F’=2 zu etwa 3/4 wieder in den Zustand 5S1/2 F=2 zerfällt, und
die Besetzung der mF = ±3-Zustände aufgrund des zufälligen Charakters des Schemas
sehr viel Zeit in Anspruch nimmt, ist der modifizierte Rückpumpprozess nicht in 2 µs ab-
zuschließen. Weiterhin wird durch die permanent notwendige Anregung in den Zustand
5P3/2 F’=3 mittels des ersten Rückpumplasers und dem möglichen Zerfall zurück in 5S1/2

F=2 während der gesamten Rückpumpsequenz Licht erzeugt. Ist der Resonator nicht zum
Übergang 5S1/2 F=2 → 5P3/2 F’=3 verstimmt (vgl. Abschnitt 3.2.3), dann wird dieses
Licht auch in den Resonator hinein emittiert. Abbildung 3.3 zeigt die Anzahl detektier-
ter Photonen in Bezug zur Trigger- und Rückpumpsequenz. Man erkennt, dass sowohl
während der Triggerphase als auch während der Rückpumpphase Licht generiert wird.
Das Licht aus dem Rückpumpzyklus entspricht keinen Einzelphotonenpulsen und wäre
für die durchgeführten Experimente störend. Wie unter Abschnitt 3.3.2 dargestellt, lässt
sich dieses Licht jedoch ohne weiteres elektronisch aus dem Strom detektierter Photonen
ausblenden.

3.2.3 Im Experiment verwendete Parametersätze
Die Messungen an der Einzelphotonenquelle und die Experimente zur Zwei-Photonen-In-
terferenz wurden mit zwei verschiedenen Einstellungen der Einzelphotonenquelle durch-
geführt. Zur besseren Übersicht sind diese beiden Parametersätze in Tabelle 3.1 noch ein-
mal gegenübergestellt. Dabei sind auch die Rabifrequenz des Triggerlasers und die Kopp-
lungskonstante zwischen Atom und Resonatormode aufgeführt2. Da unter Anwendung
des ersten Rückpumpschemas eine Gleichverteilung aller mF -Unterniveaus auftritt, wer-
den die über alle mF -Unterzustände gemittelten Werte der Rabifrequenz und der Kopp-
lungskonstante angegeben. Aufgrund der Optimierung des Rückpumpschemas erwartet
man eine erhöhte Besetzungswahrscheinlichkeit der Unterzustände mit mF = ±3. Da ge-
naue Besetzungszahlen der einzelnen Unterzustände für dieses Rückpumpschema nicht
vorliegen, sind für die Rabifrequenz und die Kopplungskonstante die Maximalwerte für
mF = ±3 angegeben.

3.2.4 Effizienz der Einzelphotonenquelle
Die Modifikation des Rückpumpschemas und die damit verbundene erhöhte Besetzungs-
wahrscheinlichkeit der stark gekoppelten mF -Unterzustände sollte zu einer Verbesse-
rung in der Effizienz der Einzelphotonenquelle führen. Diese Effizienz lässt sich aus der

2Die Angabe der Rabifrequenz des Triggerlasers bezieht sich auf den Maximalwert am Ende des linear
ansteigenden Triggerpulses. Für die Kopplungskonstante wird der Wert angegeben, der auf der Resona-
torachse in den Bäuchen der Resonator-Stehwelle wirksam ist.
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Parametersatz 1 Parametersatz 2

Magnetfeld B0 = 310 mG B0 ≈ 4 mG

Aufspaltung zwischen
den Unterzuständen
mit mF = +3 und -3

1.45 MHz 130 kHz

Rückpumpschema 1 2

Verstimmung ∆ = -14 MHz ∆ = 0 MHz

Max. Leistung des
Triggerpulses

P = 28 µW P = 28.7 µW

Max. Rabifrequenz des
Triggerpulses

ΩP /2π = 22 MHz ΩP /2π = 34 MHz

Atom-Resonator-
Kopplungskonstante

gav/2π = 2.5 MHz gmax/2π = 3.1 MHz

Tabelle 3.1: Gegenüberstellung der beiden im Experiment verwendeten Parametersät-
ze der Einzelphotonenquelle. Die unterschiedlichen Rabifrequenzen und Atom-Resonator-
Kopplungsstärken resultieren aus den verschiedenen Rückpumpschemata. Beim ersten Parame-
tersatz liegt eine Gleichverteilung über alle mF -Unterniveaus vor, so dass hier gemittelte Größen
angegeben sind. Beim zweiten Parametersatz sind die Größen für die Unterzustände mit mF = ±3
angegeben.

Messung der Intensitätskorrelationsfunktion des von der Quelle emittierten Stroms an
Photonen ermitteln [52]. Die Intensitätskorrelationsfunktion wurde daher für den zweiten
Parametersatz gemessen. Dies ist mittels eines Hanbury-Brown & Twiss Aufbaus möglich
[53]. Dabei treffen die von der Quelle emittierten Photonen auf einen 50/50-Strahlteiler
und werden von zwei Detektoren detektiert. Die Kreuzkorrelationsfunktion der beiden
Detektorsignale liefert dabei die gesuchte Intensitätskorrelationsfunktion, ohne durch die
Totzeit der Detektoren limitiert zu sein [23]. Die Messung wurde an dem in Abschnitt
3.3.1 beschriebenen experimentellen Aufbau durchgeführt. Hierbei war jedoch der Weg
durch die 1086 m lange optische Faser des Interferometers versperrt, so dass das Licht nur
noch über die kurze Faser zum Strahlteiler gelangen konnte.

Abbildung 3.8 zeigt das Ergebnis dieser Messung. Aufgrund der Periodizität der Pho-
tonenerzeugung zeigt das Korrelationssignal eine kammartige Struktur. Die Periode die-
ser Struktur ist durch den zeitlichen Abstand der Triggerpulse von 5.28 µs gegeben. Die
annähernd gaußförmige Einhüllende dieses Kamms resultiert aus der begrenzten Wech-
selwirkungsdauer eines Atoms mit der Resonatormode. Für Zeiten τ , die wesentlich grö-
ßer sind als diese Wechselwirkungsdauer, treten nur noch Koinzidenzen der detektierten
Photonen mit Ereignissen aus der Dunkelzählrate der Detektoren auf. Die zu beobachten-
de Modulation dieses Untergrundsignals resultiert aus dem in Abschnitt 3.3.2 erläuterten
Verfahren, der elektronischen Trennung der generierten Einzelphotonen von dem Licht,
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Abbildung 3.8: Anzahl der Koinzidenzen in Abhängigkeit der Verzögerung τ zwischen den auf-
gezeichneten Detektionsereignissen beider Detektoren. Für diese Messung ist der Weg durch die
lange Faser versperrt. Die Daten sind über 70000 Messzyklen akkumuliert. Insgesamt wurden
Nges = 176576 Detektionsereignisse aufgezeichnet, von denen etwa Nnoise = 60000 aus der
Dunkelzählrate der Detektoren resultieren. Der Atomfluss betrug 1.5 Atome/ms. Das grau unter-
legte Untergrundsignal ist auf Koinzidenzen mit Ereignissen aus der Dunkelzählrate der Detekto-
ren zurückzuführen (siehe Text).

welches während der Rückpumpsequenzen erzeugt wird. Da bei diesem Filterverfahren
nur Ereignisse während der Triggerpulse aufgezeichnet werden, wird auch das Rauschen
der Detektoren mit der Periodizität der Triggersequenz moduliert. Es können daher auch
für große Zeiten τ nur dann Koinzidenzen auftreten, wenn τ ein ganzzahliges Vielfaches
der Trigger-Periode ist. Das für große Zeiten τ ermittelte Untergrundsignal ist in Abbil-
dung 3.8 periodisch für kleine Zeiten fortgesetzt.

Das zentrale Maximum im Korrelationssignal bei τ ≈ 0 beinhaltet im Wesentlichen
nur so viele Koinzidenzen, wie aufgrund des Untergrundsignals erwartet werden. Die
Anzahl der Koinzidenzen in den benachbarten Maxima bei ± 5.28 µs übersteigt dieses
zentrale Maximum deutlich. Diese Verletzung der Schwartzschen Ungleichung lässt sich
nur durch den nicht-klassischen Charakter des erzeugten Lichtes erklären [52, 23]. Für
die folgenden Experimente darf davon ausgegangen werden, dass nur einzelne Photonen
nacheinander von der Quelle emittiert werden.

Um aus der Anzahl der Koinzidenzen der einzelnen Maxima auf die Effizienz der Pho-
tonenerzeugung schließen zu können, muss der poissonverteilte Fluss der Atome durch
den Resonator berücksichtigt werden. Da sich nicht zu jeder Zeit ein Atom in der TEM00-
Mode des Resonators aufhält, muss die Effizienz auf die Anwesenheit eines Atoms kondi-
tioniert werden [52, 23]. Die Wahrscheinlichkeit, dass ein Atom während des betrachteten
Zeitraums im Resonator vorhanden ist, lässt sich aus dem Verhältnis der Anzahl tatsäch-
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Abbildung 3.9: Aus der Hanbury-Brown & Twiss Messung ermittelte Werte für die auf eine erste
Photodetektion konditionierte Emissionswahrscheinlichkeit eines Photons. Den bei Parametersatz
2 ermittelten Werten sind bisherige Resultate gegenübergestellt. Die Einstellungen der Einzelpho-
tonenquelle in [52] gleichen dabei denen von Parametersatz 1. Allerdings wurde diese Messung bei
einer Verstimmung von -20 MHz und einer Rabifrequenz des Pumplasers von ΩP /2π = 8.0 MHz
durchgeführt.

lich detektierter Photonen zur Gesamtzahl aller Detektionsereignisse berechnen. Es ist
Patom = (Nges − Nnoise)/Nges = 0.66. Mittels der Quanteneffizienz der eingesetzten
Detektoren von η = 0.5, der Transmission T = 0.3 der Strecke zwischen Einzelphoto-
nenquelle und Detektor (siehe Abschnitt 3.3.1) und dem Beitrag der Dunkelzählrate der
Detektoren lässt sich die konditionierte Emissionswahrscheinlichkeit Pemit(i) für jeden
einzelnen Triggerpuls nach einer ersten Photodetektion errechnen [52]. Das Ergebnis die-
ser Auswertung zeigt Abbildung 3.9. Im Vergleich zu früheren Messungen3 hat sich die
Effizienz der Quelle für den zweiten Parametersatz mehr als verdoppelt. Dieser Gewinn
an Effizienz ist ein starkes Indiz für die verbesserte Kopplung der Atome an die Resona-
tormode aufgrund des veränderten Rückpumpschemas.

3.3 Mach-Zehnder-Interferometer
Die Überlagerung zweier nacheinander von der selben Quelle emittierter Photonen auf
einem Strahlteiler ist nur möglich, wenn die beiden Photonen den Strahlteiler auf un-
terschiedlich langen Wegen erreichen. Der Wegunterschied ∆l muss dabei auf den zeit-

3Die Parameter dieser Messung gleichen denen von Parametersatz 1 bis auf zwei Ausnahmen: die ma-
ximale Rabifrequenz des Pumplasers betrug ΩP /2π = 8.0 MHz und für die Verstimmung von Pumplaser
und Resonator zum Zustand |e〉 war ein Wert von -20 MHz gewählt. Der Atomfluss betrug 3.4 Atome/ms.
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lichen Abstand zwischen zwei Photonenerzeugungsprozessen abgestimmt sein. Da sich
diese Zeit sinnvoll nur zwischen 4 und 6 µs einstellen lässt (vgl. Abschnitt 3.1.4), wird im
Vakuum eine Wegdifferenz von 1200 bis 1800 m benötigt. Eine kontrollierte praktikable
Führung von Licht über solche Distanzen ist nur mittels optischer Fasern zu erreichen.
Aufgrund des Brechungsindex des Fasermaterials von ca. 1.5 muss eine solche Glasfa-
ser daher eine Länge zwischen 800 und 1200 m aufweisen. Darüber hinaus muss eine
Verteilung der Photonen auf die zwei Wege stattfinden. Dieses Problem ist für Photonen,
die im Ensemble betrachtet unpolarisiert sind, mittels eines Polarisationsstrahlteilers zu
lösen. Dabei wird jedes Photon zufällig mit gleicher Wahrscheinlichkeit auf einen der bei-
den möglichen Wege verteilt. Für zwei aufeinander folgende Photonen ergibt sich dann
in einem von vier Fällen gerade jene Verteilung, bei der das zuerst erzeugte Photon den
langen Weg und das nachfolgende Photon den kurzen Weg zum Strahlteiler läuft. Der Po-
larisationsstrahlteiler, die beiden durch optische Fasern realisierten Wege und der polari-
sationsunabhängige Strahlteiler, auf welchem die Vereinigung der beiden Photonen statt-
findet, entsprechen konzeptionell einem Mach-Zehnder-Interferometer4. Der Aufbau und
die Funktion diese Interferometers werden in Abschnitt 3.3.1 dargestellt. Da der Kontrast
der Zwei-Photonen-Interferenz entscheidend von der Güte der Überlagerung der beiden
transversalen Moden auf dem Strahlteiler abhängt, muss das Interferometer im Hinblick
auf diese Größe charakterisiert werden. Hierzu dient die Messung der Interferenz zweiter
Ordnung zweier klassischer Lichtfelder. Weiterhin ist die Phasenstabilität des Interfero-
meters eine wichtige Kenngröße. Beide Charakterisierungen des Interferometers werden
in Abschnitt 3.3.3 diskutiert.

3.3.1 Aufbau und Funktion
Das Prinzip des im Experiment verwendeten Mach-Zehnder-Interferometers zeigt Abbil-
dung 3.10. Als Eingangsstrahlteiler dient ein Polarisationsstrahlteiler mit einem werksei-
tig angegebenen Extinktionsverhältnis von 1000:1. Die Transmission der P-polarisierten
Komponente beträgt 95 %. Die Verluste bei der Reflexion der S-polarisierten Komponen-
te sind vernachlässigbar klein. Die beiden Pfade des Interferometers sind durch zwei po-
larisationserhaltende ”Single-Mode”-Fasern der Firma 3M (FS-PM-4611) realisiert. Die
Glasfasern sind nominell 10 bzw. 1086 m lang. Die P-Komponente des Lichtes wird in
die kurze, die S-Komponente in die lange Faser eingekoppelt. Die gemessene Laufzeiten
des Lichtes in den Fasern betragen 54 ns bzw. 5.36 µs. Damit ergibt sich eine Laufzeitdif-
ferenz von ∆t = 5.306 µs. Die Dämpfung des Lichtes bei einer Wellenlänge von 780 nm
wurde in der langen Faser mit -3.3 dB/km gemessen. In der kurzen Faser ist die Dämp-
fung vernachlässigbar klein. Zusammen mit den Ein- und Auskoppelverlusten konnten
Transmissionen von 25% für die 1086 m lange Faser und 66 % für die 10 m lange Faser
gemessen werden. Insbesondere bei der langen Faser sind Polarisationsschwankungen zu
beobachten, die zu einer deutlichen Verminderung des Kontrastes bei der Zwei-Photonen-
Interferenz führen müssen. Aus diesem Grund wurde hinter jeder Faser ein Polarcor-
Polarisationsfilter in das Interferometer eingefügt. Diese Filter besitzen bei einem Ex-
tinktionsverhältnis von 10.000 : 1 eine Transmission von 90 %.

4Aufgrund des Polarisationsstrahlteilers verhält sich dieser Aufbau streng genommen nur dann wie ein
Mach-Zehnder-Interferometer, wenn das einfallende Licht linear unter 45◦ oder zirkular polarisiert ist.
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Abbildung 3.10: Aufbau des Mach-Zehnder-Interferometers. Die vom Atom-Resonator-System
emittierten Einzelphotonenpulse werden mittels eine Polarisationsstrahlteilers auf zwei verschie-
den lange optische Fasern verteilt. Zur zeitangepassten Überlagerung zweier nacheinander erzeug-
ter Photonen auf dem zweiten polarisationsunabhängigen Strahlteiler muss die Sequenz der Photo-
nenerzeugung an den Laufzeitunterschied des Lichtes in den beiden Fasern angepasst werden. Mit
Hilfe eines λ/2-Plättchens lässt sich die Polarisation der beiden Photonen zueinander variieren.

Mit Hilfe eines λ/2-Plättchens kann der Winkel ϕ zwischen den beiden linearen Po-
larisationen der Photonen variiert werden, bevor diese auf dem zweiten vereinigenden
Strahlteiler zur Interferenz gebracht werden. Dieser Strahlteilerwürfel ist polarisationsun-
abhängig und besitzt auf jeder Eingangsseite etwa 3.6 % Verluste aufgrund von Streuung
und Absorption. Diese Verluste lassen sich formal vom Strahlteiler trennen und somit
identisch zu den Verlusten der Fasern behandeln. Damit erhält man formal einen idealen
Strahlteiler. Dieser besitzt dann eine gemessene, die Verluste berücksichtigende, polari-
sationsunabhängige Transmission von σ2 = 0.52 und eine Reflexion von ρ2 = 0.48. Die
Gesamttransmission der einzelnen Interferometerarme setzt sich aus den Transmissionen
des Polarisationsstrahlteilers, der jeweiligen Fasern, der beiden Polarcor-Filter und des
zweiten Strahlteilers zusammen. Man erhält damit für die kurze Strecke eine Transmis-
sion von Tkurz = 0.54 und für die lange Strecke eine Transmission von Tlang = 0.22.

Im Ensemble betrachtet sind die Photonen der Einzelphotonenquelle unpolarisiert.
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Daher wird ein Photon durch den Polarisationsstrahlteiler zufällig und mit gleicher Wahr-
scheinlichkeit auf einen der beiden möglichen Wege verteilt. Bei zwei im zeitlichen Ab-
stand ∆T aufeinander folgenden Photonen gibt es dabei vier mögliche Kombinationen,
wobei jede Kombination die Wahrscheinlichkeit 1/4 besitzt. Zum einen können beide Pho-
tonen auf dieselbe Faser verteilt werden. In diesem Fall bleibt der zeitliche Abstand der
Photonen unverändert. In der gemessenen Korrelationsfunktion leistet dieser Fall ledig-
lich einen Beitrag bei τ = ∆T . Zum anderen können die beiden Photonen auf verschie-
dene Fasern verteilt werden. In diesem Fall tritt die Laufzeitdifferenz ∆t zwischen den
beiden Wegen in Erscheinung. Die Zeitdifferenz δτ zwischen dem Eintreffen der beiden
Photonen am zweiten Strahlteiler ist dann durch δτ = ∆t±∆T gegeben. Die beiden Zei-
ten subtrahieren sich für den Fall, dass das erste Photon den langen und das zweite Photon
den kurzen Weg einschlägt, und sie addieren sich für den umgekehrten Fall. Wählt man
den zeitlichen Abstand der Photonen gerade so, dass er der Laufzeitdifferenz entspricht,
so erreicht man im ersten Fall ein gleichzeitiges Auftreffen der zwei Photonen auf dem
Strahlteiler. Damit lässt sich die Interferenz vierter Ordnung zweier einzelner Photonen
untersuchen.

3.3.2 Detektion der Photonen

Zur Detektion von Einzelphotonen werden Detektormodule (SPCM-AQR-13) von EG&G
eingesetzt. Diese Detektoren arbeiten mit Avalanche-Photodioden und besitzen bei 780 nm
eine Quanteneffizienz η von 50 %. Die Dunkelzählrate der beiden Detektoren beträgt 90
bzw. 120 Ereignisse pro Sekunde. Pro Detektionsereignis wird ein TTL-Puls von etwa
30 ns Dauer generiert. Die Totzeit zwischen zwei Detektionsereignissen beträgt detek-
torseitig 43 ns. Eine den Detektoren nachgeschaltete Elektronik verlängert die Dauer der
Pulse und somit auch die Totzeit zwischen den Detektionsereignissen auf 100 ns. Werksei-
tig wird die Genauigkeit mit der der Zeitpunkt eines Photodetektionsereignisses gemes-
sen werden kann mit 300 ps FWHM angegeben. Diese Größe entspricht prinzipiell der in
Abschnitt 2.2 diskutierten Detektorzeitauflösung, und ist um fast vier Größenordnungen
kleiner als die typischen Pulslängen der Einzelphotonen. Wie weiter unten erläutert wird,
ist die für das Experiment entscheidende Zeitauflösung noch durch weitere technische
Aspekte begrenzt.

Die TTL-Pulse werden einer Transientenrekorderkarte (PCI.258 von Spectrum) zuge-
führt. Die Zeitpunkte zu denen eine gewählte Triggerschwelle überschritten wird, werden
von einem Computer aufgezeichnet. Hier ergibt sich die Möglichkeit, Detektionsereignis-
se, die auf das Rückpumplicht zurückzuführen sind, aus dem Signal herauszufiltern (siehe
Abbildung 3.11). Dazu wird das Ausgangssignal der Detektoren zu einem Rechtecksignal
hinzuaddiert. Dieses Rechtecksignal ist in Phase zu der Trigger- und Rückpumpsequenz.
Entsprechende elektronische Laufzeiten berücksichtigend ist der Pegel dieses Rechtecksi-
gnals solange logisch „eins”, wie der Triggerpuls dauert. Durch geeignete Wahl der Trig-
gerschwelle der Transientenrekorderkarte werden somit nur Detektionsereignisse aufge-
zeichnet, die aus den Zeiträumen stammen, zu denen einzelne Photonen generiert werden.
Diese Art der Filterung bedingt, dass während der Rückpumpzyklen keine Detektionser-
eignisse aus der Dunkelzählrate der Detektoren aufgezeichnet werden. Dies hat Konse-
quenzen für die Kreuzkorrelationssignale von zwei Detektoren und wird in Abschnitt
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Abbildung 3.11: Trennung der Detektionsereignisse von Photonen, die während der Triggerpulse
erzeugt wurden, von Photonen, die aus dem Rückpumpprozess stammen. Durch ein zusätzliches
Rechtecksignal wird das Detektionssignal von Einzelphotonenpulsen über die Triggerschwelle der
Transientenrekorderkarte gehoben. Detektionsereignisse, die von Photonen stammen, die während
der Rückpumpsequenz erzeugt werden, erreichen die Triggerschwelle nicht und werden daher
nicht aufgezeichnet.

3.2.4 näher erläutert.
Die relative Häufigkeit von gemeinsamen Photodetektionen in beiden Detektoren wird

nach Durchführung des Experimentes numerisch berechnet. Hierzu werden die aufge-
zeichneten Detektionsereignisse der beiden Detektoren zunächst in ein Zeitraster einge-
teilt. Die Dauer Tr eines jeden Zeitabschnitts wird im Folgenden als Integrationsintervall
bezeichnet. Anschließend werden die Detektorsignale um die Zeit τ = nTr gegeneinan-
der verschoben und die Anzahl an Koinzidenzen in Abhängigkeit dieser zeitlichen Ver-
schiebung gezählt. Diese Größe ist direkt proportional zu der Wahrscheinlichkeit einer
gemeinsamen Photodetektion in zwei um τ gegeneinander verschobenen Zeitintervallen
der Dauer ∆t = Tr (vgl. Abschnitt 2.2.2).

Die für das Experiment entscheidende Zeitauflösung ist nicht durch obige Detektor-
zeitauflösung begrenzt. Die gewählte Abtastrate der Transientenrekorderkarte stellt in der
Regel ein viel gröberes Zeitraster dar. Bei einer in den Experimenten zur Zwei-Photonen-
Interferenz eingestellten Abtastrate von 62.5 MHz ergibt sich somit eine Zeitauflösung
von 16 ns. Das zur Berechnung der Kreuzkorrelation gewählte Integrationsintervall Tr

darf nicht kleiner sein, als die Zeitauflösung, die durch die Transientenrekorderkarte vor-
gegeben ist. Da die Anzahl ermittelter Koinzidenzen in den durchgeführten Experimenten
sehr gering ist, wurde das Integrationsintervall in der Regel sogar größer gewählt als die
Zeitauflösung der Transientenrekorderkarte. Dennoch war diese Zeitauflösung stets klei-
ner als die Dauer der Photonenpulse.

3.3.3 Charakterisierung des Interferometers
Erwarteter Kontrast bei der Zwei-Photonen-Interferenz

Wie in Abschnitt 2.4.9 diskutiert, bewirkt eine ungenügende Überlagerung der transver-
salen Moden eine Verminderung des Kontrastes in der Zwei-Photonen-Interferenz. Als
erstes wichtiges Merkmal des Interferometers muss daher die Güte der Modenüberlage-
rung auf dem zweiten Strahlteiler quantifiziert werden. Dies gelingt über die Messung
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Abbildung 3.12: Interferenzsignal zweiter Ordnung beim Mach-Zehnder-Interferometer. Die bei-
den Kurven zeigen den zeitlichen Verlauf der Ausgangsspannung der Photomultiplier an den bei-
den Ausgängen des zweiten Strahlteilers. Die gemessenen Oszillationen besitzen eine Visibilität
von etwa 96 %.

der Visibilität der Interferenz zweiter Ordnung. Hierzu wird linear polarisiertes Laserlicht
in das Interferometer eingekoppelt. Durch Wahl des Polarisationswinkels lässt sich dabei
das Aufteilungsverhältnis am Polarisationsstrahlteiler einstellen. Damit wird es möglich
die unterschiedliche Transmission der beiden Fasern auszugleichen und sicherzustellen,
dass die beiden Lichtfelder vor dem zweiten Strahlteiler die gleiche Amplitude E0 auf-
weisen. Mittels des λ/2-Plättchens wird die Polarisation beider Lichtfelder parallel zu-
einander ausgerichtet. Die beiden Eingangslichtfelder des zweiten Strahlteilers werden
damit durch Gleichung 2.99 beschrieben. Wie bereits erwähnt, sollen beide Lichtfelder
jedoch die gleiche Amplitude E0 besitzen. Sie unterscheiden sich aber weiterhin durch
eine zeitabhängige relative Phase δ(t). Die in den beiden Strahlteilerausgängen zu mes-
sende Intensität I34(t) ergibt sich analog zu Gleichung 2.100, wobei hier ein Strahlteiler
mit der Transmission σ2 und der Reflexion ρ2 zugrunde gelegt wird.

I34 ∝ E2
0

(
ρ2 + σ2 ± 2ρσ cos ϕ cos δ(t)

)
(3.2)

Eine lineare zeitliche Variation der relativen Phase δ(t) wird somit zu einer Oszillation der
an den Ausgängen zu messenden Intensität führen. Die Visibilität dieser Oszillation hängt
damit von der Transmission und Reflexion des Strahlteilers und der Güte der Moden-
Überlagerung cos ϕ ab.

V =
Imax − Imin

Imax + Imin

= 2ρσ cos ϕ (3.3)
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In Zusammenhang mit Gleichung 2.98 lässt sich der zu erwartende Kontrast bei der In-
terferenz vierter Ordnung somit mittels einer Messung der Visibilität V berechnen. Es
gilt:

K =
V 2

2(ρ4 + σ4)
(3.4)

Die zeitliche Variation der relativen Phase δ(t) lässt sich in einem Mach-Zehnder-Inter-
ferometer durch die Veränderung der Wegstrecke in einem der Arme des Interferometers
erreichen. Im diskutierten Aufbau ist eine solche Variation nicht praktikabel. Bei den sehr
unterschiedlichen Armlängen bietet sich eine weit einfachere Methode an. Die Phasen-
differenz beträgt aufgrund des Laufzeitunterschiedes ∆t in den beiden Fasern δ = ω∆t.
Durch Variation der Frequenz ω lässt sich ebenfalls eine Variation der Phase δ erreichen.
Bei einem Laufzeitunterschied von 5.306 µs benötigt man lediglich eine Frequenzvariati-
on von ∆ω = 2π/∆t = 2π 188.6 kHz, um die relative Phase um 2π zu verändern.

Zur Messung der Interferenz zweiter Ordnung wurde die Frequenz des Lichtes daher
mit einem linearen Anstieg von 52.4 kHz/µs verändert. Die Intensitäten an beiden Aus-
gängen des Strahlteilers wurden mittels Photomultiplier gemessen, die mit Widerständen
von 100 Ω abgeschlossen waren. Um auszuschließen, dass die Messung durch einen Win-
kel zwischen den beiden überlagerten Strahlen verfälscht wird, wurde der Abstand der
Detektoren vom Strahlteiler mit 35 cm bzw. 120 cm möglichst unterschiedlich gewählt.
Das Ergebnis der Messung zeigt Abbildung 3.12. Innerhalb von 22.6 µs wird eine Peri-
ode durchgefahren. Die durchgezogene Linie gibt das Signal des weiter vom Strahlteiler
entfernt stehenden Detektors wieder. Die gemessene Visibilität V beträgt 96 %. Da sich
die Strahlteilerparameter nicht wesentlich von denen eines 50/50-Strahlteilers unterschei-
den (vgl. Abschnitt 3.3.1) ist die Güte der Modenüberlagerung cos ϕ identisch mit der
Visibilität. Der erwartete Kontrast der Zwei-Photonen-Interferenz berechnet sich damit
zu K = 92%. Diese Größe muss beim Vergleich der theoretischen Vorhersagen mit den
Messungen zur zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz berücksichtigt werden.

Phasenstabilität

Streuungen in der Ankunftszeitdifferenz der Photonen am Strahlteiler sowie Streuungen
in ihrer Frequenz führen zu einer prinzipiellen Unterscheidbarkeit der Photonen und wir-
ken sich entsprechend Abschnitt 2.4.8 negativ auf die Beobachtbarkeit der Zwei-Photonen-
Interferenz aus. Sind die Streuungen zu groß, so ist ggf. kein Interferenz-Effekt mehr
zu beobachten. Um den Beitrag des experimentellen Aufbaus an diesen Streuungen zu
verdeutlichen, wurde die Phasenstabilität des Interferometers mit Hilfe des Pumplasers
untersucht. Unter der Phasenstabilität wird im Folgenden die zeitliche Stabilität der rela-
tiven Phase des Lichtes zwischen den beiden Armen des Interferometers verstanden. Ein
Rauschen dieser relativen Phase kann zum einen auf einer Fluktuation der optischen Weg-
länge der beiden Interferometerarme beruhen. Dieses kann entweder durch Änderungen
im Brechungsindex der beiden optischen Fasern oder durch Änderungen der Weglängen
verursacht sein. Zum anderen ziehen Fluktuationen der Frequenz des Pumplasers auf-
grund der sehr unterschiedlichen Armlängen ebenfalls eine Änderung der relativen Phase
nach sich. Der Einfluss des Interferometers und der Einfluss der Pumplaserfrequenz las-
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Abbildung 3.13: Kreuzkorrelationssignal der beiden Detektoren am Ausgang des Interferometers
bei kontinuierlichem Pumplaserbetrieb. Der gemessene Verlauf ist durch eine Exponentialfunktion
mit einer Zeitkonstanten von T =37 µs angepasst. Der Ausschnitt zeigt den Verlauf des Korrelati-
onssignals für kleine Zeiten τ .

sen sich dabei nicht voneinander trennen.

Zur Messung der Phasenstabilität wurde das stark abgeschwächte Licht des im cw-Betrieb
laufenden Pumplasers5 in das Interferometer eingekoppelt und die Polarisation so einge-
stellt, dass das Licht aus beiden Fasern am zweiten Strahlteiler des Interferometers die
gleiche Intensität aufweist. Im Gegensatz zur Messung der Visibilität des Interferome-
ters war der Pumplaser in dieser Messung stabilisiert. Die Detektionsereignisse in beiden
Einzelphotonendetektoren am Ausgang des Interferometers wurden über eine Dauer von
etwa 6 s aufgezeichnet. Die ermittelte Kreuzkorrelation der beiden Detektorsignale zeigt
Abbildung 3.13.

Der Verlauf dieses Korrelationssignals lässt sich sehr gut durch eine Exponentialfunk-
tion der Form y = y0 + A exp (−τ/T ) anpassen. Die Zeitkonstante T beträgt hier 37 µs.
Das Resultat dieser Messung lässt sich mit den Ergebnissen zur Intensitätskorrelationen
zweier klassischer Felder erklären (siehe Abschnitt 2.4.10). Hierzu wird das Licht am
zweiten Strahlteiler des Interferometers durch zwei kontinuierliche Felder gleicher Feld-
stärke beschrieben. Dabei soll die relative Phase δ(t) = δ̇ · t + δ0 dieser beiden Felder
zeitliche Fluktuationen aufweisen, die durch die Stabilität des Interferometers bzw. die
Frequenzstabilität des Lichtes bedingt sind. Diese Fluktuationen werden durch eine Ver-

5Bei dem Pumplaser handelt es sich um einen Titan-Saphir-Laser (Coherent 899), welcher über eine Sät-
tigungsspektroskopie mit dem Pound-Drever-Hall-Verfahren relativ zum Interkombinationsübergang 5S1/2

F=3 → 5P3/2 F’=3/4 stabilisiert ist (siehe [23]).
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teilungsfunktion f(δ̇) für die Phasenänderung δ̇ erfasst. Für eine beliebige aber konstante
Phasenänderung zeigt die Intensitätskorrelation der Ausgangssignale am Strahlteiler in
Analogie zu Gleichung 2.104 Oszillationen, die unabhängig von δ0 alle mit einem Mini-
mum bei τ = 0 beginnen:

G
(2)
34 (τ) = C

(
1− 1

2
cos (δ̇ τ)

)
Unter Berücksichtigung der Verteilungsfunktion für die Phasenänderung ergibt sich die
zu messende Intensitätskorrelation durch die gewichtete Summe über aller G

(2)
34 (τ).

Ḡ
(2)
34 (τ) =

∫
dδ̇ f(δ̇) G

(2)
34 (τ)

Setzt man für dieses Korrelationssignal eine Exponentialfunktion mit der Zeitkonstanten
T an, so erhält man für die Verteilungsfunktion der Phasenänderung eine Lorentzkurve
der Halbwertsbreite 1/T :

f(δ̇) =∝ 1/T

(1/T )2 + δ̇2

Die aus der Messung ermittelte Zeitkonstante von T = 37 µs entspricht demnach einer
Halbwertsbreite für die Phasenänderung von 27 mrad/µs. Diese Größe wird im Folgenden
als Phasenstabilität bezeichnet.

Unter den Annahme, dass die Phasenänderungen ausschließlich auf Frequenzfluktua-
tionen beruhen, kann man die Phasenstabilität in eine Frequenzstabilität des Pumplasers
umrechnen. Wird die Phase des Lichtfeldes am Eingang des Interferometers durch ω(t) · t
beschrieben, so ergibt sich am Ende der beiden optischen Fasern aufgrund des Laufzeit-
unterschiedes ∆t eine Phasendifferenz von

δ(t) = ω(t + ∆t) · (t + ∆t)− ω(t) · t
Nimmt man an, dass sich die Frequenz für kleine Zeiten t linear mit der Rate ω̇ ändert, so
erhält man schließlich:

δ(t) = 2∆t ω̇ t + const = δ̇ · t + δ0

Aus obiger Phasenstabilität folgt damit eine Frequenzstabilität von 2π 400 Hz/µs. Die
Frequenz des Pumplasers variiert damit in der Zeit von 5.28 µs von Triggerpuls zu Trig-
gerpuls im Mittel nur um etwa 2.1 kHz. Wie in Abschnitt 4.2.3 erläutert wird, ist die-
ser Beitrag an den ermittelten Streuungen der Frequenzen der Photonen vernachlässigbar
klein.

In ähnlicher Weise lässt sich auf die Stabilität der Differenz l der optischen Armlängen
des Interferometers schließen. Die relative Phase δ(t) resultiert hier aus dem Laufzeitun-
terschied ∆t(t) zwischen beiden Wegen. Die Änderung des Laufzeitunterschiedes wird
durch eine Änderung l̇ der optischen Weglängendifferenz hervorgerufen und ist durch l̇/c
gegeben. Die relative Phase schreibt sich dann als:

δ(t) =
l̇ ω n

c
t + const = δ̇ · t + δ0
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Die Stabilität des Interferometers bzgl. der optischen Weglängendifferenz ergibt sich da-
mit zu 2.2 nm/µs. Die mittlere Unterschied in der optischen Weglänge der beiden Inter-
ferometerarme in der Zeit zwischen zwei Triggerpulsen beträgt damit etwa 11.6 nm. Eine
solch kleine Weglängendifferenz spielt für den Laufzeitunterschied der Photonen im In-
terferometer keine Rolle. Mögliche Streuungen in den Ankunftszeitdifferenz der beiden
Photonen müssen daher ausschließlich aus Streuungen der Emissionszeitpunkte der Pho-
tonen resultieren (siehe Abschnitt 4.2.3).



Kapitel 4

Experimentelle Ergebnisse

Im Mittelpunkt dieser Arbeit steht die Untersuchung der zeitaufgelösten Interferenz von
zwei in ihren Eigenschaften unabhängigen Einzelphotonen. Wie in Kapitel 3 erläutert,
werden die einzelnen Photonen nacheinander mittels einer adiabatischen Passage in einem
Atom-Resonator-System generiert, durchlaufen zwei verschieden lange optische Fasern
und treffen zeitgleich auf einen 50/50-Strahlteiler. Zwischen den einzelnen Photonener-
zeugungsprozessen wird das Atom-Resonator-System mittels eines inkohärenten Rück-
pumpzyklus jeweils in den Ausgangszustand zurückversetzt. Die einzelnen Photonen ste-
hen daher in keiner kohärenten Beziehung zueinander, so dass das System formal iden-
tisch zu einem Experiment mit zwei Einzelphotonenquellen ist. Insbesondere wird es so
möglich, die Frequenz und die Polarisation der beiden Photonen unabhängig voneinander
einzustellen.

In einem ersten Experiment wird der zeitliche Verlauf der Detektionswahrscheinlich-
keit der Photonen relativ zum Startzeitpunkt ihres Erzeugungsprozesses gemessen. Wie
in Abschnitt 4.1 gezeigt wird, ist die Dauer dieser Pulsform durch den Erzeugungspro-
zess gegeben und damit deutlich größer als die Detektorzeitauflösung im Experiment.
Da der gemessene Verlauf die gemittelte Pulsform aller in der Messung erfassten Pho-
tonen wiedergibt, erlaubt diese Messung keinen Aufschluss über Dauer und Form der
zugrunde liegenden Einzelphotonen. Dies ist erst mit einer Messung der zeitaufgelösten
Zwei-Photonen-Interferenz möglich.

Die experimentellen Ergebnisse zur zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz wer-
den in Abschnitt 4.2 vorgestellt und diskutiert. Dieses Experiment unterscheidet sich
grundlegend von bisherigen Messungen zur Zwei-Photonen-Interferenz [4, 19, 20]. Bis-
her wurde der Interferenzeffekt stets durch Variation der Ankunftszeit δτ der beiden
Photonen auf dem Strahlteiler verdeutlicht, ohne zwischen den Detektionsereignissen in
den beiden Detektoren zeitlich unterscheiden zu können. Aufgrund der Zeitauflösung ist
es nun erstmals möglich, die Anzahl der Koinzidenzen in Abhängigkeit von der Zeit τ
zwischen den Detektionsereignissen aufzunehmen, wobei die Photonen (von eventuellen
Streuungen des Emissionszeitpunktes abgesehen) stets gleichzeitig auf den Strahlteiler
treffen. Die Messung wird einmal mit Photonen gleicher und einmal mit Photonen ortho-
gonaler Polarisation durchgeführt.

Wie in Abschnitt 3.1.6 erläutert, erlaubt die Einzelphotonenquelle prinzipiell die Kon-
trolle über die Frequenz der erzeugten Photonen. Durch Umschalten der Frequenz des

73
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Pumplasers zwischen den einzelnen Erzeugungsprozessen wird erreicht, dass nachein-
ander erzeugte Photonen eine feste Frequenzdifferenz aufweisen. Damit ist es erstmals
möglich, die Interferenz unabhängiger Photonen mit definierter Frequenzdifferenz zu un-
tersuchen. Die Ergebnisse dieses Experimentes und der Vergleich der Resultate mit dem
klassischen Pendant interferierender Laserpulse werden in Abschnitt 4.3 diskutiert.

4.1 Pulsform eines Ensembles von Einzelphotonen
Wie in Abschnitt 3.1.4 erläutert, wird ein Rubidium-Atom auf seinem Weg durch die
Resonatormode einer Folge von Trigger- und Rückpumppulsen ausgesetzt. Bei jedem der
2 µs dauernden Triggerpulse kann das Atom-Resonator-System einen Einzelphotonenpuls
emittieren. Im Idealfall werden dabei Photonen erzeugt, deren Dauer und Form durch den
zeitlichen Verlauf des Triggerpulses kontrollierbar ist [54]. Aus der Aufzeichnung der De-
tektionszeitpunkte der einzelnen Photonen relativ zu den erzeugenden Triggerpulsen lässt
sich gemittelt über viele Messzyklen der zeitliche Verlauf der Detektionswahrscheinlich-
keit P (1)(t) der emittierten Photonen gewinnen (vgl. Abschnitt 2.2). Die Größe P (1)(t)
wird im Folgenden als die Pulsform der Photonen bezeichnet. Man beachte, dass das Re-
sultat einer solchen Messung jedoch lediglich die Pulsform des Ensembles aller in der
Messung erfassten Photonenpulse wiedergibt. Auch wenn die gemessene Pulsform mit
der Dauer der Triggerpulse übereinstimmt, so kann aus dieser Messung allein noch nicht
geschlossen werden, dass die zugrunde liegenden einzelnen Photonen tatsächlich eine sol-
che Dauer aufweisen. Insbesondere muss die gemessene Pulsform nicht mit der Pulsform
der Einzelphotonen übereinstimmen. Bevor dies im Folgenden weiter analysiert wird,
sollen zunächst die durchgeführten Messungen zur Pulsform vorgestellt und diskutiert
werden.

4.1.1 Messungen zur Pulsform

Die Messungen wurden an dem in Abschnitt 3.3.1 erläuterten Aufbau durchgeführt. In
diesem Fall war jedoch der Weg durch die lange Faser blockiert, so dass das Licht die
Detektoren nur über die kurze Faser erreichen konnte. In zwei voneinander unabhängi-
gen Messungen mit identischem zeitlichen Verlauf der einzelnen Triggerpulse wurde die
Einzelphotonenquelle einmal unter den Bedingungen des ersten und einmal unter den Be-
dingungen des zweiten Parametersatzes betrieben (siehe Abschnitt 3.2.3). Die beiden Pa-
rametersätze unterscheiden sich zum einen hinsichtlich des Magnetfeldes, welches am Ort
des optischen Resonators wirksam ist, und zum anderen durch den Rückpumpprozess, der
das Atom nach erfolgter Photonenemission in den Ausgangszustand zurückversetzt. Im
Fall des zweiten Parametersatzes ist das Magnetfeld kompensiert und das einfache Rück-
pumpschema des ersten Parametersatzes durch ein optimiertes Rückpumpschema ersetzt
(siehe Abschnitt 3.2.2). Das Ergebnis beider Messungen zeigt Abbildung 4.1. Dargestellt
sind die relativen Häufigkeiten der Detektionszeitpunkte pro Mikrosekunde. Diese Größe
ist direkt proportional zur Pulsform P (1)(t).

In beiden Messungen ist der Zeitraum, in dem Photonen detektiert werden, identisch
mit der Dauer der Triggerpulse von 2 µs. Die Schwerpunkte der beiden Pulsformen stim-
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Abbildung 4.1: Relative Häufigkeit der Detektionsereignisse relativ zu den Triggerpulsen. Zur
Verdeutlichung der Sequenz der Photonenerzeugung ist der Verlauf für zwei Triggerpulse darge-
stellt. Die gestrichelte Linie (a) zeigt das Ergebnis für den ersten, die durchgezogene Linie (b) für
den zweiten Parametersatz. Bei der Messung mit dem zweiten Parametersatz wurden alle Detek-
tionsereignisse, die während der Rückpumpsequenzen auftraten, ignoriert (vgl. Abschnitt 3.3.2).
Daher tritt im Gegensatz zur Messung mit dem ersten Parametersatz kein Signal außerhalb der
Triggersequenzen auf. Der konstante Untergrund bei (a) ist der Dunkelzählrate der Detektoren
zuzuordnen. Zum besseren Vergleich der beiden Ergebnisse ist die Skala von Kurve (b) auf das
Niveau dieses Untergrundsignals angehoben.

men jedoch nicht überein. Im Fall der optimierten Quelle setzt die Photonenemission re-
lativ zum Triggerpuls früher ein als im Fall der nicht optimierten Quelle. Wie frühere Si-
mulationen zur Photonenemissionsrate gezeigt haben [23], entscheidet das Verhältnis der
Rabifrequenz des Pumplasers ΩP zur Atom-Resonator-Kopplung g über den zeitlichen
Schwerpunkt der Photonenemission. Bei gleichem Wert von ΩP /g setzt die Emission um
so früher ein, je stärker das Atom an die Resonatormode koppelt. Ein solcher Gewinn an
Kopplungsstärke wird gerade durch die erhöhte Besetzungswahrscheinlichkeit der maxi-
mal gekoppelten Unterzustände mit mF = ±3 im Fall des optimierten Rückpumpschemas
erwartet. Zusammen mit dem unter Abschnitt 3.2.4 diskutierten Gewinn in der Effizienz
der Quelle weist dieses Ergebnis somit auf die Wirksamkeit des optimierten Rückpump-
schemas im Hinblick auf eine verbesserte Atom-Resonator-Kopplung hin (vgl. Abschnitt
3.2.2). Eine zunehmende Verlagerung des Emissionsschwerpunktes zu früheren Zeiten
zieht eine verminderte Streuung in den Emissionszeitpunkten nach sich, so dass man für
die unter dem zweiten Parametersatz betriebene Quelle eine verbesserte Reproduzierbar-
keit der emittierten Photonen erwartet.
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4.1.2 Interpretation der Pulsform
Der zeitliche Verlauf der relativen Häufigkeit der Detektionszeitpunkte spiegelt die Puls-
form des Ensembles aller in der Messung erfassten Photonen wieder. Ob diese Puls-
form identisch mit der Pulsform |ξ(t)|2 der zugrunde liegenden Photonen ist, hängt da-
von ab, ob Streuungen in den besetzten Raum-Zeit-Moden auftreten und von welcher
Art diese Streuungen sind. Wie in Abschnitt 2.4.8 dargestellt, berechnet sich die Wahr-
scheinlichkeit einer Photodetektion zum Zeitpunkt t0 für ein durch den Dichteoperator
%̂ =

∫
dϑ f(ϑ) %̂(ξ(ϑ)) beschriebenes Ensemble von Einzelphotonenpulsen durch:

P (1)(t0) = η ∆t

∫
dϑf(ϑ)|ξ(t0, ϑ)|2 (4.1)

Hierbei wird angenommen, dass sich die Raum-Zeit-Moden im Ensemble aller Photonen
nur in einem ihrer Parameter ϑ unterscheiden. Für diesen Parameter wird eine Streuung
mit der Verteilungsfunktion f(ϑ) angenommen. Für den Fall, dass keine Streuungen auf-
treten und sich das Ensemble bzgl. der besetzten Raum-Zeit-Moden durch einen reinen
Zustand |1(ξ)〉〈1(ξ)| beschreiben lässt, gibt P (1)(t0) gerade die Pulsform |ξ(t)|2 dieser
Photonen wieder. Betrachtet man hingegen ein Ensemble von Einzelphotonenpulsen iden-
tischer Form mit einer Streuung f(δτ) der Emissionsschwerpunkte, so erhält man für die
Detektionswahrscheinlichkeit den Ausdruck:

P (1)(t0) = η ∆t

∫
dδτf(δτ)|ξ(t0 − δτ)|2 (4.2)

Dies stellt ein Faltungsintegral der Verteilungsfunktion f(δτ) mit der Pulsform |ξ(t0)|2
der Einzelphotonen dar, so dass die gemessene Pulsform grundsätzlich breiter sein muss
als |ξ(t0)|2. Im Grenzfall sehr kurzer Photonenpulse gibt P (1)(t0) nur noch die Form der
Verteilungsfunktion für die Streuung der Emissionszeitpunkte wieder.

Eine alleinige Streuung in den Frequenzen, wie sie in Abschnitt 2.4.8 betrachtet wur-
de, wirkt sich hingegen nicht auf die Pulsform aus. Da sich die Frequenz nur im Phasen-
term der Raum-Zeit-Moden wiederfindet und das Betragsquadrat |ξ(t0)|2 unabhängig von
diesem Phasenterm ist, kann |ξ(t0)|2 aus dem Integral 4.1 herausgezogen werden. Die
Pulsform des Ensembles und die Pulsform eines jeden Photonen-Wellenpaketes sind in
diesem Fall also identisch.

Diese Beispiele zeigen, dass aus einer Messung des zeitlichen Verlaufs der Detek-
tionswahrscheinlichkeit noch keine Aussagen über die Dauer oder die Form der zugrun-
de liegenden Einzelphotonenpulse möglich ist. Erst das Experiment zur zeitaufgelösten
Zwei-Photonen-Interferenz lässt Rückschlüsse über die Dauer der erzeugten Photonen
zu.

4.2 Zeitaufgelöste Zwei-Photonen-Interferenz
Dieser Abschnitt diskutiert die Experimente zur zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interfe-
renz und gliedert sich in vier Unterabschnitte. In Abschnitt 4.2.1 werden die durchge-
führten Messungen erläutert und ihre Resultate mit den theoretischen Vorhersagen aus
Abschnitt 2.4 verglichen. Die Analyse und Interpretation der Daten ist Gegenstand der
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beiden darauf folgenden Abschnitte. Aus dem Vergleich der Ergebnisse der Koinzidenz-
messungen bei senkrecht zueinander polarisierten Photonen mit den Autokorrelations-
funktionen der gemessenen Pulsformen lassen sich zunächst Aussagen über das Gesamt-
Ensemble der emittierten Photonen gewinnen (siehe Abschnitt 4.2.2). Eine Deutung der
gemessenen Verläufe hinsichtlich möglicher Streuungen im Sub-Ensemble nacheinander
emittierter Photonen wird in Abschnitt 4.2.3 gegeben. Im letzten Abschnitt 4.2.4 wird der
für die Umsetzung optischer Quantengatter relevante Aspekt der Zeitabhängigkeit des
Kontrastes der Zwei-Photonen-Interferenz diskutiert.

4.2.1 Koinzidenzmessungen

In den Messungen zur Zwei-Photonen-Interferenz wurden beide Fasern des in Abschnitt
3.3.1 erläuterten Interferometers genutzt und der zeitliche Abstand der Triggerpulse mit
5.28 µs so eingestellt, dass zwei nacheinander erzeugte Photonen gleichzeitig auf dem
Strahlteiler eintreffen können. Die Detektionsereignisse in beiden Detektoren wurden
über eine große Zahl wiederholter Messzyklen aufgezeichnet und die Anzahl gemein-
samer Photodetektionen in Abhängigkeit von der Zeit τ zwischen den Detektionsereig-
nissen ermittelt (vgl. Abschnitt 3.3.2). In zwei voneinander unabhängigen Messungen
war die Polarisation der Photonen einmal senkrecht und einmal parallel zueinander aus-
gerichtet. Um die Ergebnisse dieser beiden Experimente auch quantitativ vergleichen zu
können, wurden die Daten in beiden Messungen über dieselbe Anzahl von Messzyklen
akkumuliert. Daher tragen in beiden Experimenten etwa gleich viele Detektionsereig-
nisse zum Korrelationssignal bei. Diese Paare von Messungen wurden mit den beiden
unter Abschnitt 3.2.3 beschrieben Parametersätzen (d.h. einmal ohne Kompensation des
Magnetfeldes und einfachem Rückpumpschema sowie mit Magnetfeldkompensation und
optimierten Rückpumpschema) durchgeführt.

Zur ersten Orientierung werden zunächst die Messungen ohne Magnetfeld im Reso-
nator, d.h. ohne Zeeman-Aufspaltung der Atome in der Photonenquelle vorgestellt. Die
Ergebnisse bei senkrechter und bei gleicher Polarisation der Photonen zeigt Abbildung
4.2. Die Zeitauflösung in der Darstellung der Daten ist durch das in Abschnitt 3.3.2 er-
läuterte Integrationsintervall gegeben. In diesem Fall beträgt es 176 ns. Wie bei der un-
ter Abschnitt 3.2.4 diskutierten Hanbury-Brown & Twiss Messung tritt auch bei diesen
Messungen eine kammartige Struktur im Korrelationssignal auf. Da im Hanbury-Brown
& Twiss Aufbau nur eine Faser geöffnet war, konnten die auftretenden Maxima direkt
mit der Reihenfolge der Photonen-Emissionen assoziiert werden. In den Messungen zur
Zwei-Photonen-Interferenz gelangen die Photonen jedoch über beide Fasern zu den De-
tektoren, so dass die einzelnen Maxima einer Reihe von Kombinationen zuzuordnen sind.
Zum Beispiel ergeben sich die Koinzidenzen bei ± 5.28 µs zum einen aus der Detektion
von nacheinander emittierten Photonen, die durch dieselbe Faser zum Strahlteiler gelan-
gen und zum anderen durch Photonen, die mit einem zeitlichen Abstand von 10.56 µs
emittiert werden, wobei das zuerst erzeugte Photon den Strahlteiler durch die lange und
das später erzeugte Photon durch die kurze Faser erreicht.

Im Gegensatz zur Hanbury-Brown & Twiss Messung, in der immer nur einzelne Pho-
tonen auf den Strahlteiler trafen, kann nun ein zentrales Maximum um τ = 0 auftreten.
Dieses Maximum enthält (vom Untergrundsignal, d.h. von Koinzidenzen mit Rausch-
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Abbildung 4.2: Anzahl gemeinsamer Photodetektionen in Abhängigkeit der Zeit τ zwischen zwei
Detektionsereignissen bei (a) senkrechter bzw. (b) gleicher Polarisation der Photonen. In dieser
Messung wurde die Einzelphotonenquelle ohne Magnetfeld am Ort des optischen Resonators und
mit dem optimierten Rückpumpschema betrieben. Das Integrationsintervall beträgt 176 ns. Bei-
de Messungen sind über 46000 Messzyklen akkumuliert. Dabei wurden in beiden Fällen etwa
139000 Detektionsereignisse aufgezeichnet. Das Untergrundsignal (grau unterlegte Kurve) ist in
beiden Messungen gleich und beinhaltet pro Maximum 115 Koinzidenzen. Die Anzahl gemein-
samer Detektionsereignisse im zentralen Maximum beträgt im Fall senkrechter Polarisation 627
und im Fall gleicher Polarisation 375. Dieser Unterschied demonstriert das Auftreten der Zwei-
Photonen-Interferenz (siehe Text).
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ereignissen der Detektoren, abgesehen) nur jene Koinzidenzen, die aus dem gleichzeiti-
gen Auftreffen zweier nacheinander emittierter Photonen am Strahlteiler resultieren. Die
Resultate der Messungen mit (a) senkrechter bzw. (b) gleicher Polarisation unterscheiden
sich hier deutlich voneinander. Summiert man alle Koinzidenzen innerhalb des zentralen
Maximums von -2.4 µs bis +2.4 µs, so erhält man im Fall senkrecht zueinander polari-
sierter Photonen 627 gemeinsame Photodetektionen. Im Fall gleicher Polarisation sind es
hingegen nur 375. Diese beiden Werte enthalten noch den Beitrag des Untergrundsignals
von etwa 115 Ereignissen. Der Unterschied in der Anzahl gemeinsamer Photodetektio-
nen von gleichzeitig am Strahlteiler eintreffenden Photonen muss auf die Zwei-Photonen-
Interferenz zurückgeführt werden. Unter Abzug des Beitrags aus der Dunkelzählrate der
Detektoren hat sich die Koinzidenzwahrscheinlichkeit im Fall gleichpolarisierter Photo-
nen demnach um 50% reduziert. Bei der unter dem ersten Parametersatz durchgeführten
Messung beträgt der Unterschied lediglich 32% (vgl. Abbildung 4.4). Im Fall perfek-
ter Zwei-Photonen-Interferenz werden keine gemeinsamen Photodetektionen erwartet, so
dass eine Verminderung der Koinzidenzwahrscheinlichkeit um 100% auftritt. Die Dis-
krepanz zu diesem Idealfall zeigt, dass die erzeugten Photonen im Ensemble Streuungen
bzgl. ihrer Eigenschaften unterliegen müssen. Diese Streuungen konnten durch die Opti-
mierung der Quelle offensichtlich verringert werden, da die Verminderung der Koinziden-
zwahrscheinlichkeit in den Messungen unter Parametersatz 2 deutlich stärker ausgeprägt
ist als in der Messung unter Parametersatz 1. Die Art dieser Streuungen und mögliche
Ursachen werden in Abschnitt 4.2.3 eingehender diskutiert.

Neben der verminderten Anzahl der Koinzidenzen ist im gleichpolarisierten Fall noch
eine Struktur im zentralen Maximum zu erkennen, die in der Messung mit senkrecht zu-
einander polarisierten Photonen nicht auftritt. Verbessert man die Zeitauflösung in der
Auswertung der Daten durch die Wahl eines kleineren Integrationsintervalls, so tritt diese
Struktur deutlicher zu Tage. Abbildung 4.3 zeigt den zentralen Bereich des Korrelationssi-
gnals für ein Integrationsintervall von 48 ns mit kompensiertem Magnetfeld, während das
Ergebnis der Messung mit dem ersten Parametersatz in Abbildung 4.4 dargestellt ist. Die
Daten sind jeweils um das Untergrundsignal korrigiert1. Man beachte, dass beide Abbil-
dungen die Anzahl gemeinsamer Photodetektionen in Abhängigkeit der Zeit τ zwischen
den Detektionsereignissen zeigen. Dies unterscheidet sich grundlegend von bisherigen
Darstellungen der Zwei-Photonen-Interferenz, in der die Anzahl der Koinzidenzen aus-
schließlich in Abhängigkeit der Ankunftszeitdifferenz δτ untersucht wurde.

Die Ergebnisse der Messungen mit Photonen gleicher Polarisation (b) kennzeichnen
sich durch ein ausgeprägtes Minimum in der Anzahl gemeinsamer Photodetektionen um
τ = 0. Die Daten stimmen sehr gut mit den in Abschnitt 2.4.8 beschriebenen Verläu-
fen einer zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz überein. Die dort betrachteten Wahr-
scheinlichkeiten P

(2)
34 sind über die Anzahl detektierter Photonenpaare direkt proportional

zu der Anzahl gemeinsamer Photodetektionen N
(2)
34 . Die einzelnen Verläufe für senkrech-

te bzw. gleiche Polarisation im Fall einer nicht explizit gewählten Frequenzdifferenz der
Photonen werden dann entsprechend Abschnitt 2.4.8 durch Gleichungen folgender Form
beschrieben:

1Das gelegentliche Auftreten von negativen Werten in der Anzahl der Koinzidenzen nach Abzug des
Untergrundsignals ist durch das Rauschen im Messsignal bedingt.
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Abbildung 4.3: Ausschnitt des zentralen Bereichs aus Abbildung 4.2. Die Daten sind nun mit
einem Integrationsintervall von 48 ns ausgewertet. Beide Datensätze sind um das Untergrundsi-
gnal korrigiert (siehe Text). An die Ergebnisse sind die durch Gleichung 4.3 bzw. 4.4 gegebenen
Theoriekurven angepasst. Die gestrichelte Kurve in Abbildung (a) zeigt das aus der Pulsform
berechnete Autokorrelationssignal (siehe Abschnitt 4.2.2). Dieses besitzt eine Breite von T3 =
0.81 µs. Aus den Ergebnissen bei senkrecht zueinander polarisierten Photonen (a) erhält man die
Zeitkonstante T1 = 0.64 µs. Aus der Messung mit Photonen gleicher Polarisation (b) folgt als
zweite Zeitkonstante der Wert T2 = 0.44 µs.
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Abbildung 4.4: Zwei-Photonen-Interferenz unter Parametersatz 1. Beide Messungen wurden nur
über 11000 Messzyklen akkumuliert. Daher tragen jeweils lediglich 73000 Detektionsereignisse
zum Messsignal bei. Zur Verminderung des Rauschens, wurde ein Integrationsintervall von 120 ns
gewählt. Die Ergebnisse sind um das in dieser Messung konstante Untergrundsignal (1.5 Koinzi-
denzen pro 120 ns) korrigiert. Die Zeitkonstante T1 in Messung (a) weist einen Wert von 0.87 µs
auf. Der Messung (b) entnimmt man die zweite Zeitkonstante mit dem Wert T2 = 0.31 µs.



82 Kapitel 4. Experimentelle Ergebnisse

N
(2)
34,HV (τ) = N

(2)
0 exp

(
− τ 2

T 2
1

)
(4.3)

N
(2)
34,HH(τ) = N

(2)
34,HV (τ)

[
1− cos2 ϕ exp

(
− τ 2

T 2
2

)]
(4.4)

Hierbei wird die Güte der Überlagerung der beiden Transversalmoden auf dem Strahltei-
ler durch den Faktor cos ϕ berücksichtigt. Wie in Abschnitt 3.3.3 erläutert, wurde im Zuge
der Charakterisierung des Interferometers für diese Größe ein Wert von cos ϕ = 0.96 er-
mittelt. Da der Kontrast in der Zwei-Photonen-Interferenz durch das Quadrat dieser Größe
gegeben ist, erhält man somit eine Begrenzung des Kontrastes auf 92%. Dieser Wert wird
in der Anpassung der Theoriekurven berücksichtigt, so dass das Minimum der angepas-
sten theoretischen Verläufe bei τ = 0 daher nicht den Wert null annimmt. Die auftretenden
Zeitkonstanten T1 und T2 in den Gleichungen 4.3 und 4.4 sind entsprechend den zugrunde
liegenden Modellen (Gemisch über Frequenzen oder Gemisch über Ankunftszeitdifferen-
zen) durch die Dauer der Photonen und die auftretenden Streuungen in der Frequenz bzw.
der Ankunftszeitdifferenz gegeben2.

Die Anpassung der Theoriekurven an die experimentellen Daten wurde schrittwei-
se durchgeführt. Aus der Messung mit senkrecht zueinander polarisierten Photonen erhält
man mittels Gleichung 4.3 zunächst die Zeitkonstante T1 und den Wert N

(2)
0 . Diese beiden

Größen zugrunde legend, kann durch Anpassung von Gleichung 4.4 an die Messung mit
Photonen gleicher Polarisation die zweite Zeitkonstante T2 ermittelt werden. Die Theo-
riekurven sind in Abbildung 4.3 und 4.4 als durchgezogene Linien dargestellt. Die durch
die Anpassung der Theoriekurven ermittelten Zeitkonstanten T1 und T2 werden Abschnitt
4.2.3 interpretiert.

4.2.2 Vergleich mit der Pulsform

Die Koinzidenzwahrscheinlichkeit P
(2)
34,HV (τ) im Fall senkrecht zueinander polarisierter

Photonen und die Autokorrelationsfunktion A(2)(τ) der Pulsform stehen in enger Bezie-
hung zueinander. Da sich senkrecht zueinander polarisierte Photonen unabhängig vonein-
ander auf die beiden Strahlteilerausgänge verteilen, unterscheidet sich der Strom aufge-
zeichneter Detektionsereignisse in jedem Detektor prinzipiell nicht von dem Fall, in dem
Photonen nur von einer Seite auf den Strahlteiler treffen. Nimmt man an, dass sich die
Photonen in ihren Raum-Zeit-Moden nicht voneinander unterscheiden, und bildet man im
ersten Fall die Kreuzkorrelationsfunktion beider Detektorsignale und im anderen Fall die
Autokorrelationsfunktion der ermittelten Pulsform, so stimmen diese beiden Resultate in
ihrer Form überein. Dies lässt sich auch formal zeigen: Die Koinzidenzwahrscheinlichkeit
P

(2)
34,HV (τ) ist proportional zu der Größe

∫
dt0|ξ(t0)ξ(t0−τ)|2. Die Pulsform wird im Fall

2Eine Anpassung der durch die Gleichungen 4.3 und 4.4 gegebenen Theoriekurven an die gemessenen
Verläufe setzt zunächst einmal voraus, dass die Streuungen in den entsprechenden Größen einer Gaußver-
teilung unterliegen. Wie in Abschnitt 4.2.3 noch eingehender erläutert wird, lässt sich der unter dem ersten
Parametersatz gemessene Verlauf jedoch auch durch eine Streuung über diskrete Frequenzdifferenzen er-
klären.
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identischer Photonen-Wellenpakete durch die zeitabhängige Detektionswahrscheinlich-
keit P (1)(t0) ∝ |ξ(t0)|2 wiedergegeben. Die Berechnung der Autokorrelationsfunktion
A(2)(τ) dieser Pulsform ergibt damit:

A(2)(τ) =

∫
dt0P

(1)(t0)P
(1)(t0 − τ) ∝

∫
dt0|ξ(t0)ξ(t0 − τ)|2 ∝ P

(2)
34,HV (τ)

Bei dem Vergleich dieser beiden Größen muss im Folgenden berücksichtigt werden, dass
die unter Abschnitt 4.1 diskutierte Pulsform über alle detektierten Photonen ermittelt
wird, wohingegen in der Koinzidenzmessung immer nur nacheinander erzeugte Photonen
eingehen. Das Gesamt-Ensemble aller in der Messung erfassten Photonen und das Sub-
Ensemble all jener Photonen, die in aufeinander folgenden Triggerpulsen erzeugt wurden,
müssen in ihren Eigenschaften jedoch nicht zwingend identisch sein. Dies ist für unsere
Einzelphotonenquelle insofern leicht einzusehen, da zwei nacheinander erzeugte Photo-
nen mittels desselben Atoms unter ähnlichen Bedingungen erzeugt werden, was für die
Gesamtheit aller in der Messung erfassten Photonen nicht zutrifft. Die Wahrscheinlichkeit
einer gemeinsamen Photodetektion

P
(2)
HV (τ) =

η2∆t2

2

∫
dt0

∫∫
dϑ1dϑ2 f̃(ϑ1)f̃(ϑ2) |ξ(t0, ϑ1)ξ(t0 − τ, ϑ2)|2 (4.5)

und die aus Gleichung 4.1 gebildete Autokorrelationsfunktion

A(2)(τ) =
η2∆t2

2

∫
dt0

∫∫
dϑ1dϑ1 f(ϑ1)f(ϑ2) |ξ(t0, ϑ1)ξ(t0 − τ, ϑ2)|2 (4.6)

werden damit über Verteilungsfunktionen f̃(ϑ) und f(ϑ) berechnet, die i.a. nicht identisch
sein müssen. Die beiden Ausdrücke 4.5 und 4.6 liefern nur dann dasselbe Ergebnis, wenn
entweder das Betragsquadrat |ξ(t0, ϑ1)ξ(t0−τ, ϑ2)|2 unabhängig von den Parametern ϑ1,2

ist, oder wenn die Verteilungsfunktion f(ϑ) des Gesamt-Ensembles identisch ist mit der
Verteilungsfunktion f̃(ϑ), die das Ensemble der Photonenpulse unter der Voraussetzung
beschreibt, dass in zwei aufeinander folgenden Triggerpulsen ein Photon generiert wird.
Ein Vergleich der Koinzidenzmessung bei senkrecht zueinander polarisierten Photonen
mit der Autokorrelationsfunktion der gemessenen Pulsform erlaubt daher Aussagen über
die im Gesamt-Ensemble auftretenden Streuungen.

Die aus den Pulsformen berechneten Autokorrelationsfunktionen sind in den Abbil-
dungen 4.3 und 4.4 (a) jeweils als gestrichelte Linien dargestellt. Vergleicht man die Brei-
ten T3 dieser beiden Verläufe3, mit den Breiten T1 der an die Daten angepassten Theorie-
kurven, so treten in beiden Fällen Abweichungen von ca. 20% auf. Insbesondere bei der
Messung mit dem zweiten Parametersatz (Abbildung 4.3) gibt die Autokorrelationsfunk-
tion der Pulsform den Verlauf der experimentellen Daten auch unter Berücksichtigung
des Rauschens nur ungenügend wieder. Eine solche Diskrepanz legt entsprechend obigen
Ausführungen folgende Schlüsse nahe:

3Obwohl die Verläufe der Autokorrelationsfunktionen nicht durch Gaußfunktionen gegeben sind, wer-
den aus Gründen der Vergleichbarkeit halbe 1/e-Breiten angegeben.
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1. Das von der Einzelphotonenquelle über viele Messzyklen emittierte Photonen-En-
semble lässt sich bzgl. der besetzten Raum-Zeit-Moden nicht durch einen reinen
Zustand beschreiben. Wäre dies der Fall, so müssten die beiden Messungen dassel-
be Resultat zeigen. Die Eigenschaften der im Gesamt-Ensemble besetzten Raum-
Zeit-Moden müssen daher Streuungen unterliegen.

2. Die Streuungen im Gesamt-Ensemble können nicht ausschließlich Streuungen in
der Frequenz der emittierten Photonen sein, denn auch in diesem Fall müssten die
beiden Resultate übereinstimmen. Hieraus folgt insbesondere, dass die in Abschnitt
4.1 diskutierte Pulsform nicht exakt die Pulsform der zugrunde liegenden Photonen
wiedergibt.

3. Die in Frage kommenden Streuungen (z.B. Streuungen des Emissionszeitpunktes)
müssen im Ensemble aller emittierten Photonen größer sein als im Sub-Ensemble
jener Photonen, die in zwei aufeinander folgenden Triggerpulsen erzeugt wurden.

Der Unterschied in den Streuungen des Gesamt- und des Sub-Ensembles lässt sich auf
die Bewegung der Atome in der Resonatormode zurückführen. Wie unter Abschnitt 3.1.3
erläutert, fallen die Atome durch die Resonatormode hindurch und erfahren dabei un-
terschiedlich starke Atom-Resonator-Kopplungsstärken mit denen unterschiedliche zeit-
liche Schwerpunkte in der Photonenemission verbunden sind (vgl. Abschnitt 4.1.1). Das
Gesamt-Ensemble aller in der Messung erfassten Photonen wird über viele Messzyklen
mittels unterschiedlich stark gekoppelter Atome produziert. Daher sind die Streuungen im
Emissionszeitpunkt sehr groß. Zwei nacheinander emittierte Photonen stammen jedoch
von ein und demselben Atom, welches sich in der Zeit zwischen zwei Triggerpulsen nicht
wesentlich in der Resonatormode bewegt hat4. Damit ist die Atom-Resonator-Kopplung
in zwei aufeinander folgenden Photonenerzeugungsprozessen ähnlich und die Streuungen
im Emissionszeitpunkt im Mittel geringer als für zwei beliebige Photonen des Gesamt-
Ensembles.

4.2.3 Analyse der Ergebnisse
Interpretation der ermittelten Zeitkonstanten

Durch die Anpassung der Theoriekurven an die experimentellen Daten konnten die zwei
Zeitkonstanten T1 und T2 ermittelt werden. Diese Zeitkonstanten lassen sich entsprechend
der beiden unter Abschnitt 2.4.8 diskutierten Modelle interpretieren. In diesen Modellen
wird vorausgesetzt, dass entweder ausschließlich die Frequenz oder ausschließlich die
Ankunftszeitdifferenz der Photonen am Strahlteiler einer Streuung unterliegt. Am wahr-
scheinlichsten werden beide Größen streuen. Allerdings lässt sich aus den Daten nicht
ermitteln, welchen Anteil die einzelnen Streuungen an dem Messergebnis besitzen. Die
beiden Modelle werden daher getrennt analysiert. Dies bietet u.a. den Vorteil, dass sich
die maximalen Streuungen angeben lassen, denen das Photonen-Ensemble hinsichtlich

4Die Fallgeschwindigkeit der Atome beträgt 2 m/s. In der Zeit zwischen zwei Triggerpulsen bewegen
sie sich daher um etwa 10 µm in vertikaler Richtung. Der maximale Unterschied in der Atom-Resonator-
Kopplung beträgt damit etwa 25 %.
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Parametersatz 1 Parametersatz 2
Magnetfeld B0 =310 mG Magnetfeld B0 ≈4 mG
(Abb. 4.4) (Abb. 4.3)

Ermittelte Zeitkonstanten T1 = 0.87 µs T1 = 0.64 µs

T1 und T2 T2 = 0.31 µs T2 = 0.44 µs

Breite der aus der Pulsform

berechneten Korrelationsfunktion T3 = 1.07 µs T3 = 0.81 µs

Gemisch über Frequenzen

δt = T1 δt = 0.87 µs δt = 0.64 µs

δω = 2/T2 δω = 2π 1.03 MHz δω = 2π 0.77 MHz

Gemisch über Emissionszeitpunkte

δt = T1T2/
√

T 2
1 + T 2

2 δt = 0.29 µs δt = 0.36 µs

∆τ = T 2
1 /

√
T 2

1 + T 2
2 ∆τ = 0.82 µs ∆τ = 0.53 µs

Tabelle 4.1: Zusammenstellung der Ergebnisse aus den Messungen zur Zwei-Photonen-
Interferenz für beide Parametersätze. Alle angegebenen Werte sind halbe 1/e-Breiten.

seiner Frequenz oder Ankunftszeit unterliegt. Darüber hinaus erhält man den maxima-
len bzw. minimalen Wert für die Dauer der Photonen. Die möglichen Ursachen solcher
Streuungen werden im nachfolgenden Abschnitt diskutiert.

Unter der Annahme, dass bei zwei nacheinander erzeugten Photonen ausschließlich
Streuungen in der Frequenzdifferenz auftreten, ist die Zeitkonstante T1 identisch mit der
Dauer der Photonen δt. Die Zeitkonstante T2 ist mit 2/δω durch die Breite der Frequenz-
streuung gegeben. Ohne jegliche Streuung in der Ankunftszeit markieren diese Werte die
maximale Dauer und die maximale Frequenzstreuung der Photonen. Bei der unter dem
zweiten Parametersatz (d.h. mit kompensiertem Magnetfeld) betriebenen Quelle erhält
man somit eine maximale Dauer der Photonen von 0.64 µs und eine maximale Streuung
in der Frequenz von 770 kHz. Tritt neben der Frequenzstreuung zusätzlich eine Streuung
in der Ankunftszeitdifferenz auf, so muss die Dauer der Photonen und die Frequenzstreu-
ung kleiner sein als diese beiden Werte.

Setzt man andererseits ausschließlich eine Streuung ∆τ in der Ankunftszeit voraus,
so gilt T1 =

√
δt2 + ∆τ 2 und T2 = T1δt/∆τ . Die hieraus zu ermittelnde Dauer δt der

Photonen markiert einen minimalen Wert und beträgt im Fall des zweiten Parametersat-
zes 0.36 µs. Gleichzeitig stellt die ermittelte Streuung der Ankunftszeitdifferenz ∆τ einen
maximalen Wert dar. Aus den Ergebnissen zur zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz
lässt sich somit die Dauer der Photonen bei der unter dem zweiten Parametersatz betrie-
benen Quelle auf 0.36 µs < δt < 0.64 µs eingrenzen. Die aus den Zeitkonstanten T1 und
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T2 abgeleiteten Werte der Photonendauer und der Streuungen bzgl. der Frequenzdifferenz
bzw. der Ankunftszeitdifferenz sind in Tabelle 4.1 für beide Parametersätze gegenüberge-
stellt.

Mögliche Ursachen der Streuungen

Entsprechend Abschnitt 3.1.6 hängt die Frequenz des emittierten Photons sowohl von der
Frequenz des Pumplasers als auch von der Energiedifferenz zwischen Start- und Ziel-
zustand ab. Als Ursache einer Frequenzstreuung der emittierten Photonen kommen da-
her grundsätzlich Frequenzfluktuationen des Pumplasers und eine Aufspaltung der mF -
Unterzustände aufgrund eines Magnetfeldes in Frage. Wie in Abschnitt 3.3.3 gezeigt,
weist der Pumplaser eine Frequenzstabilität von etwa 400 Hz/µs auf, so dass die Fre-
quenz zwischen zwei Triggerpulsen und damit die Frequenzdifferenz zweier Photonen
im Mittel nur um 2.1 kHz variiert. Vergleicht man diesen Wert mit den maximalen Fre-
quenzstreuungen in Tabelle 4.1 in der Größenordnung von einem Megahertz, so kann die
begrenzte Frequenzstabilität des Pumplasers in diesem Experiment vernachlässigt wer-
den. Die Aufspaltung der mF -Unterzustände aufgrund eines Magnetfeldes ist in den bei-
den Parametersätzen unterschiedlich groß. Ihr Einfluss auf die Frequenzstreuungen muss
für die beiden Parametersätze daher getrennt bewertet werden:

Unter den Bedingungen des ersten Parametersatzes war ein Magnetfeld von 310 mG
wirksam. Wie in Abschnitt 3.2.1 dargestellt, bewirkt dieses Magnetfeld eine deutliche
Aufspaltung der mF -Unterzustände. Die maximale Frequenzdifferenz zweier nacheinan-
der emittierter Photonen kann in diesem Fall 1.45 MHz betragen. Mittels eines einfachen
Modells lässt sich zeigen, dass die Streuungen in der Frequenz aufgrund der Aufspal-
tung der mF -Unterzustände in diesem Fall dominieren. In diesem Modell wird vereinfa-
chend angenommen, dass die erzeugten Photonen entweder σ+ oder σ− polarisiert sind.
Damit besitzen zwei aufeinander folgend generierte Photonen eine Frequenzdifferenz
∆, die durch die Energiedifferenz der sechs Übergänge a bis f in Abbildung 3.5 gege-
ben ist. Ausgehend von einer Gleichverteilung der mF -Unterzustände des Startzustandes
F = 3 vor jedem einzelnen Erzeugungsprozess ergeben sich für zwei aufeinander fol-
gend generierte Photonen 36 verschiedene Übergangskombinationen mit sechs entspre-
chenden Frequenzdifferenzen5. Die Wahrscheinlichkeit, dass zwei nacheinander erzeug-
te Photonen eine Frequenzdifferenz von {0, δν, 2 δν, 3 δν, 4 δν, 5 δν} besitzen, beträgt
{1/6, 5/18, 2/9, 1/6, 1/9, 1/18} 6. Für jede Frequenzdifferenz ergibt sich eine Oszillati-
on in der Koinzidenzwahrscheinlichkeit, deren Periode durch den Kehrwert der entspre-
chenden Frequenzdifferenz gegeben ist (vgl. Abschnitt 2.4.6). Die Summe der mit den
Wahrscheinlichkeiten ihres Auftretens gewichteten Oszillationen ergibt schließlich den
zu messenden Verlauf der Koinzidenzwahrscheinlichkeit. Das Ergebnis dieser Betrach-
tung ist in Abbildung 4.5 dargestellt. Für die Berechnung der Verläufe wurde dabei die
bereits ermittelte Zeitkonstante T1 zugrunde gelegt. Aus dem Ergebnis lässt sich eine Zeit-

5Zum Beispiel kann das erste Photon entsprechend Übergang b und das zweite Photon entsprechend
Übergang e erzeugt werden. Die Frequenzdifferenz beträgt in diesem Fall 3 δν =870 kHz.

6Diese Wahrscheinlichkeiten sind nur über die Anzahl der Möglichkeiten, mit der die entsprechende
Frequenzdifferenz auftritt, ermittelt. Zur Vereinfachung wurden die verschiedenen großen Kopplungsstär-
ken bei der Erzeugung der Photonen nicht berücksichtigt.
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Abbildung 4.5: Erklärung des Ergebnisses der Zwei-Photonen-Interferenz im Fall des ersten Para-
metersatzes. Das Magnetfeld bedingt eine Aufspaltung der mF -Unterzustände und bedingt somit
sechs mögliche Frequenzdifferenzen von nacheinander erzeugten Photonen. Die Verläufe der Ko-
inzidenzwahrscheinlichkeit für die einzelnen Frequenzdifferenzen (durchgezogene Linien) sind
gewichtet mit der Wahrscheinlichkeit ihres Auftretens. Die Summe dieser Verläufe (kurz gestri-
chelte Linie) ergibt die von dem Modell vorhergesagte Kurve für die Koinzidenzwahrscheinlich-
keit im Fall des ersten Parametersatzes. Die hieraus abzuleitende Zeitkonstante von T2 = 0.30 µs
stimmt sehr gut mit dem bereits ermittelten Wert überein. Zur Orientierung ist ebenfalls der Ver-
lauf für Photonen senkrechter Polarisation dargestellt.

konstante von T2=0.30 µs ermitteln, die angesichts der starken Vereinfachungen in dem
Modell überraschend gut mit dem unter Abschnitt 4.2.1 ermittelten Wert von T2=0.31 µs
übereinstimmt. Die Frequenzstreuung ist in diesem Fall offensichtlich so groß, dass sie
die Auswirkung einer Streuung der Ankunftszeitdifferenzen dominiert. Letztere besitzt
daher keinen nennenswerten Einfluss auf den Wert der Zeitkonstanten T2.

Im Fall des zweiten Parametersatzes ist das Magnetfeld bis auf ein verbleibendes Feld
von etwa 4 mG kompensiert. Die maximale Frequenzdifferenz zweier Photonen beträgt
in diesem Fall nur 130 kHz (vgl. Abschnitt 3.2.1). Unter Anwendung des obigen Modells
erhält man in diesem Fall eine Zeitkonstante von T2=1.78 µs, was den tatsächlich gemes-
senen Wert von 0.44 µs deutlich übersteigt. In diesem Fall ist die Frequenzstreuung so
klein, dass sie von Streuungen in der Ankunftszeitdifferenz dominiert wird.

Wie unter Abschnitt 3.3.3 bereits gezeigt wurde, sind Streuungen in der Ankunftszeit-
differenz der Photonen am Strahlteiler ausschließlich auf Streuungen des Emissionszeit-
punktes der Photonen zurückzuführen und können definitiv nicht durch Fluktuationen der
optischen Weglänge der beiden Interferometerarme erklärt werden. Da das Licht in den
optischen Fasern etwa 20 m in 100 ns zurücklegt, würde eine Streuung der Ankunftszeit-
differenz von nur 100 ns einer geradezu phantastischen mittleren Längenfluktuation von
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20 m entsprechen. Dies ist unrealistisch, da das gesamte Interferometer zwischen zwei
Triggerpulsen im Mittel nur um einen vernachlässigbar kleinen Wert von 12 nm driftet.
Daher müssen mögliche Ursachen für Streuungen im Emissionszeitpunkt diskutiert wer-
den. Wie bereits im Zusammenhang mit der Messung der Pulsform diskutiert wurde, be-
sitzt das Verhältnis der Rabifrequenz des Pumplasers zur Atom-Resonator-Kopplung Ein-
fluss auf den zeitlichen Schwerpunkt der Photonenemission. Da die Position des Atoms in
der Resonatormode in diesem Experiment nicht kontrolliert wird, ergeben sich schon rein
räumlich Variationen in der Atom-Resonator-Kopplung, die zwangsläufig auch Streuun-
gen des Emissionszeitpunktes nach sich ziehen. Eine Möglichkeit, dies zu umgehen wur-
de von Experimenten aufgezeigt, die die Positionskontrolle eines Atoms oder Ions in der
Mode eines optischen Resonators zum Gegenstand haben [55, 56, 57, 58, 59, 60]. Die
dort entwickelten Methoden sollten zu einer deutlich verbesserten Kontrolle der von den
Photonen besetzten Raum-Zeit-Moden führen.

4.2.4 Zeitabhängigkeit des Kontrastes
Für Anwendungen in optischen Quantengattern [15] werden Einzelphotonenquellen be-
nötigt, deren Photonen eine möglichst perfekte Zwei-Photonen-Interferenz zeigen. Bei
sehr kurzen Photonenpulsen muss diese Interferenzfähigkeit über die gesamte Dauer der
Photonenpulse gewährleistet sein. Mögliche Streuungen in den besetzten Raum-Zeit-
Moden ziehen unmittelbar eine Verminderung des Kontrastes der Zwei-Photonen-Inter-
ferenz nach sich und stellen somit die Eignung der zugrunde liegenden Quelle für die
Anwendung in optischen Quantengattern in Frage. Bei sehr langen Einzelphotonenpulsen
ist jedoch die Anwendung eines Zeitfilters denkbar. Wie Abschnitt 4.2 verdeutlicht, ist
die Interferenz in einem kleinen Zeitfenster um τ = 0 nahezu perfekt. Je größer dieses
Zeitfenster gewählt wird, desto deutlicher machen sich die Streuungen in den Raum-Zeit-
Moden bemerkbar. Um diesen Sachverhalt quantitativ zu erfassen, wird der Kontrast der
Zwei-Photonen-Interferenz in Anlehnung an Gleichung 2.96 unter Einführung eines Zeit-
fensters TF definiert:

K(TF ) := cos2 ϕ

TF /2∫
−TF /2

dτN
(2)
34,HV (τ)−

TF /2∫
−TF /2

dτN
(2)
34,HH(τ)

TF /2∫
−TF /2

dτN
(2)
34,HV (τ)

(4.7)

Die Größe cos ϕ bewertet die Güte der Überlagerung der Transversalmoden auf dem
Strahlteiler. Wie in Abschnitt 2.4.9 deutlich wird, ist der Kontrast für ein sehr kleines
Zeitfenster (einen 50/50-Strahlteiler voraussetzend) nur durch diesen Wert begrenzt.

Abbildung 4.6 zeigt den erzielten Kontrast der unter Parametersatz 2 gemessenen
zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz in Abhängigkeit von der Dauer des Zeitfen-
sters TF . Die durchgezogene Linie gibt dabei den Kontrast wieder, der sich aus den ange-
passten Theoriekurven für senkrechte und parallele Polarisation der Photonen berechnet.
Dieser Verlauf des Kontrastes weicht nur geringfügig von den aus der Messung ermittel-
ten Werten ab und zeigt, dass die angepassten Theoriekurven die Verläufe in Abbildung
4.3 sehr gut widerspiegeln. Wie bereits erwähnt, ist der Kontrast bei kleinem Zeitfenster
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Abbildung 4.6: Erzielter Kontrast in der Zwei-Photonen-Interferenz unter Anwendung eines Zeit-
filters der Dauer TF . Die aus den Daten (Kästchen) und aus den angepassten Theoriekurven
(durchgezogenen Linie) ermittelten Verläufe für den Kontrast stimmen weitgehend überein (siehe
Text). Man beachte, dass in diesem Ergebnis noch die Güte der Transversalmoden-Überlagerung
enthalten ist.

TF nur durch die Güte der Transversalmoden-Überlagerung begrenzt und beträgt dem-
nach 92%. Mit zunehmender Dauer des Zeitfensters nähert sich der Kontrast einem Wert
von 50% an. Dieser Wert entspricht dem Kontrast der Zwei-Photonen-Interferenz ohne
Zeitauflösung und wurde für diese Messung bereits in Abschnitt 4.2.1 diskutiert. Man
beachte, dass zunehmende Streuungen der Frequenz bzw. Emissionszeiten im Photonen-
Ensemble lediglich zu einem rascheren Abfall des Kontrastes führen, diesen aber für ein
hinreichend kleines Zeitfenster nicht begrenzen.

Da die derzeit diskutierten optischen Quantengatter auf einer Konditionierung durch
die Detektion von Photonen beruhen, bietet obiges Zeitfenster die Möglichkeit eines zu-
sätzlichen Filters, der sicherstellt, dass das Gatter zuverlässig gearbeitet hat. Hierzu ge-
nügt es, jene Gatteroperationen zu verwerfen, deren Konditionierungsereignisse zeitlich
zu weit auseinander liegen.

4.3 Interferenz von Photonen verschiedener Frequenz
In diesem Abschnitt wird die Interferenz zweier Photonen mit definierter Frequenzdiffe-
renz diskutiert. Dieses Experiment ist in doppelter Hinsicht aufschlussreich. Zum einen
stellt es den ersten experimentellen Nachweis dar, dass eine Interferenz zweier Photonen
auch dann beobachtbar ist, wenn diese sich hinsichtlich ihrer Frequenz prinzipiell unter-
scheiden lassen. Dies äußert sich in der unter Abschnitt 2.4.6 vorhergesagten Oszillation
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Abbildung 4.7: Anzahl der Koinzidenzen in Abhängigkeit der Zeit τ bei einer eingestellten Fre-
quenzdifferenz von (a) 2.8 MHz bzw. (b) 3.8 MHz. Das Integrationsintervall beträgt in beiden Fäl-
len 48 ns. Messung (a) ist über 90000 Messzyklen mit 210000 Detektionsereignissen akkumuliert.
Messung (b) wurde über 154000 Messzyklen mit etwa 319000 Detektionsereignissen gewonnen.
Unter Berücksichtigung der Dunkelzählrate der Detektoren entspricht die Anzahl detektierter Pho-
tonen in beiden Fällen denen aus Abschnitt 4.2.1. Beiden Ergebnissen ist das Ergebnis senkrecht
zueinander polarisierter Photonen unterlegt (gestrichelter Verlauf). Die aus der Anpassung von
Gleichung 4.8 (durchgezogene Linien) gewonnenen Frequenzdifferenzen von (a) ∆0 = 2.86 MHz
und (b) ∆0 = 3.66 MHz stimmen innerhalb der Fehlergrenzen mit den eingestellten Werten über-
ein.
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in der gemeinsamen Detektionswahrscheinlichkeit. Zum anderen beweist es, dass sich die
Frequenz der Photonen in einer adiabatischen Passage mittels der Frequenz des Pumpla-
sers kontrollieren lässt. Die Möglichkeit einer solchen Kontrolle wurde in Abschnitt 3.1.6
vorgestellt. Eine experimentelle Bestätigung lag bisher noch nicht vor.

Die Sichtbarkeit der Oszillationen hängt entscheidend von den Eigenschaften des
Photonen-Ensembles ab. In Abschnitt 2.4.8 wurde gezeigt, dass das Auftreten von Streu-
ungen in den Raum-Zeit-Moden zu einer Dämpfung der Oszillation führt. Sind die Streu-
ungen zu groß, so ist nur noch ein Einbruch im Korrelationssignal zu beobachten. Zum
Nachweis dieses neuen Interferenzeffektes wurde die Einzelphotonenquelle daher unter
den wesentlich günstigeren Bedingungen des zweiten Parametersatzes betrieben.

Es wurden zwei Experimente mit jeweils verschiedener Frequenzdifferenz ∆0 durch-
geführt. In dem ersten Experiment wurde die Frequenz des Pumplasers in aufeinander fol-
genden Triggerpulsen um 2.8 MHz, in dem zweiten Experiment um 3.8 MHz verändert7.
Wie in Abschnitt 3.1.6 dargestellt, entsprechen diese Werte den erwarteten Frequenzdif-
ferenzen der Photonen.

Die Anzahl der Koinzidenzen in Abhängigkeit von τ werden entsprechend Abschnitt
2.4.8 durch folgenden Verlauf beschrieben.

N
(2)
34,HH(τ) = N

(2)
34,HV (τ)

[
1− cos2 ϕ cos (τ∆0) exp

(
− τ 2

T 2
2

)]
(4.8)

In beiden Experimenten wurde die Anzahl der Messzyklen so gewählt, dass die An-
zahl detektierter Photonen mit denen übereinstimmt, die in den Messungen zur Zwei-
Photonen-Interferenz vorlagen8. Daher sind bis auf die Frequenzdifferenz ∆0 bereits alle
Parameter in Gleichung 4.8 durch die vorangegangenen Messungen festgelegt. Die Fre-
quenzdifferenz ∆0 ist in der Anpassung der Theorie an die experimentellen Daten somit
der einzig freie Parameter.

Abbildung 4.7 zeigt das Ergebnis der beiden Messungen. Die experimentellen Da-
ten stehen dabei in sehr guter Übereinstimmung mit den durch Gleichung 4.8 gegebenen
Theoriekurven. Die Anpassung dieser Kurven ergibt Frequenzdifferenzen ∆0, die inner-
halb der experimentellen Fehlergrenzen in guter Übereinstimmung mit den eingestellten
Werten von 2.8 MHz und 3.8 MHz liegen. In beiden Graphen ist zum Vergleich das Ergeb-
nis der Koinzidenzmessung bei senkrecht zueinander polarisierten Photonen dargestellt.
Wie unter Abschnitt 2.4.6 vorhergesagt, gehen die Maxima der gemessenen Oszillatio-
nen deutlich über diese Referenzkurve hinaus. Die gemessene Anzahl der Koinzidenzen
ist in diesen Punkten also deutlich größer als im Fall zufällig am Strahlteiler verteilter
Photonen. Gleichzeitig ist die Wahrscheinlichkeit einer Koinzidenz bei τ = 0 deutlich
reduziert. Mittelt man (aufgrund des starken Rauschens in den experimentellen Daten)
jeweils die beiden ersten und stärksten gemessenen Maxima und vergleicht diese mit dem
gemessenen Minimum bei τ = 0, so erhält man eine Visibilität der Oszillation von (a)

7Aufgrund eines erst später erkannten Kalibrierfehlers in der Frequenz des Pumplasers müssen diese
beiden Werte mit einem Fehler von ± 0.1 MHz angenommen werden.

8Wegen der verminderten Effizienz der Quelle bei ∆D 6= 0 musste über eine größere Zahl von Mes-
szyklen akkumuliert werden. Der Anteil an Koinzidenzen, der durch die Dunkelzählrate der Detektoren
verursacht wird, ist wegen der verlängerten Messdauer dann ebenfalls größer und muss entsprechend be-
rücksichtigt werden.
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88% und (b) 48%. Der erste Wert übersteigt das klassische Limit, welches bei der Inter-
ferenz zweier Laserpulse zu erreichen ist, deutlich. Der zweite Wert liegt (aufgrund des
hohen Wertes bei τ = 0) leicht unterhalb dieses Limits. Beide Werte sind dennoch grö-
ßer als die mit demselben Aufbau gemessene Visibilität in der Intensitätskorrelation von
Laserpulsen. Diese Messungen werden im nachfolgenden Abschnitt vorgestellt.

4.3.1 Klassische Intensitätskorrelationen
Wie in Abschnitt 2.4.10 diskutiert, treten auch bei der Überlagerung von Laserpulsen ver-
schiedener Frequenz auf einem Strahlteiler Oszillationen in der Intensitätskorrelations-
funktion auf. Die Anzahl der Koinzidenzen wird in diesem Fall durch Gleichungen fol-
gender Form beschrieben:

N
(2)
34,HV (τ) = N

(2)
0 exp

(
− τ 2

δt2

)
(4.9)

N
(2)
34,HH(τ) = N

(2)
34,HV (τ)

(
1− A

2
cos ∆0 · τ

)
(4.10)

Die Visibilität der Oszillationen ist auf 50 % begrenzt, was sich in Gleichung 4.10 durch
den Faktor 1/2 vor der Kosinusfunktion äußert. Eine nicht perfekte Überlagerung der
Transversalmoden, sowie Unterschiede in den Intensitäten der beiden Pulse führen zu
einer Verminderung dieser Visibilität (hier durch die Größe A berücksichtigt).

Um die gemessenen Oszillationen in der zeitaufgelösten Zwei-Photonen-Interferenz
gegen diesen klassisch zu erwartenden Effekt abzugrenzen, wurden die Koinzidenzmes-
sungen mit demselben Aufbau und sehr schwachen gaußförmigen Laserpulsen von 1 µs
Dauer9 wiederholt. Die Verwendung desselben Aufbaus stellt dabei sicher, dass die Gü-
te der Transversalmoden-Überlagerung bei beiden Experimenten identisch ist. Weiterhin
wurde sichergestellt, dass die Intensitäten der Laserpulse in beiden Armen des Interfe-
rometers, um weniger als 10 % voneinander abweichen. Als Quelle dieser Pulse diente
derselbe Laser, der für die Triggerpulse in der Einzelphotonenerzeugung eingesetzt wur-
de. Analog zu dem in Abschnitt 4.3 erläuterten Ablauf des Experiments, wurden immer
zwei Pulse mit einer fest gewählten Frequenzdifferenz ∆0 auf dem zweiten Strahlteiler
des Mach-Zehnder-Interferometers überlagert. Die Zeitpunkte der Detektionsereignisse
wurden über viele Laserpulse hinweg aufgezeichnet, und die Anzahl der Koinzidenzen
wieder in Abhängigkeit der Zeit zwischen den Detektionsereignissen ermittelt. Als Re-
ferenz dient ebenfalls das Ergebnis der Intensitätskorrelation bei senkrecht zueinander
polarisierten Laserpulsen.

In Abbildung 4.8 sind die Ergebnisse der Messungen und die angepassten Theorie-
kurven dargestellt. Abbildung (a) zeigt die Resultate für senkrecht zueinander polarisierte
Laserpulse, sowie für Laserpulse gleicher Polarisation. Die Frequenzdifferenz betrug in
diesem Fall 2.82 MHz. Die Ergebnisse dieser Messungen stehen in sehr guter Überein-
stimmung mit den durch Gleichung 4.9 und 4.10 beschriebenen Theoriekurven. Die aus
der Anpassung von Gleichung 4.9 ermittelte Dauer der Laserpulse beträgt 1.06 µs und

9Angegeben ist hier der Wert für die halbe 1/e-Breite bzgl. der Feldamplitude.
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Abbildung 4.8: Gemessene Intensitätskorrelationen bei sehr schwachen Laserpulsen mit einer
Frequenzdifferenz von (a) 2.82 MHz bzw. (b) 3.78 MHz. Als Referenz dient hier ebenfalls die
Messung mit senkrecht zueinander polarisierten Pulsen. An die Ergebnisse sind die durch Glei-
chung 4.9 und 4.10 gegebenen Theoriekurven angepasst. Die gemessene Visibilität der Oszillatio-
nen beträgt in beiden Fällen etwa 40%.

stimmt sehr gut mit der eingestellten Dauer der Laserpulse überein. Dies beweist, dass
der Startzeitpunkt der Triggerpulse über den Zeitraum der Messung scharf definiert ist
und keinen nennenswerten Streuungen unterliegt. Daher können die Streuungen im Emis-
sionszeitpunkt der von der Einzelphotonenquelle generierten Photonen nicht auf Streuun-
gen im Startzeitpunkt des Triggerpulses zurückgeführt werden. Die beobachteten Oszil-
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lationen im Fall gleichpolarisierter Laserpulse lassen sich sehr gut durch Gleichung 4.10
anpassen und ergeben einen Wert für die Frequenzdifferenz, der mit dem eingestellten
Wert identisch ist. Dies gilt ebenfalls für Abbildung (b), die die Ergebnisse der Messung
bei einer Frequenzdifferenz von 3.78 MHz darstellt.

Die Visibilität der Oszillationen beträgt in beiden Fällen etwa 40 % und ist damit deut-
lich geringer als die gemessenen Werte in der Zwei-Photonen-Interferenz. Die Abwei-
chung von den maximal zu erreichenden 50 % sind zum größten Teil auf den Unterschied
in den Intensitäten der Pulse zurückzuführen. Man beachte, dass die Oszillationen über
die volle Pulsdauer hinweg sichtbar sind. Im Gegensatz zu den Messungen mit Einzelpho-
tonenpulsen ist hier keine Dämpfung der Oszillationen erkennbar. Dies unterstreicht noch
einmal die Frequenzstabilität des Pumplasers. Innerhalb der 5.28 µs langen Dauer zwi-
schen zwei Pulsen tritt bei diesem offensichtlich keine nennenswerte Frequenzänderung
auf.



Kapitel 5

Ausblick

Die im Rahmen dieser Arbeit vorgestellten Experimente zur Zwei-Photonen-Interferenz
eröffnen die Möglichkeit, Einzelphotonenquellen hinsichtlich der Reproduzierbarkeit der
von ihnen emittierten Photonen zu charakterisieren und somit gezielt zu optimieren. Durch
die erreichte Zeitauflösung im Fall sehr langer Photonen sind dabei Aussagen über die
auftretenden Streuungen der emittierten Photonen-Wellenpakete möglich. Somit konnte
eine erste Minimierung von Frequenzstreuungen in unserer Einzelphotonenquelle mit-
tels einer Kompensation des Erdmagnetfeldes verifiziert werden. Wünschenswert für die
Zukunft ist eine zusätzliche Kontrolle über die Position des Atoms in der Resonatormo-
de. Ein in den Bäuchen der Resonator-Stehwelle fixiertes Atom erfährt eine konstante
Atom-Resonator-Kopplung, so dass keine Streuung des Emissionszeitpunktes der Photo-
nen auftreten sollte. Erste Experimente [55, 56, 57, 58, 61, 62] haben gezeigt, dass sich
neutrale Atome in optischen Resonatoren fangen lassen. Eine zusätzliche gezielte Posi-
tionskontrolle in der Resonatormode wurde erstmals mit Ionen [59, 60] und unlängst in
unserer Arbeitsgruppe mit einzelnen Rubidium-Atomen in einer Stehwellen-Dipolfalle
demonstriert [63].

Einer zuverlässigen Einzelphotonenquelle, die hinsichtlich der Photoneneigenschaf-
ten wie Frequenz, Pulsform und Emissionszeitpunkt charakterisiert und optimiert ist,
stehen viele Anwendungsmöglichkeiten in der Quanteninformationsverarbeitung offen.
Hierbei sind vor allem der Einsatz in optischen Quantengattern [15], aber auch die De-
monstration von Quanten-Netzwerken [64, 65] zu nennen.

Eine besonders spannende Perspektive für unsere Einzelphotonenquelle bieten die in
letzter Zeit diskutierten Vorschläge, zwei im Prinzip beliebig weit voneinander entfernte
Atom-Resonator-Systeme zu verschränken [66, 67, 68, 69, 70, 71]. Eine Verschränkung
zweier Systeme über räumliche Distanzen ohne direkte Wechselwirkung wurde bisher
nur für zwei Atom-Ensemble gezeigt [72]. Allen Vorschlägen gemein ist die Vorausset-
zung, dass die beiden zu verschränkenden Systeme jeweils genau ein Photon emittieren,
welches mit dem jeweiligen Atom verschränkt ist. Durch eine geeignete Messung an den
emittierten Photonen lässt sich somit eine auf das Messergebnis konditionierte Verschrän-
kung der beiden Systeme erreichen. Grundvoraussetzung für diese Schemata ist wieder
die Ununterscheidbarkeit der beiden von den Systemen generierten Photonen. Einige der
Verschränkungsschemata basieren auf der Detektion nur eines der beiden Photonen und
sind abhängig von der Phasenstabilität des Aufbaus und der Quanteneffizienz der einge-
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Abbildung 5.1: Prinzip der konditionierten Verschränkung zweier Atom-Resonator-Systeme. Je-
des der beiden Systeme emittiert genau ein Photon, dessen Polarisation mit dem Zustand des
Atoms verschränkt ist (siehe Text). Die beiden Photonen treffen auf einen polarisationsunabhängi-
gen 50/50-Strahlteiler. Der Ausgangszustand dieses Strahlteilers wird durch vier Detektoren hinter
zwei Polarisationsstrahlteilern analysiert. Essentiell für den Erfolg dieses Schemas ist die Unun-
terscheidbarkeit der von beiden Systemen emittierten Photonen.

setzten Detektoren. Die Konditionierung durch eine Koinzidenzmessung beider Photonen,
wie sie in den Protokollen von Simon und Irvine [69] bzw. von Kimble und Duan [71]
vorgesehen ist, vermeidet diese Nachteile.

Das Prinzip dieses Verschränkungschemas zeigt Abbildung 5.1. Die von den beiden
Atom-Resonator-Systemen emittierten Photonen müssen hinsichtlich ihrer Polarisation
mit den internen Zuständen des Atoms (hier mit |p〉 und |m〉 bezeichnet) verschränkt
sein. Eine solche Verschränkung wurde erstmals mit einem Ion als Emitter einzelner Pho-
tonen demonstriert [73] und lässt sich in unserer Einzelphotonenquelle unter Ausnutzung
der mF -Unterzustände erreichen. Der adiabatische Ramantransfer muss zu diesem Zweck
gleichzeitig in zwei verschiedene mF -Unterzustände desselben Hyperfeinzustands führen
können. Das Prinzip dieses Schemas zeigt Abbildung 5.1 (a). Der Pumplaser koppelt in
diesem Schema die beiden Unterzustände mit mF = 0, wobei der Transfer unter Aus-
sendung eines σ+ bzw. σ−-Photons in die beiden Zielzustände mF = +1 und mF = −1
führt. Mittels zweier λ/4-Plättchen lässt sich die Polarisation der Photonen in eine {H,V}-
Basis überführen. Eine erste Umsetzung der adiabatischen Passage zwischen magneti-
schen Unterzuständen in 87Rb wird gerade an unserer Einzelphotonenquelle demonstriert
[74]. Wie in Abbildung 5.1 (b) gezeigt, werden die Photonen auf einen polarisationsun-
abhängigen 50/50-Strahlteiler überlagert. Der Ausgangszustand dieses Strahlteilers wird
mittels vier Detektoren hinsichtlich der Polarisation der Photonen analysiert. Die erfolg-
reiche Verschränkung der beiden Atom-Resonator-Systeme wird durch bestimmte Koin-
zidenzen zwischen den Detektoren angezeigt. Wie sich leicht zeigen lässt, verändert sich
der Produktzustand des Gesamtsystems

|Ψ〉1|Ψ〉2 =
|p〉1|p〉2|1〉1H |1〉2H

2
+
|m〉1|m〉2|1〉1V |1〉2V

2

+
|p〉1|m〉2|1〉1H |1〉2V

2
+
|m〉1|p〉2|1〉1V |1〉2H

2
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durch die Entwicklung des Lichtfeldes am Strahlteiler in einen Zustand, der sich in vier
Terme aufteilen lässt.

B̂†|Ψ〉1|Ψ〉2 =
1

2

(
|ΦH〉+ |ΦV 〉+ |Ψ+〉+ |Ψ−〉

)
Weisen die beiden Photonen vor dem Strahlteiler dieselbe Polarisation auf, so kommt es
zur Zwei-Photonen-Interferenz, und die Photonen sind jeweils nur als Paar in dem einen
oder anderen Ausgang des Strahlteilers nachweisbar. Diese Zustände sind durch |ΦH〉 und
|ΦV 〉 bezeichnet. Sie sind gegeben durch:

|ΦH〉 = |p〉1|p〉2
|2〉1H |0〉2 − |0〉1|2〉2H√

2

|ΦV 〉 = |m〉1|m〉2
|2〉1V |0〉2 − |0〉1|2〉2V√

2

Sind die Photonen unterschiedlich polarisiert, so teilen sie sich entsprechend Abschnitt
2.3.3 unabhängig voneinander am Strahlteiler auf. Dieser Fall führt auf die beiden Zu-
stände |Ψ+〉 und |Ψ−〉, die dem symmetrischen bzw. antisymmetrischen Bellzuständen
für den Atom-Zustand entsprechen. Sie sind gegeben durch:

|Ψ+〉 =
|p〉1|m〉2 + |m〉1|p〉2√

2
· |1〉1H |1〉1V |0〉2 − |0〉1|1〉2H |1〉2V√

2

|Ψ−〉 =
|p〉1|m〉2 − |m〉1|p〉2√

2
· |1〉1H |1〉2V − |1〉1V |1〉2H√

2

Werden Koinzidenzen zwischen Photodetektionen in den Detektoren D1 und D2 bzw.
D3 und D4 nachgewiesen, so befindet sich das Atom in dem verschränkten Zustand
|p〉1|m〉2 + |m〉1|p〉2, werden andererseits Koinzidenzen zwischen den Detektoren D1 und
D3 bzw. D2 und D4 gemessen, so ist das Atom in den Zustand |p〉1|m〉2 − |m〉1|p〉2 prä-
pariert.

D1, D2 oder D3, D4 → |Ψ〉atom =
|p〉1|m〉2 + |m〉1|p〉2√

2

D1, D3 oder D2, D4 → |Ψ〉atom =
|p〉1|m〉2 − |m〉1|p〉2√

2

Andere Koinzidenzen der Photodetektionen entsprechen keiner Verschränkung zwischen
den beiden Atomen und werden in der Präparation dieses Zustandes verworfen. Es sei
noch einmal betont, dass dieses Verschränkungsschema nur funktioniert, wenn sich die
Photonen hinsichtlich ihrer Raum-Zeit-Moden nicht unterscheiden lassen. Streuungen in
den Eigenschaften der Photonen führen zu Fällen, in denen trotz entsprechender Koin-
zidenzen der Detektionsereignisse keinen Verschränkung der beiden Atome erzielt wird.
Allerdings sollte die Zeitauflösung im Fall sehr langer Photonen-Wellenpakete auch in
diesem Fall die Anwendung eines Zeitfilters als zusätzliche Konditionierungsbedingung
ermöglichen.





Anhang A

Ergänzungen zur Quantentheorie des
Strahlteilers

A.1 Der Entwicklungsoperator B̂

Die formale Beschreibung des Strahlteilers, insbesondere die explizite Darstellung des
Entwicklungsoperators B̂ ist identisch zur quantentheoretischen Beschreibung der Pola-
risation. Daher soll diese kurz vorgestellt werden:

Der Polarisationszustand von klassischem Licht lässt sich mittels des Polarisationsvektors
P = (Px, Py, Pz) darstellen. Die Komponenten dieses Vektors werden auch als Stokes-
Parameter bezeichnet und sind mittels der Pauli-Spinmatrizen definiert1:

Pi =
1

2
(E−

H , E−
V ) σi

(
E+

H

E+
V

)
mit i ∈ {x, y, z} (A.1)

Hierbei sind E±
H und E±

V die horizontal bzw. vertikal polarisierten Komponenten des klas-
sischen Feldvektors.
In der quantentheoretischen Beschreibung der Polarisation werden analog zu den Stokes-
Parametern die Jordan-Schwinger-Operatoren L̂1, L̂2 und L̂3 definiert, welche die Kom-
mutatorregeln von Drehimpulsoperatoren erfüllen. Hierbei treten die Leiteroperatoren âH

und âV für horizontal bzw. vertikal polarisierte Moden an die Stelle der klassischen Feld-
größen.

L̂i =
1

2
(â†H , â†V ) σi

(
âH

âV

)
mit i ∈ {x, y, z} (A.2)

Mit Hilfe der Drehimpulsoperatoren A.2 lässt sich ein Rotationsoperator B̂ definieren.

B̂ = e−iΦL̂z e−iΘL̂y e−iΨL̂z (A.3)

Dieser Rotationsoperator bewirkt eine Drehung der Polarisation des Lichtes und beschreibt
somit u.a. die Wirkung von λ/2 oder λ/4 - Platten auf den Zustandsvektor des Lichtfeldes.

1 Die Pauli-Spinmatrizen sind: σx =
(

0 1
−1 0

)
, σy =

(
0 −i
i 0

)
und σz =

(
1 0
0 −1

)
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Dieser Formalismus ist auf alle Systeme anwendbar, die sich mittels zweier Moden
beschreiben lassen. Wählt man statt der horizontal und vertikal polarisierten Moden mit
den Leiteroperatoren âH und âV die beiden Eingangsmoden des Strahlteilers â1 und â2,
so beschreibt der Rotationsoperator B̂ gerade die unitäre Entwicklung des Zustandes am
Strahlteiler. Hierbei stehen die Euler-Winkel Φ, Θ und Ψ mit den Parametern θ, φσ und
φρ der Strahlteilermatrix 2.30 in Verbindung. Es ist:

Φ = 2(φσ − φρ)

Θ = 2θ

Ψ = 2(φσ + φρ) (A.4)

A.2 Entwicklung polynomialer Funktionen von Leiter-
operatoren

Im Folgenden soll die Entwicklung von polynomialen Funktionen von Leiteroperatoren
f(â†3, â

†
4, â3, â4) betrachtet werden. Zur bessern Darstellung und ohne Einschränkung der

Allgemeinheit wird die Funktion im Folgenden nur in Abhängigkeit der Erzeuger betrach-
tet. Der Beweis lässt sich leicht auf die Vernichter erweitern. Das allgemeinste Polynom
f(â†3, â

†
4) besitzt die Form:

f(â†3, â
†
4) = c11 â†n11

3 + c12 â†n12

3 â†n21

4 + c22 â†n22

4

Durch Transformation der Leiteroperatoren â†3 = B̂â†1B̂
† und â†4 = B̂â†2B̂

† treten Terme
der Form (B̂â†1B̂

†)n11 auf. Wegen der Unitarität des Entwicklungsoperators mit B̂B̂† =

B̂†B̂ = 1 gilt: (
B̂â†1B̂

†
)n11

= B̂ â†n11

1 B̂†

Da die Abbildung durch den Entwicklungsoperator weiterhin linear ist, folgt sofort:

f(â†3, â
†
4) = B̂(c11 â†n11

1 + c12 â†n12

1 â†n21

2 + c22 â†n22

2 )B̂† = B̂f(â†1, â
†
2)B̂

†

Damit lässt sich die unitäre Entwicklung aus polynomialen Funktionen der Leiteropera-
toren f(â†3, â

†
4, â3, â4) herausziehen.

A.3 Verallgemeinerung des Entwicklungsoperators
Der Formalismus des Entwicklungsoperators lässt sich in allgemeiner Weise auf Fälle er-
weitern, in denen die beiden betrachteten Moden noch durch zusätzliche Freiheitsgrade
unterscheidbar sind. Zum Beispiel lassen sich den beiden Eingangsmoden des Strahl-
teilers je zwei orthogonale Polarisationsmoden {H, V } zuordnen, so dass die entspre-
chenden Leiteroperatoren durch â1H , â1V , â2H und â2V gegeben sind. Werden orthogona-
le Raum-Zeit-Moden {Φn} betrachtet, so ergibt sich für jede Eingangsmode sogar eine
abzählbar unendliche Menge von Leiteroperatoren â1(Φn) und â2(Φn).
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Im Folgenden wird jeder Eingang des Strahlteilers durch eine abzählbare Menge von
Moden {Γn} charakterisiert. Die Leiteroperatoren sind dann â1(Γn) und â2(Γn). Ganz
analog zu Gleichung A.2 lassen sich für jede durch Γn definierte Mode Stokes-Operatoren
definieren:

L̂i(Γn) :=
1

2
(â†1(Γn), â†2(Γn)) σi

(
â1(Γn)
â2(Γn)

)
mit i ∈ {x, y, z} (A.5)

Der Entwicklungsoperator B̂ stellt sich dann als das Produkt der zu Γn gehörenden Ent-
wicklungsoperatoren B̂n dar.

B̂ =
∏
n

B̂n mit B̂n = e−iΦnL̂z(Γn) e−iΘnL̂y(Γn) e−iΨnL̂z(Γn) (A.6)

Die Wirkung des Entwicklungsoperators B̂ auf einen beliebigen Leiteroperator âj(Γk)

wird vollständig durch den zu Γk gehörenden Entwicklungsoperator B̂k übernommen. Es
ist:

B̂âj(Γk)B̂
† = B̂kâj(Γk)B̂

†
k (A.7)

Dieses Resultat soll im Folgenden für den vereinfachten Fall B̂m = e−iΘmL̂y(Γm) gezeigt
werden:

Es gilt mit den rekursiv definierten Operator Ĉn = [Ĝ, Ĉn−1] und Ĉ0 = Â die Beziehung
(siehe [75]):

eλĜ Â e−λĜ =
∞∑

n=0

λn

n!
Ĉn (A.8)

Damit erhält man für B̂m âj(Γk) B̂†
m den Ausdruck:

e−iΘmL̂y(Γm) âj(Γk) eiΘmL̂y(Γm) = âj(Γk) +
∞∑

n=1

(−iΘm)n

n!
Ĉn (A.9)

Hierbei ist Ĉ1 = [L̂y(Γm), âj(Γk)] = 0 für m 6= k und damit auch jedes Ĉn = 0 mit
n > 0, so dass gilt:

B̂m âj(Γk) B̂†
m = âj(Γk) bei n 6= k (A.10)

Daher bleibt aus dem Produkt B̂ =
∏

m B̂m aus Gleichung A.7 lediglich der Entwick-
lungsoperator B̂k übrig. Folglich lässt sich für den verallgemeinerten Entwicklungsope-
rator eine zu Gleichung 2.33 analoge Beziehung angeben.

B̂

(
â1(Γk)
â2(Γk)

)
B̂† = Bk

(
â1(Γk)
â2(Γk)

)
(A.11)

Die anfangs erwähnten Beispiele der zwei Polarisationsmoden und der durch {Φn} gege-
ben Raum-Zeit-Moden sollen im Folgenden näher betrachtet werden.
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A.3.1 Polarisationsabhängige Strahlteiler

Legt man zur Beschreibung polarisationsabhängiger Strahlteiler eine Polarisationsbasis
fest, z.B. linear horizontal und linear vertikal {H, V }, so stellt sich dem Strahlteiler zu-
zuordnende Entwicklungsoperator B̂ entsprechend A.5 dar. Die Stokes-Operatoren sind
dabei mittels der Leiteroperatoren â1H , â1V , â2H und â2V definiert.

L̂iH =
1

2
(â†1H , â†2H) σi

(
â1H

â2H

)
mit i ∈ {x, y, z} (A.12)

Zur besseren Übersicht wird im Folgenden ΦH,V = ΨH,V = 0 gewählt. In diesem Fall ist
der Entwicklungsoperator durch die beiden die Transmission (bzw. Reflexion) des Strahl-
teilers festlegenden Parameter ΘH und ΘV gegeben2:

B̂ = e−iΘH L̂yH e−iΘV L̂yV (A.13)

Die Wirkung des Entwicklungsoperators auf die Leiteroperatoren âiH und âiV ergibt sich
nun entsprechend Gleichung A.11.

B̂

(
â1H

â2H

)
B̂† = BH

(
â1H

â2H

)
(A.14)

B̂

(
â1V

â2V

)
B̂† = BV

(
â1V

â2V

)
(A.15)

Für jede der beiden gewählten Polarisationen erhält man damit im allgemeinen eine an-
dere Strahlteilermatrix BH und BV . Im hier diskutierten Fall sind die beiden Matrizen
gegeben durch:

BH =

(
cos ΘH sin ΘH

− sin ΘH cos ΘH

)
und BV =

(
cos ΘV sin ΘV

− sin ΘV cos ΘV

)
(A.16)

Ein besonders einfaches Beispiel ist der Polarisationsstrahlteiler. Bei diesem wird die ho-
rizontal polarisierte Komponente stets reflektiert und die vertikal polarisierte Komponente
stets hindurchgelassen. Damit ist er durch ΘH = π/2 und ΘV = 0 gekennzeichnet und
die Strahlteilermatrizen sind:

BH =

(
0 1
−1 0

)
und BV =

(
1 0
0 1

)
(A.17)

Bei einem polarisationsunabhängigen Strahlteiler sind die beiden Parameter identisch
ΘH = ΘV .

2Man beachte, dass die Drehimpulsoperatoren zu verschiedenen Polarisationen grundsätzlich kommu-
tieren. Zum Beispiel ist [L̂yH , L̂yV ] = 0.
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A.3.2 Raum-Zeit-Moden
Werden statt der Polarisationsmoden des einfallenden Lichtes Raum-Zeit-Moden betrach-
tet, welche durch einen vollständigen Satz orthogonaler Funktionen {Φn} gegeben sind,
so bekommt man zunächst für jede Raum-Zeit-Mode Φk eine Strahlteilermatrix Bk und
es gilt:

B̂

(
â1(Φk)
â2(Φk)

)
B̂† = Bk

(
â1(Φk)
â2(Φk)

)
(A.18)

Da bei einem passiven Strahlteiler die Reflexions- und Transmissionskoeffizienten nicht
von der speziellen Form der einfallenden Lichtpulse abhängen, sind alle Matrizen Bk

identisch. Daher gilt Beziehung A.18 auch für beliebige Raum-Zeit-Mode ξ =
∑

i ciΦi.
Die zugehörigen Leiteroperatoren transformieren sich dann wie folgt:

B̂âj(ξ)B̂
† = B̂(

∑
n

cnâj(Φn))B̂†

=
∑

n

cnB̂âj(Φn)B̂†

=
∑

n

cn(Bj1â1(Φn) + Bj2â2(Φn))

= Bj1

∑
n

cnâ1(Φn) + Bj2

∑
n

cnâ2(Φn)

= Bj1â1(ξ) + Bj2â2(ξ) (A.19)

So dass für beliebige Raum-Zeit-Moden folgt:

B̂

(
â1(ξ)
â2(ξ)

)
B̂† = B

(
â1(ξ)
â2(ξ)

)
(A.20)

A.4 Beispiele der Zustandsentwicklung am Strahlteiler
Im Folgenden wird die Zustandsentwicklung am Strahlteiler exemplarisch anhand zweier
wichtiger Eingangszustände vorgeführt. Im ersten Fall wird ein n-Photonen-Fockzustand
betrachtet, im zweiten Fall wird die Entwicklung kohärenter Zustände berechnet.

Fockzustand

Das Lichtfeld am Eingang 1 des Strahlteilers soll genau n Photonen aufweisen. Das Licht-
feld am Eingang 2 sei das Vakuumlichtfeld |0〉. Die Entwicklung des Eingangszustandes
|n〉1|0〉2 schreibt sich dann als:

B̂†|n〉1|0〉2 =
1√
n!

B̂†â†n1 B̂ |0〉 =
1√
n!

(
B̂†â†1B̂

)n

|0〉

Mittels der Beziehung 2.40 und dem Binomischen Satz erhält man:
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(
B̂†â†1B̂

)n

= (σ1â
†
1 − ρ1â

†
2)

n =
n∑

k=0

(
n

k

)
σk

1 (−ρ1)
n−k â†k1 â

†(n−k)
2 (A.21)

Wegen â†n|0〉 =
√

n! |n〉 folgt dann für den Ausgangszustand :

B̂†|n〉1|0〉2 =
n∑

k=0

√(
n

k

)
σk

1 (−ρ1)
n−k |k〉1|n− k〉2 (A.22)

Kohärenter Zustand

Das Eingangslichtfeld am Strahlteiler sei nun durch den kohärenten Zustand |α〉1 an Ein-
gang 1 und durch den Vakuumzustand |0〉2 an Eingang 2 gekennzeichnet.

Der kohärente Zustand eines Lichtfeldes |α〉 in der Fockdarstellung [38] ergibt sich
über ein Polynom f(â†) des Erzeugers â† .

|α〉 = f(â†) |0〉 mit f(â†) = e|α|
2/2

∑
n=0

αnâ†n

n!
(A.23)

Alternativ hierzu erhält man den Zustand |α〉 mittels des Verschiebungsoperators D̂(α)
[38].

|α〉 = D̂(α)|0〉 mit D̂(α) := eαâ†−α∗â (A.24)

Die Entwicklung des Zustandes |α〉1|0〉2 lässt sich zunächst über das Polynom f(â†1) ver-
folgen.

B̂†|α〉1|0〉2 = B̂†f(â†1)B̂ |0〉 = f(B̂†â†1B̂)|0〉 (A.25)

Wählt man an dieser Stelle die Darstellung mittels des Verschiebungsoperators A.24 folgt
wegen f(â†) = eαâ†−α∗â in wenigen Schritten das Ergebnis 3.

f(B̂†â†1B̂)|0〉 = eα bB†â†1
bB−α∗

bB†â1
bB |0〉

= eσ1(α bB†â†1
bB−α∗

bB†â1
bB) e−ρ1(α bB†â†2

bB−α∗
bB†â2

bB)|0〉
= D̂1(σ1α) D̂2(−ρ1α) |0〉
= |σ1α〉1 |− ρ1α〉2 (A.26)

Ein kohärenter Zustand |α〉 an einem Eingang des Strahlteilers teilt sich damit rein klas-
sisch, d.h. ohne Korrelationen zwischen den beiden Ausgängen, auf.

Mit der selben Technik lässt sich die Interferenz zweier kohärenter Zustände |α1〉1|α2〉2
am Strahlteiler berechnen. Man erhält:

B̂†|α1〉1|α2〉2 = |σ1α1 − ρ1α2〉1 |ρ2α1 + σ2α2〉2 (A.27)

3Das Ergebnis erhält man mit Hilfe der Campbell-Baker-Hausdorf-Formel [38]: Vertauschen zwei Ope-
ratoren Â und B̂ mit ihrem Kommutator [Â, [Â, B̂]] = [B̂, [Â, B̂]] = 0, so gilt für die Exponentialfunktion
eÂ+ bB die Beziehung eÂ+ bB = eÂ e

bB e1/2[Â, bB].
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