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1 Einleitung

In der Quantenoptik steht die Wechselwirkung von Licht und Materie im Mittelpunkt
des Interesses. Dabei sind in den letzten Jahrzehnten groÿe Fortschritte gemacht wor-
den, diese Wechselwirkung auf der Ebene einzelner Atome und Photonen zu studie-
ren. Ein einzelnes neutrales Atom sowie Ion kann gefangen, gekühlt und manipuliert
werden [1�3]. Sein Fluoreszenzlicht zeigt einzelne, zeitlich voneinander getrennte Pho-
tonen und war das erste experimentelle Beispiel für einen quantenmechanischen bzw.
nicht-klassischen Lichtzustand [4].
Für das Studium der Wechselwirkung eines einzelnen Atoms mit einem einzelnen

Photon reicht es jedoch nicht aus, einzelne Atome und Photonen nachzuweisen. Viel-
mehr möchte man diese in deterministischer Weise kontrollieren. Dafür müssen die
Zeitskalen der kohärenten, reversiblen Entwicklung des Systems klein gegenüber de-
nen der irreversiblen, dissipativen Verluste des (o�enen) Quantensystems sein. Dies
ist nur dann der Fall, wenn das System stark gekoppelt ist [5]: Das Atom muÿ schnel-
ler mit der Mode des Photons wechselwirken als mit allen anderen Vakuummoden.
Dafür ist es notwendig, das Vakuumfeld in der Umgebung des Atoms zu manipu-
lieren, indem ein Resonator aus zwei Spiegeln um das Atom herum errichtet wird
[6]. Sind die Spiegel dem Atom sehr nahe (bei optischen Übergängen im Bereich
von µm), so sieht das Atom nur noch die Mode des Resonators. Ein solches System
wird in der Hohlraum-Quantenelektrodynamik (�Cavity Quantum Electrodynamics�,
CQED) studiert [7].

Da in einem CQED-System die Wechselwirkung eines einzelnen Atoms mit einem
einzelnen Photon einer wohlde�nierten Mode des Lichtfeldes kontrollierbar ist, sind
zahlreiche Anwendungen solcher Systeme denkbar.
Auf der einen Seite werden für die Quanteninformationsverarbeitung �iegende

Qubits benötigt, welche Quanteninformation zwischen stationären Qubits übermit-
teln können [8]. So könnten Photonen die Quanteninformation zwischen entfernten
Punkten eines Netzwerkes stationärer Quantencomputer übertragen [9], wenn der
Prozess des Umschreibens der Information vom Atom auf das Photon reversibel ist.
Auf der anderen Seite können mit solchen Systemen Einzelphotonenquellen rea-

lisiert werden, welche z.B. für die Kryptographie [10, 11] und für rein optische
Quantencomputer [12�14] notwendig sind. Letztere basieren allein auf linearen opti-
schen Elementen und benötigen neben Strahlteilern und e�zienten Photonendetekto-
ren Einzelphotonenquellen. Der wesentliche Charakter einer Einzelphotonenquelle ist
die zuverlässige Erzeugung einzelner, ununterscheidbarer Photonen zu vorgegebenen
Zeitpunkten. Dies bedeutet nicht nur, dass die Photonen zeitlich getrennt vonein-
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1 Einleitung

ander emittiert werden, sondern auch, dass der Zeitpunkt jeder Photonenerzeugung
kontrolliert werden kann. Als Quellen einzelner Photonen kommen zunächst viele
Systeme in Frage, die bei näherer Betrachtung jedoch nicht alle diese Anforerungen
erfüllen. Würde man z.B. einen gepulsten Laser abschwächen, so erhielte man bei
guter Unterdrückung von Pulsen mit mehreren Photonen eine sehr geringe E�zienz
für Pulse aus einzelnen Photonen [15]. Verwendet man Photonenpaare, die bei dem
Prozeÿ der parametrischen Ab-Konversion (�parametric down conversion�) in nicht-
linearen optischen Kristallen [14, 16] erzeugt werden, so triggert die Detektion des
ersten Photons das Vorhandensein eines Zweitphotons in einer anderen räumlichen
Mode. Hierbei ist jedoch der Zeitpunkt der Photonenerzeugung nicht kontrollierbar.
Daher werden für die deterministische Erzeugung einzelner Photonen Quantensyste-
me verwendet, die aus einem angeregten Zustand heraus nur ein einzelnes Photon
emittieren können. Durch gepulste Anregung eines solchen Quantensystems kann der
zeitliche Abstand zwischen den einzelnen emittierten Photonen bestimmt werden. Als
Quantensysteme werden Quantentröge [17], Quantenpunkte [18], Photonische Kris-
talle [19], Farbzentren [20, 21], einzelne Moleküle [22], neutrale Atome [23�26] und
� entsprechend der vorliegenden Arbeit � Ionen [27] verwendet.
Einzelne Atome sind universell und haben gegenüber den Festkörpersystemen den

Vorteil, keine herstellungsbedingten Unterschiede zwischen zwei Exemplaren aufzu-
weisen. Ein CQED-System mit einem Resonator um das Atom herum bietet zusätz-
lich den Vorteil der Emission in eine vorgegebene Mode, wodurch sowohl die E�zienz
der Erzeugung einzelner Photonen als auch die Kontrolle über den Emissionsprozess
erhöht werden.
Experimente im Bereich der CQED mit starker Kopplung wurden zuerst für ato-

mare Übergänge im Mikrowellenbereich [28, 29] durchgeführt. Erst seit etwa einem
Jahrzehnt können mit Hilfe hochre�ektierender dielektrischer Spiegel auch Experi-
mente im optischen Bereich [5, 6] realisiert werden, in welchem Glasfasern für die
Lichtleitung verwendet und die Photonen e�zienter nachgewiesen werden können.
Dabei können sowohl neutrale als auch geladene Teilchen verwendet werden. Bei
den Experimenten mit neutralen Atomen [23, 24] ist es von Vorteil, dass sehr kleine
Resonatoren mit Spiegelabständen im 50 µm Bereich gebaut werden können. Somit
wird das Modenvolumen klein und die Kopplung stark. Geladene Teilchen haben den
Vorteil längerer Speicherzeiten und besserer Kontrolle über die Position des Ions im
Resonator.
Einzelphotonenquellen wurden mit neutralen Atomen auf zwei Weisen realisiert.

Bei der ersten Methode werden die Atome durch einen Laser angeregt und emittieren
beim Flug durch den Resonator ein Photon in dessen Mode [23]. Hierbei ist die Gü-
te der Einzelphotonenquelle durch die Anzahl der gleichzeitig durch den Resonator
fallenden Atome begrenzt. Bei der zweiten Methode werden die Atome in einer opti-
schen Dipolfalle im Resonator gefangen. Jedoch ist auch hier die Anzahl der Atome
im Resonator nicht immer gleich [30]. Zusätzlich ist die Lokalisierung der Atome in
der Stehwelle des Resonatorfeldes schwierig zu kontrollieren, wodurch die Kopplung
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an das Resonatorfeld von Atom zu Atom �uktuiert. Letztlich ist die Speicherzeit der
Atome derzeit auf einige Sekunden begrenzt [24, 31].
Einzelne Ionen hingegen können für mehrere Tage gefangen werden. Ein Ion-

Resonator System könnte somit mehrere Tage lang kontinuierlich einzelne Photonen
erzeugen. Auÿerdem können die Anzahl und die Position der Ionen im Resonator
genau kontrolliert werden. Der einzige Nachteil eines solchen Systems ist, dass der
Resonator um die Falle herum gebaut werden muss und somit der Spiegelabstand
drei Gröÿenordnungen gröÿer (20 mm) ist als für neutrale Atome. Die resultieren-
de kleinere maximale Kopplungsstärke schwankt aber nicht von Ion zu Ion, da die
Lokalisierung des Ions in der Stehwelle besser als bei neutralen Atomen kontrolliert
werden kann.
Mit Hilfe eines Ionen-Hohlraum-Resonator Systems könnte auÿerdem eine Schnitt-

stelle zwischen stationärem und �iegendem Qubit realisiert werden. Für Ionenquan-
tencomputer sind bereits Quantengatter [32, 33] und Quantenalgorithmen [34] durch-
geführt worden. Eine Atom-Photon Schnittstelle [9] könnte diese Quantencomputer
vernetzen und somit prinzipiell skalierbar machen.

Diese Arbeit berichtet über die Realisierung einer Einzelphotonenquelle mit einem
einzelnen 40Ca+-Ion in einem Hohlraum-Resonator und ist wie folgt gegliedert: In
Kapitel 2 wird die Theorie der CQED eingeführt, in der die Kopplung eines Zwei-
Niveausystems mit einer einzigen Mode des elektromagnetischen Feldes beschrieben
wird. Anschlieÿend wird der Besetzungstransfer in einem Drei-Niveausystem erläu-
tert. Nach der De�nition und Veranschaulichung der Intensitätskorrelationsfunktion
g(2)(τ) folgt die Beschreibung des Termschemas des 40Ca+-Ions. Die Computersimula-
tionen, die zum Verständnis des Ion-Resonatorsystems durchgeführt wurden, werden
in Kapitel 3 erklärt. Kapitel 4 ist der Beschreibung des experimentellen Aufbaus des
Resonators, der Falle, des Laser- und des Detektionssystems gewidmet. In Kapitel 5
wird ein Teil des experimentellen Aufbaus detailliert beschrieben, der in dieser Arbeit
realisiert wurde: Die Intensitätsstabilisierung der Laser mit einer schrotrauschlimi-
tierten Photodiode. Die Erzeugung und Charakterisierung einzelner Photonen mit
dem vorgestellten System wird in Kapitel 6 beschrieben. Die Arbeit schlieÿt mit einer
Zusammenfassung der Ergebnisse und einem Ausblick für zukünftige Experimente.
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2 Theoretisches Modell

In diesem Kapitel werden die theoretischen Grundlagen für die Einzelphotonenquelle
vorgestellt. Zu Beginn werden die charakteristischen Gröÿen eines Fabry-Perot Reso-
nators eingeführt. Es folgt eine Einleitung in das Gebiet der Hohlraum-Resonator
Quantenelektrodynamik. Anschlieÿend wird das Jaynes-Cummings Modell vorge-
stellt, das die Wechselwirkung eines Atoms mit einer einzigen Mode eines Resonators
beschreibt. Zum Abschluÿ wird die Mastergleichung für das Zwei-Niveau System
erläutert, welche die dissipativen Prozesse einschlieÿt. Die für die Theorie herange-
zogenen Quellen sind: Saleh, Teich �Fundamentals of Photonics� [35], Rempe et al.
�Cavity Quantum Electrodynamics with strong-coupling in the optical domain� [6],
Cohen-Tannoudji �Atom-Photon-Interactions� [36], Loudon �The Quantum Theory
of Light� [37] und Compagno et al. �Atom-Field Interactions and Dressed Atoms�
[38].

2.1 Hohlraum-Resonator Quantenelektrodynamik

2.1.1 Fabry-Perot Resonator

In diesem Abschnitt sollen kurz die charakteristischen Gröÿen eines Fabry-Perot Re-
sonators eingeführt werden. Eine Herleitung �ndet man z.B. in [35, Kap.9].
Ein Fabry-Perot Resonator besteht aus zwei Spiegeln im Abstand L mit den

Transmissionen T1, T2 und den Re�ektivitäten R1, R2. Für Spiegel ohne Verluste gilt
Ri = 1− Ti. Den Abstand zwischen zwei Moden des Resonators bezeichnet man als
freien Spektralbereich νF :

νF =
c

2L
(2.1)

Die Finesse F ist gegeben durch die Re�ektivität R = R1R2 und gibt für F � 1
das Verhältnis des freien Spektralbereiches νF zur Breite einer Resonatormode δν an:

F ≈ π
√
R

1−R
≈ νF
δν

(2.2)

Das Transmissionsspektrum des Resonators ist dann gegeben durch

T (ν) =
Tmax

1 +

(
2F
π

)2

sin2

(
πν

νF

) (2.3)

11
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Abbildung 2.1: Transmissionsspektrum eines verlustfreien, symmetrischen Fabry-
Perot Resonators mit Spiegelabstand L = 2 cm und Transmission T = 0.3. Der
freie Spektralbereich νF ist der Abstand zwischen zwei benachbarten Moden. Die
Breite einer Resonatormode ist δν.

mit Tmax =
|T |2

T1 + T2 − T1T2

und T = T1T2. Für einen verlustfreien, symmetrischen

Resonator ist das Transmissionsspektrum in Abb. 2.1 für einen Spiegelabstand L =
2 cm und eine Transmission T = 0.3 gezeigt. Die Lebensdauer τp eines Photons im
Resonator ist

τp ≈
FL
c

(2.4)

Während ihr Kehrwert 1/τp die Zerfallskonstante der Intensität ist, gilt für die Zer-
fallskonstante des elektrischen Feldes im Resonator

κ =
1

2τp
≈ c

2L F
(2.5)

Für die Hohlraum-Quantenelektrodynamik ist der Parameter κ von fundamentaler
Bedeutung, da er den einen von zwei relevanten Dissipationsprozessen des Systems
beschreibt. Hier sieht man, dass κ vor allem durch die Re�ektivität und den Abstand
der Spiegel gegeben ist.

2.1.2 Jaynes-Cummings Modell

In der Quantenelektrodynamik werden nichtklassische E�ekte wie der spontane Zer-
fall eines angeregten Atoms und Verschiebungen der atomaren Energieniveaus durch
Vakuum�uktuationen des elektromagnetischen Feldes erklärt [36]. Diese können auch
für makroskopische E�ekte verantwortlich sein. So ziehen sich zwei ideale Spiegel im
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2.1 Hohlraum-Resonator Quantenelektrodynamik

(a) Zwei-Niveausystem (b) Zwei-Niveausystem mit Reso-
nator

Abbildung 2.2: Schematische Zeichnung eines Zwei-Niveausystems. (a) Koppelt ei-
ne Lasermode das Zwei-Niveausystem, so führt das Atom Rabioszillationen mit der
Rabifrequenz Ω durch. (b) Das Atom koppelt an eine einzige Mode eines optischen
Resonators. Die Kopplungsstärke an die Resonatormode g ist die Rate, mit der das
Zwei-Niveausystem und die Resonatormode reversibel ein Energiequant austauschen.
Der spontane Zerfall des Atoms Γ und der Zerfall des Resonators κ sind die dissipa-
tiven, irreversiblen Prozesse.

Vakuum an, wenn sie sich sehr nahe sind. Diese sog. Casimirkraft wird durch die ver-
änderte Kon�guration des Vakuumfeldes über eine Modeneinschränkung durch die
Anwesenheit von Spiegeln erklärt [39].

In der Hohlraum-Resonator Quantenelektrodynamik studiert man ein System, bei
dem sich ein Atom in der Mitte zwischen zwei Spiegeln be�ndet [5]. Dann wird die
Modenstruktur des Vakuumfeldes um das Atom herum durch die Spiegel in einer
solchen Weise verändert, dass die spontane Emission des Atoms beein�uÿt wird [6].

Das Atom sei vereinfacht als Zwei-Niveausystem angenommen. Koppelt ein Laser
die beiden Zustände |a〉 und |b〉 des Zwei-Niveausystems, so führt das Atom Ra-
bioszillationen [36, Kap. V] mit der Rabifrequenz Ω durch. Dies ist schematisch in
Abb. 2.2(a) dargestellt. Die spontane Emission mit der Rate Γ = 2γ dämpft diese
Oszillationen. Dabei ist Γ ist die Zerfallsrate der Intensität und γ die Zerfallsrate des
Feldes. Ist die Kopplung stärker als die spontane Emission, so kann man Rabioszil-
lationen des Atoms zwischen dem Grund- und dem angeregten Zustand beobachten,
die schneller sind als die Rate der spontanen Emission (Ω > γ) und erst nach einigen
Oszillationsperioden abklingen. Dabei emittiert das Atom Photonen in die Mode des
Lasers mit einer Rate, die viel gröÿer als γ ist. Dies Rate kann jedoch nur durch
die Kopplung des Atoms an die vielen Photonen des Laserfeldes erreicht werden.
Es stellt sich die Frage, unter welchen Bedingungen ein angeregtes Atom auch oh-
ne den Ein�uss der vielen Laser-Photonen überwiegend in eine vorgegebene Mode
emittiert. Beschrieben wird dieser Fall durch das Jaynes-Cummings Modell, welches
die Kopplung eines Zwei-Niveausystems an eine einzige Mode des Strahlungsfeldes
beinhaltet. Analog zur Rabifrequenz Ω wird die Kopplungskonstante g der elektri-
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2 Theoretisches Modell

schen Dipolwechselwirkung de�niert, die unabhängig von der Anzahl der Photonen
in der Mode ist. Diese Kopplungskonstante g ist die Rate, mit der das Zwei-Niveau
Atom mit der Mode des Strahlungsfeldes ein einziges Energiequantum austauscht.
Dies ist schematisch in Abb. 2.2(b) gezeigt. Wie kann man ein solches System rea-
lisieren, bei dem tatsächlich die Kopplung eines Atoms mit einem einzelnen Photon
einer Mode des Strahlungsfeldes gröÿer ist als die Kopplung an alle anderen Vaku-
ummoden? Be�ndet sich ein angeregtes Atom im freien Raum, koppelt es immer an
ein Quasikontinuum von Vakuumfeldmoden, was für die irreversible spontane Emis-
sion verantwortlich ist. Deshalb gilt für die meisten Experimente im freien Raum,
in denen die Wechselwirkung zwischen Licht und Atomen untersucht wird, dass die
Rate der spontanen Emission Γ viel gröÿer ist als die Rate der Wechselwirkung g des
Atoms mit einer einzelnen Feldmode.
Erst wenn sich das Atom in einem Resonator be�ndet, den man auf Resonanz

mit dem atomaren Übergang einstellt, kann man die Kopplung des Atoms an diese
eine Mode des Vakuumfeldes aufgrund der überhöhten Feldstärke des Lichtes im
Resonator vergröÿern [40]. Erfüllt man die Bedingung g > γ, so emittiert das Atom
bevorzugt in die Resonatormode. Die Rate des Energieaustausches zwischen Atom
und Resonatormode ist dann gröÿer als die Rate der spontanen Emission. Je nach
Einstellung des Resonators kann man so die spontane Emission des Atoms verstärken
oder unterdrücken [41, 42].
Im Experiment erstreckt sich der Resonator nur über einen sehr kleinen Raum-

winkel um das Atom herum. Daher wird die spontane Emission in fast alle Vakuum-
feldmoden nicht beein�uÿt und die Lebensdauer eines angeregten Zustandes beträgt
weiterhin τ = 1/γ. Analog zur Rabifrequenz Ω = µE

~ [36, Kap. VI, Gl. (B.17)] mit
dem Dipolmatrixelement des atomaren Übergangs µ und der Feldstärke E ist die
Ein-Photonen-Wechselwirkung g gegeben durch:

g =
µEvac

~
(2.6)

Dabei ist das Vakuumfeld Evac wegen der Normierung ε0
∫
E2
vacdV = ~ω

2
[6]:

Evac =

√
~ω

2ε0V
(2.7)

Damit das Atom bevorzugt in die Resonatormode emittiert (g > γ), muss das Mo-
denvolumen V des Vakuumfeldes also möglichst klein sein und die Frequenz des
Übergangs möglichst groÿ (optische Wellenlängen).
Die spontane Emission des Atoms ist jedoch nicht der einzige dissipative Prozess

des Systems. Auch die Resonatormode koppelt an das Quasikontinuum der Vakuum-
moden, was durch die Zerfallsrate des Resonatorfeldes κ ∝ 1

FL (Gl. 2.5 auf Seite 12)
berücksichtigt wird, die durch die Finesse und den Abstand der Spiegel gegeben ist.
Um die Bedingung g > γ zu erfüllen, wird ein kleines Modenvolumen gewählt: V → 0.
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2.1 Hohlraum-Resonator Quantenelektrodynamik

Dann muss F � 1 sein, damit auch g > κ gilt. Dies bedeutet, dass die Dipolwechsel-
wirkung g nicht nur gröÿer als die spontane Zerfallsrate des Atoms γ, sondern auch
gröÿer als die Zerfallsrate des Resonators κ sein muss. Erst für g � (γ, κ) können
die dissipativen Prozesse vernachlässigt werden. Be�ndet man sich in diesem Bereich
der sog. starken Kopplung, ist der Verlust des Resonators klein (g � κ), und das
Photon, welches vom Atom in den Resonator emittiert wurde (g � γ), wird vom
Atom absorbiert und erneut emittiert, usw., bevor es irreversibel in die Umgebung
des Systems emittiert wird.

Das Gesamtsystem läÿt sich in drei Untereinheiten aufteilen: Atom A, Resonator-
mode C und Reservoir R. Das Atom A mit Hamilton-Operator HA ist über die
Kopplung VAC ∼ g mit einer einzigen Feldmode gekoppelt, die Resonatormode C mit
Hamilton-Operator HC genannt wird. Das Atom bzw. die Resonatormode sind über
die Kopplungen VAR ∼ γ bzw. VCR ∼ κ aber auch zum Reservoir R mit Hamilton-
Operator HR von anfangs leeren Feldmoden gekoppelt. Der Hamilton-Operator des
globalen Systems A+ C +R ist:

H = HA +HC +HR + VAC + VAR + VCR (2.8)

Dieses Gesamtsystem wird in Abschnitt 2.1.3 behandelt. Be�ndet man sich im Be-
reich der starken Kopplung g � (γ, κ), so werden das Reservoir R und die Kopplun-
gen VAR und VCR vernachlässigt. Man betrachtet also nur das Teilsystem Atom mit
Resonatormode. Der Hamilton-Operator des Atoms ist gegeben durch

HA = ~ω0σz = ~
ω0

2
( |b〉〈b| − |a〉〈a| ) (2.9)

Dabei ist σz =
(

1/2 0
0 −1/2

)
und ~ω0 der Energieabstand zwischen Grundzustand

|a〉 mit Energie Ea = −~ω0

2
und angeregtem Zustand |b〉 mit Energie Eb = +~ω0

2
. Der

Hamilton-Operator der Resonatormode mit Frequenz ωc ist

HC = ~ωc
(
a†a
)

(2.10)

mit dem Aufsteigeoperator a† |n〉 =
√
n+ 1 |n+1〉 und dem Absteigeoperator a |n〉 =√

n |n−1〉. Seine Eigenzustände sind die Fockzustände { |n〉} mit Energie ~ωc(n+ 1
2
),

wobei die Mode mit n Photonen besetzt ist. Die Eigenzustände von HA +HC (ohne
Kopplung VAC) nennt man die Basis ungekoppelter Zustände: { |a, n+ 1〉, |b, n〉}.
Atom und Feldmode koppeln über den Hamilton-Operator VAL. In der Dipolnäherung
schreibt man die Kopplung als

VAC = −~µ · ~E = g(σ+ + σ−)(a† + a) (2.11)

mit dem Dipoloperator ~µ = e~r = ~µab (σ+ + σ−) = ~µab ( |b〉〈a| + |a〉〈b| ). Dabei ist
σ+ =

(
0 1
0 0

)
und σ− =

(
0 0
1 0

)
. Dabei kann das quantisierte Feld zeitunabhängig
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2 Theoretisches Modell

geschrieben werden, weil man durch die unitäre Transformation U = e−iωLt in ein
mitrotierendes Bezugssystem transformieren kann [43]. Auÿerdem wird angenommen,
das Atom sei ohne Bewegung und besser als eine optische Wellenlänge λ lokalisiert.
Dann ist das quantisierte Feld einer Mode am Ort des Atoms [37, Gl. (5.83) �.]:

~E = ~E+ + ~E− = E0~ε(a
† + a) =

√
~ωc

2ε0V
~ε(a† + a) (2.12)

mit der komplexwertigen Polarisation ~ε und der Amplitude E0. Damit ist die Kopp-
lungstärke g:

g = −~µab · ~ε
√

~ωc
2ε0V

(2.13)

Von den vier Termen σ†a, σa†, σ†a†, σa in VAC werden nur die beiden energieerhalten-
den Terme σ†a und σa† berücksichtigt, was Drehwellennäherung (�Rotating Wave Ap-
proximation�, RWA) genannt wird [36, Kap. V.A.3]. Der Erwartungswert der Kopp-
lung zweier Basisvektoren der ungekoppelten Basis 〈b, n − 1|VAC |a, n〉 =

√
ng = Ω

2

ist proportional zur Wurzel der Anzahl der Photonen n und damit zur Rabifrequenz
Ω.
Der Hamilton-Operator aus Gleichung (2.8) schreibt sich insgesamt [36, Kap. VI]:

HAC = ~ω0σz︸ ︷︷ ︸
HA

+ ~ωc
(
a†a
)︸ ︷︷ ︸

HC

+ g
(
σ+ + σ−

) (
a† + a

)︸ ︷︷ ︸
VAC

(2.14)

Bis auf den Grundzustand |a, 0〉 gehört jeder Eigenzustand von HA + HC zu einem
von unendlich vielen zweidimensionalen Unterräumen { |b, n〉, |a, n+ 1〉}. Wegen der
RWA koppelt VAC nur Zustände einer Mannigfaltigkeit. Daher kann man (bis auf
den Grundzustand, der durch VAC nicht beein�usst wird) die unendlich dimensionale
Matrix, die HAC repräsentiert, in der Basis der ungekoppelten Zustände aufteilen in
eine unendliche Menge von 2 × 2 Matrizen:

H(n) =

(
~ωcn− ~ω0/2 Ω/2

Ω/2 ~ωcn+ ~ω0/2

)
|b, n〉
|a, n〉 (2.15)

Diagonalisiert man H(n), so erhält man als Eigenvektoren die sogenannten dressed
states [36, Kap.VI.A.]:

|+, n〉 = cos θ |a, n+ 1〉 − sin θ |b, n〉
|−, n〉 = sin θ |a, n+ 1〉+ cos θ |b, n〉 (2.16)

mit den Eigenwerten:

E±n = ~ωc
(
n+

1

2

)
± ~∆

2
(2.17)
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2.1 Hohlraum-Resonator Quantenelektrodynamik

Abbildung 2.3: Links: Die atomaren Eigenzustände zu HA sind |a〉 und |b〉 mit
Energieunterschied ~ω0. Die atomare spontane Emissionsrate ist Γ = 2γ. Die
Resonatormoden-Eigenzustände zu HC sind die Fockzustände { |n〉} mit Energie-
unterschied ~ωc. Die Zerfallsrate der Resonatormode ist 2κ. Mitte: Ohne Kopplung
bilden die Eigenzustände des Systems Atom mit Resonatormode HA +HC die unge-
koppelte Basis { |a, n+ 1〉, |b, n〉} mit Energieunterschied ~δ = ~(ωc − ω0). Rechts:
Mit Kopplung bilden die Eigenzustände des Systems HA + HC + VAC die dressed
states mit Energieunterschied ~∆ =

√
(~δ)2 + 4n|g|2.

Dabei ist der Mischwinkel tan(2θ) = −Ω
δ
und die Energieaufspaltung ∆ =

√
δ2 + Ω2/~

mit der Verstimmung δ = (ωc − ω0).

Zur Veranschaulichung der Eigenwerte der dressed states siehe Abb. 2.3: Ohne
Kopplung ist der Energieunterschied der Zustände |b, n〉 und |a, n+1〉 gegeben durch
die Verstimmung δ. Mit Kopplung mischen sie zu den neuen Eigenzuständen |+, n〉
und |−, n〉 mit der Ernergieaufspaltung ∆(n). Hier ist zusätzlich die Kopplung des
Atoms an das Reservoir γ und die Kopplung des Resonators an das Reservoir κ
eingezeichnet, die bisher verachlässigt wurden.
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2 Theoretisches Modell

2.1.3 Mastergleichung für ein Zwei-Niveausystem

In diesem Kapitel wird der Formalismus der Mastergleichung beschrieben, der auch
die dissipativen Prozesse des Systems beinhaltet. Dafür müssen die Kopplungen VAR
und VCR aus Gl. (2.8) berücksichtigt werden. Interessiert man sich nur für das Teil-
system des Atoms mit Resonatormode, müssen wir es durch einen Dichteoperator
beschreiben, weil ein Teilsystem, auch wenn das Gesamtsystem in einem reinen Zu-
stand ist, i.A. in einem gemischten Zustand ist [36]. Die Dichtematrix ρAC , die ein
solches statistisches Ensemble beschreibt, erhält man, indem man die Teilspur des
Dichteoperators ρ des globalen Systemes über die Variablen des Reservoirs bildet:

ρAC = TrR ρ (2.18)

Für die Erwartungswerte bedeutet das, dass man über alle Freiheitsgrade µ des Strah-
lungsfeldes summiert: 〈a| ρAC |b〉 =

∑
µ〈a, µ| ρ |b, µ〉. Betrachtet man nun den Über-

gang zwischen zwei diskreten atomaren Zuständen |b〉 und |a〉, so ist dieser bezüglich
des Gesamtsystems (einschlieÿlich des Reservoirs an Vakuummoden) ein Übergang
eines diskreten Zustandes in ein Kontinuum an Zuständen. Dies ist der Grund für den
irreversiblen Charakter der spontanen Emission [36, Kap. II.A.1]: Es gibt keine kohä-
renten Oszillationen zwischen |b〉 und |a〉mehr, sondern einen irreversiblen Übergang
vom diskreten Zustand |b, 0〉 in das Kontinuum der Zustände |a, 1~k~ε〉, wobei ~k der
Wellenvektor und ~ε die Polarisation der Mode ist, in die das Photon emittiert wurde.
Die Rate der spontanen Emission [44, Gl. (32)] ist nach Fermis Goldener Regel [36,
Kap.I.B.2, Gl. (B.8)] proportional zur Zustandsdichte der Endzustände:

Γb→a =
4eω3

ab

3~c3
|〈a| e~r |b〉|2 (2.19)

Dabei ist e~r der Dipoloperator.
Eine Beschreibung der Zeitentwicklung der Dichtematrix des Teilsystems erfolgt

durch die Mastergleichung [36, Kap.IV]. Diese besteht aus einem System linearer
Di�erentialgleichungen mit zeitunabhängigen Koe�zienten. Die Irreversibilität der
spontanen Emission wird dadurch berücksichtigt, dass die Zeitentwicklung der Dich-
tematrix ρAC nicht mehr unitär ist. Dies wirkt sich sowohl auf die Besetzungen als
auch auf die Kohärenzen in ρAC aus. Die Mastergleichung kann z.B. folgendermaÿen
dargestellt werden [36, Kap.VI.D.1]:

ρ̇AC = − i
~

[HAC , ρAC ]︸ ︷︷ ︸
Schrödingergleichung

− Γ

2
(σ+σ−ρAC + ρACσ+σ−)︸ ︷︷ ︸

Spontaner Zerfall

+ Γ σ−ρACσ+︸ ︷︷ ︸
Recyclingterm

(2.20)

In dieser sogenannten �Lindbladform� ist der erste Term die unitäre Zeitentwicklung
für ein abgeschlossenes System nach der Schrödingergleichung, der zweite Term be-
schreibt den Zerfall der Besetzungen und Kohärenzen. Der dritte Term sorgt für die
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2.2 Populationstransfer im Drei-Niveau-Atom mit Resonator

Normierung Tr(ρAC) = 1 und wird deshalb Recyclingterm genannt. Die Masterglei-
chung kann in noch kompakterer Form geschrieben werden:

ρ̇ = − i
~

[HAC , ρAC ] + Ldiss [ρ] (2.21)

= L [ρ]

Dabei sind Ldiss und L Liouville-Superoperatoren, die Matrizen auf Matrizen abbil-
den und sowohl Vor- als auch Nachmultiplikation enthalten (daher die Schreibwei-
se L [ρ]). Der dissipative Liouvilleoperator Ldiss enthält nur die dissipativen Terme
(spontaner Zerfall und Recyclingterm) aus Gl. (2.20), während der gesamte Liouvil-
leoperator L als Abkürzung für die gesamte Mastergleichung geschrieben wird.
Die Art der Formulierung der Mastergleichung in der Lindbladform von Gl. (2.20)

wurde in den Simulationen gewählt. Hier soll jedoch der Anschaulichkeit halber noch
eine andere Form erwähnt sein. Projiziert man Gl. (2.20) auf die Basis der ungeko-
pelten Zustände { |a, n+ 1〉, |b, n〉} und summiert anschlieÿend über alle Anzahlzu-
stände { |n〉}, erhält man die optischen Blochgleichungen für die Dichtematrix des

Atoms ρA =

(
ρ

(bb)
A ρ

(ba)
A

ρ
(ab)
A ρ

(aa)
A

)
:

ρ̇
(bb)
A = i

Ω

2

(
ρ

(ba)
A − ρ(ab)

A

)
− Γρ

(bb)
A

ρ̇
(aa)
A = i

Ω

2

(
ρ

(ba)
A − ρ(ab)

A

)
+ Γρ

(bb)
A

ρ̇
(ab)
A = iδLρ

(ab)
A − iΩ

2

(
ρ

(bb)
A − ρ(aa)

A

)
− Γ

2
ρ

(ab)
A (2.22)

Betrachtet man nur noch das Teilsystem des Atoms, erhält man also gedämpfte
Rabioszillationen: Die Populationen ρ(bb)

A und ρ(aa)
A rotieren mit den Di�erenzen der

Kohärenzen ρ
(ba)
A und ρ

(ab)
A und umgekehrt. Der Term iδLρ

(ab)
A sorgt dafür, dass bei

einer Verstimmung δL = ωL − ωab die Population des angeregten Zustandes niemals
Eins erreichen kann. Die Terme mit Γ dämpfen die Dynamik.

2.2 Populationstransfer im Drei-Niveau-Atom mit Resonator

Hier wird ein vereinfachtes Modell des später verwendeten 40Ca+Atoms vorgestellt:
Ein Drei-Niveausystem mit zwei Grundzuständen (auch Λ-Kon�guration genannt).
Es soll hier ein qualitatives Verständnis für die Übergänge im System gescha�en
werden. Dazu wird zunächst der stimulierte Ramanprozess beschrieben. Es folgt die
Beschreibung der Dynamik des Systems durch den Hamilton-Operator und die Mas-
tergleichung in der Form, wie sie auch in den Simulationen verwendet wurde. Zum
Abschluÿ wird der Begri� �e�ektive starke Kopplung� diskutiert. In Kap. 2.4 wird
dann das reale 40Ca+Termschema mit allen relevanten physikalischen Gröÿen vorge-
stellt.
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2.2.1 Stimulierter Ramanübergang

Abbildung 2.4: Λ-Kon�guration eines Drei-Niveau-Atoms, welches aus den Zustän-
den |S〉 , |P 〉 und |D〉 besteht. Der Pumplaser Ωp koppelt die Zustände |S〉 und |P 〉mit
der Verstimmung δp, der Rückpumplaser Ωr koppelt die Zustände |S〉 und |D〉mit der
Verstimmung δr. Der Resonator koppelt die Zustände |P 〉 und |D〉mit der Kopplungs-
stärke g und der Verstimmung δc. Die Zerfallsraten des |P 〉Zustandes sind Γsp nach
|S〉 und Γpd nach |D〉 . Die Zerfallsrate des Resonators κ ist nicht eingezeichnet.

Das betrachtete Drei-Niveau-Atom liegt in einer Λ-Kon�guration vor. Es ist in
Abb. 2.4 skizziert. Es gibt einen energetisch höher liegenden Zustand |P 〉 und zwei
tiefer liegende Zustände |S〉 und |D〉 . Die Energien der Zustände sind Ei = ~ωi.
Der Übergang zwischen den beiden unteren Niveaus |D〉 und |S〉 ist dipol-verboten.
Der obere Zustand |P 〉 kann mit den Zerfallsraten Γsp (Γpd) in den |S〉 (|D〉) Zustand
zerfallen. Zwei Laserfelder koppeln die unteren Zustände mit dem oberen Zustand:
Der Pumplaser Ωp koppelt |S〉mit |P 〉 , der Rückpumplaser Ωr koppelt |S〉mit |D〉 .
Dabei sind die Ωi die Rabifrequenzen und die δi die Verstimmungen δp = ωp −
(ωP − ωS) und δr = ωr − (ωP − ωD). Der Resonator koppelt die Zustände |P 〉 und
|D〉mit der Kopplungsstärke g an eine Mode der Frequenz ωc. Seine Verstimmung
ist δc = ωc − (ωP − ωD).
Je nach Experiment muss eine geeignete Basis gewählt werden, um die zeitliche

Entwicklung der Besetzungen zu verstehen. In der Zeit dieser Diplomarbeit wurden
zwei Experimente durchgeführt:

• Die kontinuierliche Anregung des Atoms (Quantenemitter mit einstellbarer
Photonenstatistik)

• Die gepulste Anregung des Atoms (Einzelphotonenquelle)

Bei der kontinuierlichen Anregung des Atoms sind Pump- und Rückpumplaser gleich-
zeitig an. In diesem Fall ist es sinnvoll, das System in der Basis der dressed states zu
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beschreiben. Je nach Verstimmungen und Rabifrequenzen dieser beider Laser entwi-
ckelt sich ein anderer stationärer Zustand. Dies führt zu unterschiedlichen Intensi-
tätskorrelationen der vom System emittierten Photonen. Dies ist ausführlich in [45]
beschrieben.
In dieser Diplomarbeit wird der zweite Fall der gepulsten Anregung des Atoms

beschrieben, bei der Pump- und Rückpumplaser nicht gleichzeitig an sind. Daher ist
es ausreichend, in der Basis der ungekoppelten Zustände zu arbeiten.
Für eine Einzelphotonenquelle möchte man die Besetzung von |S, 0〉 nach |D, 1〉

möglichst e�zient überführen. Später wird das Photon den Resonator verlassen:
|D, 1〉 → |D, 0〉. Für ersteren Übergang |S, 0〉 → |D, 1〉 sind vor allem zwei Pro-
zesse denkbar:

• Wird der Pumplaser adiabatisch an- und ausgeschaltet, bleibt der Zustand
des Systems immer in einem Energieeigenzustand, wodurch ein e�zienter Be-
setzungstransfer erreicht werden kann. Ein solcher Besetzungstransfer wird
STIRAP (�Stimulated Raman Adiabatic Passage�) genannt und ist ausführlich
in [46] erläutert.

• Alternativ dazu kann man die Verstimmung des Pumplasers δp und des Reso-
nators δc relativ zum |P 〉 Niveau so wählen, dass durch den Pumplaser und die
Kopplung an den Resonator ein direkter Besetzungstransfer von |S, 0〉 nach
|D, 1〉 statt�ndet. Die Verstimmung verhindert dabei eine unerwünschte Be-
setzung des |P 〉 Zustandes, von dem aus spontaner Zerfall statt�nden kann.
Dieser Prozess wird stimulierter Ramanübergang genannt.

Beide Prozesse sind ausführlich in [47] beschrieben. Dort wurde jedoch in Simulatio-
nen festgestellt, das der Ramanübergang bei ungenauen experimentellen Parametern
wie endlichen Laserlinienbreiten robuster ist als der STIRAP Prozess. Ein weite-
rer Vorteil ist, dass mit ihm nicht nur ein π-Puls (der Übergang |S, 0〉 → |D, 1〉)
durchgeführt werden kann, sondern im Fall starker Kopplung Übergänge in beliebige
Superpositionszustände α |S, 0〉+β |D, 1〉 (mit |α|2 + |β|2 = 1) erzielt werden können.
In unserem Experiment wurde daher der stimulierte Ramanübergang gewählt.
Im Bild der ungekoppelten Zustände ist dieser folgendermaÿen zu verstehen: An-

fangs ist die gesamte Besetzung des Atoms im |S, 0〉 Zustand, an den der Pumplaser
Ωp koppelt. Durch dessen Verstimmung δp gegenüber dem |P 〉Zustand wird dieser
jedoch nicht besetzt, sondern die Besetzung koppelt unmittelbar an den Resonator
und geht in den |D, 1〉 Zustand über. Dazu muss der Resonator in Resonanz mit dem
Pumplaser sein. Wegen der AC Stark Verschiebung des |P 〉 Zustandes muss die Ver-
stimmung des Resonators δr = ±

√
δ2
p + Ω2

p

Ωp�δp
≈ ± Ω2

p/2δp gewählt werden. Hierbei
steht + für einen rotverstimmten Laser (δp < 0) und − für einen blauverstimmten
Laser (δp > 0). Das beim Ramanübergang in den Resonator emittierte Photon kann

anschlieÿend den Resonator mit der Rate 2κ verlassen: |D, 1〉 2κ−→ |D, 0〉. Durch den
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Rückpumplaser wird die atomare Besetzung von |D, 0〉 nach |P, 0〉 überführt, von
wo sie mit der Rate Γsp nach |S, 0〉 zerfällt1. Bei wiederholter Ausführung dieser
Sequenz erhält man aus dem Resonator einen Strom einzelner Photonen.

2.2.2 Hamilton-Operator

Im Folgenden wird der Hamilton-Operator ohne Dissipation für das Drei-Niveausystem
erläutert. Er wird hier in der Basis der ungekoppelten Zustände { |A, n〉} mit dem
atomaren Zustand Aε {S, P,D} und dem Zustand der Resonatormode mit n Photo-
nen betrachtet. Im Gegensatz zu Abschnitt 2.1.2 hat man jetzt drei statt nur zwei
atomare Niveaus, die zusätzlich zur Resonatormode g mit zwei Laserfeldern Ωp und
Ωr koppeln.

Vernachlässigt man den Übergang |S〉 ↔ |D〉 (dipol-verboten) und schreibt den
Hamilton-Operator des Drei-Niveau-Atoms mit Resonatormode in der RWA und in
einem mitrotierenden Bezugssystem2 [43, Gl. (2.55)], so ergibt sich:

H = ~ (δp |S〉〈S| + δr |D〉〈D| )︸ ︷︷ ︸
Atom

⊗ 1ln

+ ~
(

Ωp

2
( |S〉〈P | + |P 〉〈S| ) +

Ωr

2
( |D〉〈P | + |P 〉〈D| )

)
︸ ︷︷ ︸

Atom-Laser Kopplung

⊗ 1ln

+ 1lA ⊗ ~δc a†a︸ ︷︷ ︸
Resonator

+ ~g
(
a† |D〉〈P | + a |P 〉〈D|

)︸ ︷︷ ︸
Atom-Resonator Kopplung

(2.23)

Zur Verdeutlichung ist dieser Hamilton-Operator hier nochmals in Matrixdarstellung

1Sie kann auch nach |D, 0〉 zerfallen. Ist jedoch nur der Rückpumplaser an, geht für genügend groÿe
Ruckpumpdauer die gesamte Besetzung in den |S, 0〉 Zustand über. Im 40Ca+Atom ist auÿerdem
Γsp ≈ 12 Γdp. Damit ist der Zerfall nach |S, 0〉 um eine Gröÿenordnung wahrscheinlicher.

2Die Transformation ist H = UHU† − i~U dU†

dt mit der unitären Transformation U =
e−i(ωp |S〉〈S|+ωr |D〉〈D| )t.
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angegeben:

~



δp
Ωsp

2 0 0 0 0
Ωsp

2 0 Ωpd
2 · · · 0 0 g

√
n · · ·

0 Ωpd
2 δr 0 0 0
...

. . .
...

0 0 0 δp + n(δc − δr) Ωsp
2 0

0 0 0 · · · Ωsp
2 n(δc − δr)

Ωpd
2 · · ·

0 g
√
n 0 0 Ωpd

2 2 δr + n(δc − δr)
...

...
. . .



|S, 0〉
|P, 0〉
|D, 0〉
...

|S, n〉
|P, n〉
|D,n〉
...

(2.24)

2.2.3 Mastergleichung

Zur Berücksichtigung der dissipativen Prozesse muss für die Zeitentwicklug der Dich-
tematrix eine Mastergleichung wie in Gl. (2.21) für das Zwei-Niveausystem formuliert
werden. Dabei müssen nun der spontane Zerfall von P nach S,D sowie der Zerfall
der Resonatormode berücksichtigt werden. Zusätzlich werden die Linienbreiten des
Pumplasers Γp und des Rückpumplasers Γr berücksichtigt. Die Mastergleichung für
das Dreiniveausystem mit Resonatormode, welches von zwei externen Laserfeldern
getrieben wird, ist dann:

ρ̇ = − i
~

[H, ρ] − Γsp
2

( |P 〉〈P | ρ+ ρ |P 〉〈P | − 2 |S〉〈P | ρ |P 〉〈S| )︸ ︷︷ ︸
Spontaner Zerfall |P 〉→ |S〉

− Γpd
2

( |P 〉〈P | ρ+ ρ |P 〉〈P | − 2 |D〉〈P | ρ |P 〉〈D| )︸ ︷︷ ︸
Spontaner Zerfall |P 〉→ |D〉

− κ
(
a†aρ+ ρa†a− 2aρa†

)︸ ︷︷ ︸
Zerfall der Resonatormode |n〉→ |n−1〉

− Γp( |S〉〈S| ρ+ ρ |S〉〈S| − 2 |S〉〈S| ρ |S〉〈S| )︸ ︷︷ ︸
Linienbreite Pumplaser

− Γr( |D〉〈D| ρ+ ρ |D〉〈D| − 2 |D〉〈D| ρ |D〉〈D| )︸ ︷︷ ︸
Linienbreite Rückpumplaser

(2.25)

Dabei müssen die atomaren Auf- bzw. Absteigeoperatoren des Zweiniveausystems
σ+(σ−) aus Gl. (2.20) nun durch die entsprechenden Übergangsoperatoren des Drei-
niveausystems ersetzt werden: |S〉〈P | bzw. |P 〉〈S| für den Übergang S ↔ P und
|D〉〈P | bzw. |P 〉〈D| für den Übergang D ↔ P . Somit ergeben sich die ersten bei-
den Zeilen von Gl. (2.25). Der Zerfall der Resonatormode wird analog beschrieben.
Hier stehen die Auf- bzw. Absteigeoperatoren der Resonatormode a†(a) anstelle von
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σ+(σ−). Die letzten beiden Zeilen berücksichtigen die Linienbreiten des Pump- und
des Rückpumplasers. So wie der spontane Zerfall auf die Besetzung des angeregten
Zustandes und die Kohärenzen wirkt, wirken die Laserlinienbreiten auf die Besetzung
des Grundzustandes und die Kohärenzen. Siehe dazu [43, Gl. (2.49) und Gl. (2.50)].

2.2.4 E�ektive starke Kopplung

Für die E�zienz des Ramanprozesses sind die CQED Parameter aus Abschnitt 2.1.2
entscheidend, die im Experiment zu

(g, κ, γ) = 2π × (1.3, 0.05, 11)MHz (2.26)

gegeben sind. Es gilt also g � κ, jedoch g < γ: Wegen des groÿen Modenvolumens
von ca. 2 cm (siehe Abschnitt 4.1) ist die Kopplung des Zustandes |P, 0〉 an die
Resonatormode kleiner als die Kopplung an die Vakuummoden γ. Damit wird die
Besetzung des |P, 0〉 Zustandes eher spontan nach |D, 0〉 zerfallen als durch den
Resonator an |D, 1〉 koppeln. Wählt man jedoch eine groÿe Verstimmung δp ≈ 2Ωp,
so wird der P Zustand nicht besetzt und die Kopplung von |S, 0〉 an |D, 1〉 kann nach
[48, Gl. (11)] in einem e�ektiven Zwei-Niveausystem durch eine e�ektive Rabifrequenz

Ωeff =
gΩp

2 δp
(2.27)

beschrieben werden. Die e�ektive Zerfallsrate ist nach [47, Gl. (3.4)] das Produkt aus
der gesamten Zerfallsrate des P Zustandes Γ = Γsp + Γpd und seiner Besetzung:

Γeff = Γ

(
Ωp

2 δp

)2

(2.28)

Das Verhältnis aus e�ektiver Rabifrequenz zur e�ektiven Zerfallsrate ist damit Ωeff

Γeff
∝

δp
Ωp
. Für groÿe Verstimmungen und kleine Ωp kann daher die e�ektive Rabifrequenz

gröÿer als die e�ektive Zerfallsrate werden. Ist zusätzlich die Bedingung Ωp > κ er-
füllt, kann dieser Parameterbereich als e�ektive starke Kopplung bezeichnet werden.
Für die Einzelphotonenquelle sollen die Photonen im Ramanprozess in die Resona-

tormode statt in die Vakuummoden emittiert werden. Dann muss Ωeff > Γeff gelten.
Für einen kohärenten Prozess, bei dem man einen beliebigen Superpositionszustand
α |S, 0〉 + β |D, 1〉 erzeugen möchte, muÿ zusätzlich der Besetzungstransfer schneller
statt�nden als der Zerfall der Resonatormode. Dafür muss Ωeff > κ gewählt wer-
den. Berücksichtigt man diese beiden Bedingungen, so ist der Bereich der starken
Kopplung für Ωp/δp eingeschränkt auf:

2κ

g
<

Ωp

δp
<

2g

Γ
(2.29)
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2.3 Photonenstatistik

Die vollständige quantenmechanische Beschreibung eines Lichtfeldes ist durch seine
Dichtematrix gegeben [37, Kap.4]. Nur ein Teil der Information über die Matrix-
elemente ist in den Kohärenzeigenschaften erster Ordnung enthalten, die durch In-
terferenzexperimente gemessen werden können [37, Kap.6.2]. Ein weiterer Teil der
Information ist in der zeitlichen Verteilung der Photonen enthalten, die sich ergibt,
wenn man die Ankunftszeiten einzelner Photonen mit einem Photodetektor misst.
Während die (zeitliche) Kohärenzfunktion erster Ordnung die Korrelation des Feldes
einer Lichtquelle zu unterschiedlichen Zeiten (und damit seine Interferenzfähigkeit)
beschreibt, bestimmt die Kohärenzfunktion zweiter Ordnung die Korrelation der In-
tensität. Sie gibt Auskunft über die Ankunftszeiten einzelner Photonen auf dem
Detektor und kann im Gegensatz zur Korrelationsfunktin erster Ordnung zwischen
klassischen und quantenmechanischen Lichtzuständen unterscheiden. Da mit ihrer
Hilfe eine Einzelphotonenquelle charakterisiert werden kann, wurde sie im Experi-
ment gemessen und in den Simulationen berechnet.

2.3.1 Die Intensitätskorrelationsfunktion g(2)

Misst man die Ankunftszeiten von Photonen eines Lichtfeldes, so kann man sich
fragen, wie diese miteinander zeitlich korreliert sind. Wenn ein erstes Photon zum
Zeitpunkt t nachgewiesen wird, wie groÿ ist dann die Wahrscheinlichkeit, irgendein
weiteres Photon zu einem späteren Zeitpunkt t + τ nachzuweisen? Treten die Pho-
tonen in Gruppen auf, so wird diese Wahrscheinlichkeit für kleine Zeiten τ höher als
für groÿe Zeiten τ sein. Tre�en die Photonen jedoch zeitlich voneinander getrennt
auf den Detektor, so wird ein umgekehrtes Verhalten erwartet. Diese Wahrscheinlich-
keit kann in einem Experiment ermittelt werden, indem die Photonenankunftszeiten
einer Lichtquelle gemessen werden und daraus die Autokorrelationsfunktion berech-
net wird. Dies wurde zuerst von Hanbury Brown und Twiss (HBT) mit dem Ziel
durchgeführt, den Durchmesser von Sternen zu bestimmen. In ihrem Experiment ist
die Intensitätskorrelationsfunktion wegen der endlichen Gröÿe von Lichtquelle und
Detektor auch von der räumlichen Kohärenz beein�usst, die in dieser Arbeit nicht
betrachtet wird.
Der Erwartungswert für den Nachweis eines Photons zur Zeit t + τ unter der

Bedingung, dass zur Zeit t ein erstes Photon beobachtet wurde, ist:

Tr
(
E+(t+ τ)E+(t)ρACE

−(t)E−(t+ τ)
)

= Tr
(
E−(t)E−(t+ τ)E+(t+ τ)E+(t)ρAC

)
= 〈E−(t)E−(t+ τ)E+(t+ τ)E+(t)〉
= 〈: I(t+ τ)I(t) :〉
≡ G(2)(t, τ) (2.30)

Dabei wurde im ersten Schritt die Invarianz der Spur unter zyklischer Vertauschung
ihrer Argumente ausgenuzt. In der dritten Zeile meint 〈: ... :〉 das zeitgeordnete

25



2 Theoretisches Modell

Mittel, welches sicherstellt, daÿ der Operator hermitesch ist. Im letzten Schritt wurde
die G(2)-Funktion [37, Gl. 6.23] de�niert, die noch normiert werden muss, um daraus
eine Wahrscheinichkeit zu erhalten:

g(2)(t, τ) =
G(2)(t, τ)

〈I(t+ τ)〉〈I(t)〉
=

G(2)(t, τ)

〈E−(t)E+(t)〉〈E−(t+ τ)E+(t+ τ)〉
(2.31)

Diese g(2)-Funktion wird normierte Intensitätskorrelationsfunktion genannt.
Für einen stationären Zustand des Lichtfeldes ist das Ensemblemittel zeitunabhän-

gig. Die g(2)-Funktion hängt dann nur noch vom Zeitunterschied τ ab: g(2)(t, τ) =
g(2)(τ) und der Nenner in Gl. (2.31) vereinfacht sich zu 〈E−(t)E+(t)〉2. Ist das Licht-
feld nicht stationär (oder möchte man das g(2) aus experimentellen Daten berechnen),
so muss zusätzlich über die Zeit: g(2)(τ) = 1

T

∫ T
0
g(2)(t, τ)dt gemittelt werden.

Während für die Kohärenzfunktion erster Ordnung sowohl für klassische als auch
für quantisierte Lichtzustände für alle τ : 0 6 g(1)(τ) 6 1 gilt, können in der g(2)-
Funktion klassische von quantisierten Lichtzuständen unterschieden werden: Klas-
sisch gilt 1 6 g(2)(0) 6 ∞ und g(2)(τ) 6 g(2)(0), quantenmechanisch gilt ledig-
lich 0 6 g(2)(0) 6 ∞ [37, Gl. (3.77) und Gl. (3.81)]. Alle Lichtzustände, für die
0 6 g(2)(0) < 1 gilt, sind also quantenmechanischer Natur.

2.3.2 Berechnung der g(2)-Funktion

Für die Berechnung der g(2)-Funktion ist ein Erwartungswert von Operatoren zu
unterschiedlichen Zeiten zu bilden. Dieser wird z.B. in [36, Kap. VI.E.3] berechnet.
Betrachtet man den Hamilton-Operator eines Atoms, das mit einer Lasermode kop-
pelt, und vernachlässigt Korrelationen zwischen dem dressed atom und dem Reservoir
zur Zeit t, so wird gezeigt:

G(2)(t, τ) = P(b; t+ τ |a; t) · πb(t) (2.32)

Dabei ist der zweite Term πb(t) = 〈b| ρA(t) |b〉 die Wahrscheinlichkeit, dass das Atom
zur Zeit t im angeregten Zustand b ist und ein Photon emittieren kann. Der erste
Term P = 〈b| ρA(t+ τ) |b〉 ist die bedingte Wahrscheinlichkeit, dass sich das System
nach der Emission des ersten Photons zur Zeit t aus dem Zustand |a; t〉 bis zur
Zeit t + τ wieder in den angeregten Zustand |b; t + τ〉 entwickelt. Dieses Vorgehen
entspricht der Anwendung des Quantum Regressions Theorems [49, Kap.17.1].
Da im Fall eines Atoms in einem Resonator die vom Resonator emittierten Photo-

nen betrachtet werden, muss für die Emissionswahrscheinlichkeit eines Photons an-
stelle der Anregungswahrscheinlichkeit des Atoms 〈b| ρAC(t) |b〉 die Anzahl der Pho-
tonen in der Resonatormode Tr(a†a ρAC(t)) berechnet werden.

Zeitunabhängiger Hamilton-Operator: Für einen zeitunabhängigen Hamilton-
Operator wird die Dichtematrix für groÿe Zeiten (t � 1

Γ
) einen stationären Zu-

26



2.3 Photonenstatistik

stand annehmen. Dann läÿt sich die g(2)-Funktion nach Gl. (2.32) aus dem statio-
nären Zustand ρstat berechnen. Ein erstes Photon wird mit einer Wahrscheinlichkeit
proportional zum Erwartungswert des Anzahloperators der Photonen im Resonator
〈nstat〉 = Tr(a†aρstat) nachgewiesen. Bei der Messung transformiert sich die Dichte-
matrix ρstat → aρstata

†. Nach dem Nachweis des ersten Photons berechnet man die
folgende Zeitentwicklung von ρ mit dem Anfangszustand ρ(t = 0) = aρstata

† bis zur
Zeit τ . Daraus erhält man den Erwartungswert des Anzahloperators der Photonen
im Resonator zur Zeit τ : 〈n(τ)〉 = Tr(a†aρ(τ)) . Die Intensitätskorrelationsfunktion
g(2)(τ) ergibt sich nun aus dem Produkt der Wahrscheinlichkeiten des ersten und ei-
nes weiteren Nachweises eines Photons: G(2)(τ) ∝ 〈nstat〉〈n(τ)〉. Normiert man diese
nach Gl. 2.31 durch das Quadrat der mittleren Intensität ∝ 〈nstat〉2, so erhält man
für den stationären Fall die Form:

g(2)(τ) =
〈n(τ)〉
〈nstat〉

(2.33)

Zeitabhängiger Hamilton-Operator: Für die Einzelphotonenquelle wird das La-
serlicht gepulst. Da der Hamilton-Operator des Systems dann zeitabhängig ist, wird
sich kein stationärer Zustand einstellen. Daher muss das g(2)(τ) berechnet werden,
indem über alle möglichen g(2)(t, τ) gemittelt wird. Dazu wird erst für einen gegebe-
nen Hamilton-OperatorH(t) die Zeitentwicklung von ρ(t) und die Wahrscheinlichkeit
für die Emission eines ersten Photons zur Zeit t in einem bestimmten Zeitintervall
t ε [0, T ] berechnet. Für alle diese Zeiten t muss anschlieÿend eine unterschiedliche
zweite Zeitentwicklung (Trajektorie) berechnet werden, um die Wahrscheinlichkeit
der Emission eines weiteren Photons zur Zeit t + τ zu berechnen. Sind alle diese
Wahrscheinlichkeiten berechnet, wird über alle Trajektorien gemittelt:

g(2)(τ) =
1

T

∫ T

0

P(b; t+ τ |a; t) · πb(t) dt (2.34)

2.3.3 Veranschaulichung der Photonenstatistik

Es werden hier qualitative Simulationen der Photonenstatistik für vier verschiedene
Lichtfeldzustände vorgestellt, um ein intuitiveres Bild für die Bedeutung der Inten-
sitätskorrelationsfunktion zu bekommen:

• Idealer Laser

• Thermische Lichtquelle

• Ein einzelnes Atom, kontinuierlich getrieben

• Ein einzelnes Atom, gepulst getrieben
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Diese vier Zustände werden durch unterschiedliche Dichtematrizen beschrieben. Läÿt
man das Licht auf einen Detektor fallen und misst die Anzahl an Detektionsereig-
nissen in einem Zeitintervall T , so kann man bei wiederholter Durchführung die
Wahrscheinlichkeitsverteilung Pm(T ) von m nachgewiesenen Photonen während ei-
ner Messdauer T ermitteln. In [37, Kap.6.8] wird gezeigt, wie diese Wahrscheinlich-
keitsverteilung Pm(T ) mit der Dichtematrix des jeweiligen Lichtzustandes zusam-
menhängt. Für einen kohärenten Zustand [37, Gl. (4.182)]

|α〉 = e−
|α|2

2

∞∑
n=0

αn√
n!
|n〉 (2.35)

mit |α|2 = n̄, der das Lichtfeld einer Lasermode beschreibt, erhält man eine Poisson-
verteilung für die Anzahl der nachgewiesenen Photonen m im Zeitintervall T [37, Gl.
(6.93)]:

Pm(T ) =
(ξn̄T )m

m!
e−ξn̄T (2.36)

mit ξ = ζc~ω/V mit der Nachweise�zienz ζ und dem Modenvolumen V . Für eine
Poissonverteilung der Anzahl von Ereignissen m in einem Zeitintervall T ergibt sich
eine Exponentialverteilung für die Verteilung PT (n̄) der Zeitintervalle T zwischen
zwei aufeinanderfolgenden Ereignissen:

PT (n̄) = ξn̄ e−ξn̄T (2.37)

Mit Hilfe eines Zufallsgenerators wurde für alle vier Lichtzustände ein Photonenstrom
S(t) simuliert, welcher der jeweiligen Verteilung der Zeitintervalle zwischen zwei auf-
einanderfolgenden Photonen entspricht. Der Photonenstrom ist ein Vektor aus Nullen
und Einsen. Eine Eins bedeutet, dass zu dieser Zeit ein Photon beobachtet wurde.
Anschlieÿend wurde die (normierte) Autokorrelation γ(τ) dieses Photonenstromes
berechnet:

γ(τ) =
1
T

∫ T
0
S(t)S(t+ τ)dt

1
T

∫ T
0
S2(t)dt

(2.38)

Diese Autokorrelation γ(τ) des Photonenstromes S zeigt qualitativ dasselbe Verhal-
ten wie die g(2)-Funktion für die Intensität I(t). Während PT (n̄) die Wahrscheinlich-
keit dafür angibt, das das zweite Photon mit der Zeitverzögerung T auf das erste
folgt, gibt γ(τ) die Wahrscheinlichkeit für die Beobachtung irgendeines der folgenden
Photonen an. PT (n̄) beinhaltet also nur die Korrelationen aufeinanderfolgender Pho-
tonen, während γ(τ) die Korrelationen aller beobachteter Photonen berücksichtigt.

Idealer Laser: Die Photonenstatistik eines kohärenten Zustandes ist in Abbildung
2.5 gezeigt: Die Verteilung der Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgenden Pho-
tonen (Oben) ist nach Gl. (2.37) eine Exponentialfunktion. Der anhand dieser Ver-
teilung simulierte Photonenstrom ist durch blaue Balken dargestellt (Mitte). Die
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Abbildung 2.5: Photonenstatistik für einen kohärenten Zustand, der einen idealen La-
ser beschreibt. Oben: Verteilung der Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgende
Photonen. Mitte: Photonenstrom. Unten: Die Autokorrelation des Photonenstromes
ist bis auf Schrotrauschen für alle Zeiten τ gleich Eins. Die Wahrscheinlichkeit, ein
Photon zu beobachten, ist also zu allen Zeiten gleich und unabhängig vom Zeitpunkt
eines ersten nachgewiesenen Photons.

Autokorrelation ist bis auf Schrotrauschen �ach (unten). Die Wahrscheinlichkeit, ein
Photon zu beobachten, ist also zu allen Zeiten gleich und unabhängig vom Zeitpunkt
eines ersten nachgewiesenen Photons.

Thermische Lichtquelle: Für eine thermische Lichtquelle sind die Fluktuationen
der Intensität gröÿer als beim Laser. Daher ist die Verteilung der Anzahl von Photo-
nenemissionen in einem Zeitintervall super-Poisson verteilt [37, Gl. (6.69)]. Die Ver-
teilung der Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgenden Photonemissionen kann
durch eine Bose-Einstein-Verteilung beschrieben werden. Auch für eine thermische
Lichtquelle wurde ein Photonenstrom simuliert und seine Autokorrelaton berechnet.
Siehe dazu Abb. 2.6. Für kleine Zeiten τ2 > τ1 ist die Autokorrelation γ(τ2) < γ(τ1).
Diesen E�ekt nennt man �Bunching�: Die Photonen treten (für kleine Zeiten) in
Gruppen auf.

Ein einzelnes Atom, kontinuierlich getrieben: Ein einzelnes Atom braucht nach
der Emission eines ersten Photons eine endliche Zeit, um wieder in den angereg-
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Abbildung 2.6: Photonenstatistik für eine thermische Lichtquelle. Oben: Verteilung
der Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgende Photonen. Mitte: Photonen-
strom. Unten: Die Autokorrelation des Photonenstromes zeigt, dass die Photonen für
kleine Zeiten in Gruppen auftreten: Für τ2 > τ1 ist die Autokorrelation γ(τ2) < γ(τ1).
Diesen E�ekt nennt man �Bunching�.

ten Zustand überzugehen und ein weiteres Photon emittieren zu können. Daher ist
die Verteilung für die Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgenden Photonene-
missionen hier mit einer Poissonverteilung (mit Mittelwert > 1) angenommen. Die
berechnete Autokorrelation ist in Abb. 2.7 zu sehen. Für τ2 > τ1 ist die Autokor-
relation γ(τ2) > γ(τ1). Diesen E�ekt nennt man �Antibunching�: Die Photonen sind
zeitlich voneinander getrennt.

Ein einzelnes Atom, gepulst getrieben: Treibt man ein einzelnes Atom mit Licht-
pulsen, so wird sich kein Gleichgewichtszustand einstellen. Das Atom wird je nach
Länge des Pumppulses angeregt werden, um anschlieÿend mit einer gewissen Wahr-
scheinlichkeit ein Photon zu emittieren. Anschlieÿend verweilt es so lange im Grund-
zustand, bis es der nächste Laserpuls erneut anregt. Bei einem Ein-Photonen Über-
gang kann ein einzelnes Atom nur einzelne Photonen emittieren, deren zeitlicher
Abstand sich durch den Abstand der Laserpulse einstellen lässt. Für eine Anregungs-
wahrscheinlichkeit und eine Detektionse�zienz von Eins ist die Einzelphotonenquelle
deterministisch.
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Abbildung 2.7: Photonenstatistik für ein kontinuierlich getriebenes Atom. Oben: Ver-
teilung der Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgende Photonen.Mitte: Photo-
nenstrom. Unten: Die Autokorrelation des Photonenstromes zeigt, dass die Photonen
für kleine Zeiten voneinander getrennt auftreten: Für τ2 > τ1 ist die Autokorrelation
γ(τ2) > γ(τ1). Diesen E�ekt nennt man �Antibunching�.

Dies wurde nach der gleichen Methode wie oben simuliert. In der Autokorrelation
in Abb. 2.8 ist das Verhalten einer Einzelphotonenquelle zu erkennen: Einzelne Spit-
zen, deren Abstand der Periodendauer einer gepulst betriebenen Quelle entspricht
und das Fehlen einer Spitze bei τ = 0. Dies bedeutet, dass die Wahrscheinlichkeit für
die gleichzeitige Emission von zwei Photonen gleich Null ist. In Realität besitzt jede
einzelne Spitze in der Autokorrelationsfunktion eine Breite, die sich aus der Dynamik
des Emissionsprozesses ergibt. Dies wird in der qualitativen Simulation in Kapitel 3
diskutiert.
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Abbildung 2.8: Photonenstatistik für ein gepulst getriebenes Atom. Oben: Vertei-
lung der Zeitintervalle zwischen zwei aufeinanderfolgende Photonen. Mitte: Photo-
nenstrom. Unten: Die Autokorrelation des Photonenstromes zeigt die Charakteristik
einer Einzelphotonenquelle Der Abstand der einzelnen Spitzen entspricht der Peri-
odendauer der gepulst betriebenen Quelle. Das Fehlen einer Spitze bei τ = 0 bedeu-
tet, dass die Wahrscheinlichkeit für die gleichzeitige Emission von zwei oder mehr
Photonen gleich Null ist.
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2.4 40Ca+-Termschema

Das vorgestellte Drei-Niveausystem wird im Experiment mit dem 40Ca+Ion realisiert,
dessen relevante Zustände und Übergänge zwischen ihnen an dieser Stelle besprochen
werden. Da in den Simulationen die Polarisation sowie die Richtung der Laserstrah-
len relativ zur Resonatorachse und zum Magnetfeld entscheidend ist, wird hier auch
kurz auf die Übergangswahrscheinlichkeiten in Abhängigkeit dieser Parameter einge-
gangen.

2.4.1 Energieniveaus und Übergänge in 40Ca+

Das verwendete 40Ca Isotop hat eine natürliche Häu�gkeit von ca. 97 %. Es besitzt
keinen Kernspin und damit keine Hyperfeinstruktur. Ein einfach ionisiertes 40Ca+Ion
hat die Elektronenkon�guration eines Ar Atoms mit einem zusätzlichen Valenzelek-
tron und damit ein Spektrum wie Alkaliatome. Der Grundzustand ist 4S1/2. Für die
Einzelphotonenquelle sind nur die Übergänge zwischen den Zuständen 4S1/2, 4P1/2

und 3D3/2 relevant. Im Folgenden wird auf die Hauptquantenzahl verzichtet und S1/2,
P1/2 und D3/2 geschrieben. Die relevanten Zustände und die spontanen Zerfallsraten
sind in Abb. 2.9 gezeigt. Der Übergang von S1/2 nach P1/2 liegt bei 397 nm, der von
P1/2 nach D1/2 bei 866 nm. Der Zustand P1/2 kann spontan in die beiden Zustände
S1/2 und D3/2 mit den Raten Γsp = (2π) 20 MHz und Γpd = (2π) 1.7 MHz zerfallen.
Das Verhältnis ist Γsp ≈ 12Γpd. Der Übergang von D3/2 nach S1/2 ist ein Quadru-

Abbildung 2.9: Die drei niedrigsten Energieniveaus des 40Ca+Ions. Der Übergang von
S1/2 nach P1/2 liegt bei 397 nm, der von P1/2 nach D1/2 bei 866 nm. Der P1/2 Zustand
zerfällt mit den Raten Γsp und Γpd nach S1/2 bzw. D3/2. Der Übergang von D3/2 nach
S1/2 ist ein Quadrupolübergang bei 732 nm. Daher ist das 3D3/2 Niveau mit einer
natürlichen Lebensdauer von τnat ≈ 1 s metastabil.
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polübergang und damit dipol-verboten. Man nennt den D3/2 Zustand metastabil, da
seine natürliche Lebensdauer τnat ≈ 1 s beträgt und vier Gröÿenordnungen gröÿer ist
als die im Experiment relevanten Zeitskalen.

Zeemanaufspaltung: Für endliches Magnetfeld B muss die Zeemanstruktur der
Feinstruktur berücksichtigt werden. Nach [50, Kap.5.3] beträgt die Aufspaltung der
Zustände |J,mJ〉 mit Magnetfeldquantenzahl mJ für schwache3 Magnetfelder

∆E = g µB mJ B (2.39)

mit dem Landéfaktor g, dem Bohrschen Magneton µB = e~
2me

und der Masse des
Elektrons me. Der Landéfaktor für einen Zustand mit Drehimpulsquantenzahl L,
Spinquantenzahl S und Gesamtdrehimpulsquantenzahl J ist nach [50, Kap.3.10]

g = 1 +
J(J + 1) + S(S + 1)− L(L+ 1)

2J(J + 1)
(2.40)

Die Landéfaktoren der relevanten 40Ca+Zustände sind in der folgenden Tabelle zu-
sammengefasst:

S3/2 P1/2 D3/2

g 2 2/3 4/5

Übergangswahrscheinlichkeiten: Die Übergangswahrscheinlichkeit zwischen zwei
diskreten Zuständen |a〉 und |b〉 kann durch die Einsteinkoe�zienten in einer Raten-
gleichung beschrieben werden [37, Kap.1.5]. Dabei gibt der A Koe�zient die Wahr-
scheinlichkeit der spontanen Emission und der B Koe�zient die Wahrscheinlichkeit
für stimulierte Absorption/Emission4 an. Mit B = πe2|µab|2

3ε0~2 [37, Gl. (2.55)] folgt für
den Zusammenhang zwischen dem A Koe�zienten und dem Dipolmatrixelement µab
nach [37, Gl. (1.51)]:

A =
~ω
π2c3

B

=
e2ω3|µab|2

3πε0~c3
(2.41)

Das Dipolmatrixelement µab = 〈b|µ |a〉 für einen Dipolübergang zwischen einem ato-
maren Grundzustand |a〉 und einem angeregten Zustand |b〉 hängt von der Richtung
des Laserstrahls relativ zum Magnetfeld und seiner Polarisation ab.

3Die Kopplung des gesamten magnetischen Momentes mit dem Magnetfeld ist kleiner als die
Kopplung zwischen den magnetischen Momenten von Drehimpuls und Spin (Feinstruktur).

4Betrachtet man Übergänge zwischen Niveaus, die aus mehreren Zuständen bestehen, unterschei-
den sich die Wahrscheinlichkeiten für stimulierte Absorption und stimulierte Emssion durch die
Anzahl der beteiligten Zustände. Hier wird der Fall zweier einzelner Zustände betrachtet.
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2.4 40Ca+-Termschema

Abbildung 2.10: Die Zeemanaufpaltung des S, P und D Niveaus und die Clebsch-
Gordan Koe�zienten für die Übergänge zwischen ihnen.

Der Zustand |a〉 habe Drehimpuls Ja mit Zeemanzuständen |Ja,ma〉, der ange-
regte |b〉 Zustand habe Drehimpuls Jb mit Zeemanzuständen |Jb,mb〉, wobei die
Quantisierungsachse in Richtung des Magnetfeldes gewählt sei. Den Dipoloperator
~µ schreibt man in sphärischen Koordinaten: ~µ =

∑
q=0,±1 µq~eq (den Polarisations-

vektor ~ε analog). Dabei ist die sphärische Basis ~e±1 = ∓ 1√
2
(~ex ± i~ey), ~e0 = ~ez. Das

Wigner-Eckart Theorem [50, Gl. (3.10.31)] gibt für den Übergang von |a〉 nach |b〉
(Absorption) folgenden Zusammenhang:

〈Jb,mb|µq |Ja,ma〉 =
〈Jb‖µ‖Ja〉√

2Jb + 1︸ ︷︷ ︸
Reduziertes Matrixelement

· 〈Ja, 1;ma, q|Jb,mb〉︸ ︷︷ ︸
Clebsch-Gordan Koe�zient

(2.42)

Das reduzierte Matrixelement ist unabhängig von der Geometrie, d.h. den Quan-
tenzahlen ma,mb. Die Clebsch-Gordan Koe�zienten beschreiben die relativen Kopp-
lungsstärken der Übergänge zwischen den verschiedenen Zeemanzuständen. Dabei
beschreibt der letzte Term in Gl. (2.42) die Kopplung des Zustandes |Ja, 1;ma, q〉
mit einem Photon mit Spin 1 und Polarisation q = 0,±1 (linear bzw. zirkular polari-
siert) mit dem Zustand |Jb,mb〉. So ist z.B. der Clebsch-Gordan Koe�zient für den
Übergang von |S1/2,mJ = −1/2〉 unter Absorption eines rechts-zirkular polarisierten
Photons |1,+1〉 nach |P1/2,mJ = +1/2〉:〈

J =
1

2
, 1;mJ = −1

2
,+1 J =

1

2
,mJ = +

1

2

〉
=

√
2

3
(2.43)

Die Clebsch-Gordan Koe�zienten für die dipol-erlaubten Übergänge zwischen den
acht Zeemanzuständen sind in Abb. 2.10 gezeigt.
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3 Computersimulationen

Die Dynamik des Acht-Niveau Systems mit zwei Resonatormoden wurde mit Com-
putersimulationen untersucht. Diese ermöglichen sowohl das Au�nden der optimalen
Parameter für das Experiment, als auch den Vergleich der experientellen Daten mit
der Theorie. In diesem Kapitel wird anfangs die �Quantum Optics Toolbox� vor-
gestellt, mit der die Simulationen in der Programmiersprache Matlab durchgeführt
wurden. Anschlieÿend werden die verschiedenen Methoden erklärt, mit denen zeitab-
hängige und zeitunabhängige Probleme gelöst werden können. Zum Schluÿ wird die
Implementierung der Simulationen für das Acht-Niveausystem mit zwei Resonator-
moden und die Anwendung für die Einzelphotonenquelle beschrieben.

3.1 Quantum Optics Toolbox

Die Matlab Programmiersprache ermöglicht die Implemetierung komplexwertiger
Matrizen als primitive Datenobjekte. Dies wird von der Quantum Optics Toolbox
(QOT) [51] genutzt, um Zustandsvektoren und Operatoren als �quantum objects�-
Datentyp zu implementieren, wodurch ein einfaches Aufstellen des Liouvilleoperators
und der Anfangsbedingungen ermöglicht wird. Eine ausführliche Beschreibung und
Anwendungsbeispiele �nden sich in [52]. Nach Aufstellen der Bewegungsgleichungen
stehen mehrere Lösungsmöglichkeiten zur Verfügung, die im folgenden Abschnitt dis-
kutiert werden. In dieser Diplomarbeit wurde die Zeitentwicklung der Dichtematrix
berechnet, aus welcher am Ende die Erwartungswerte der zeitunabhängigen Opera-
toren (Schrödingerbild) berechnet werden können.

3.2 Methoden

3.2.1 Zeitunabhängiger Hamilton-Operator

Für einen zeitunabhängigen Hamilton-Operator H 6= H(t) kann entweder der Gleich-
gewichtszustand oder eine Zeitentwicklung der Dichtematrix des Systemes berechnet
werden.

Gleichgewichtszustand: Für die Berechnung des Gleichgewichtszustandes wird in
den Bewegungsgleichungen ρ̇ = 0 gesetzt und die Lösung des Linearen Gleichungs-
systems Mρ = 0 berechnet. Dies ist in der QOT durch die Funktion steady(ρ)
implementiert. Sie kann verwendet werden, um die g(2)-Funktion eines stationären
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3 Computersimulationen

Zustandes nach Gl. (2.32) zu berechnen. Dafür wird mit Hilfe dieser Funktion zu-
nächst die Dichtematrix des stationären Zustandes ρstat berechnet, durch welche die
mittlere Anzahl der Photonen im Resonator gegeben ist: 〈nstat〉 = Tr(a†aρstat). Wird
zur Zeit t = 0 ein erstes Photon beobachtet, so ist die Anfangsbedingung für die
folgende Zeitentwicklug ρ(0) = aρstata

†. Eine Berechnung der Zeitentwicklung (siehe
folgenden Abschnitt) der Dichtematrix für τ > 0 ermöglicht dann die Berechnung
des Termes 〈n(τ)〉 in Gl. (2.33). Mit 〈n(τ)〉 und 〈nstat〉 ist dann die g(2)-Funktion
nach nach Gl. (2.33) gegeben.

Zeitentwicklung: Die Zeitentwicklung des Dichteoperators ist nach Gl. (2.21) ge-
geben durch

ρ̇ = − i
~

[HAC , ρAC ] + Ldiss [ρ] (3.1)

= L [ρ]

Dabei ist L ein Superoperator, der Matrizen auf Matrizen abbildet. Schreibt man die
Elemente des Dichteoperators ρ in einen Vektor ρ̃ der Dimension n2, so kann man
die Zeitentwicklung durch eine lineare Abbildung beschreiben:

˙̃ρ =Mρ̃ (3.2)

Dabei schreibt man die (komplexen) Koe�zienten des linearen Gleichungssystems
der optischen Blochgleichungen (siehe Abschnitt 2.1.3) in die MatrixM. Die formale
Lösung zu Gl. (3.2) ist:

ρ̃(t) = eMtρ̃(0) (3.3)

Zur Lösung dieser Gleichung für alle Elemente der Dichtematrix müsste man eine
Exponentialreihe für die n2 × n2 dimensionale Matrix M aufstellen. Die Gleichung
lässt sich jedoch in eine wesentlich einfacher lösbare Form umschreiben, in der ledig-
lich die Exponentialreihe eines Vektors gebildet werden muss. Dazu sind zwei Schritte
nötig: Man diagonalisiert M = VSV−1 und schreibt die Anfangsbedingungen ~ρ(0)
mit Hilfe der Basiswechselmatrix V um. Die nötigen Rechenschritte sind in Anhang
B erläutert. Das Ergebnis ist:

ρ̃i(t) =
∑
k

Aike
skt (3.4)

Das Problem wurde somit auf das Bilden einer Exponentialreihe für die Eigenwerte sk
vonM reduziert: ρ̃(t) = AeSt. Die Matrix A enthält dabei die Anfangsbedingungen
ρ̃(0) und die Basiswechselmatrix V , die Matrix S ist die in ihre Eigenzustandsbasis
transformierte MatrixM.
In der QOT ist das Bilden einer Exponentialreihe für die Elemente der Dichtema-

trix nach Gl. (3.4) durch die Funktion ρES = steady(ρ) implementiert. Erwartungs-
werte des Operators O zu unterschiedlichen Zeiten tlist können nun in einem Schritt
mit der Funktion esval(expect(O, ρES), tlist) berechnet werden. Dabei ist tlist ein
Array, welches die gewünschten Zeiten enthält.
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3.3 Acht-Niveau-Atom mit Resonator

3.2.2 Zeitabhängiger Hamilton-Operator

Ist der Hamilton-Operator H = H(t) zeitabhängig, so müssen die Bewegungsglei-
chungen numerisch integriert werden. Hierfür benutzt die QOT die C-Routine
solvemc.c, welche von Matlab aus aufgerufen wird [52, Kap. 18 und 19]. Verwen-
det man diese C-Routine, muss der zeitabhängige Teil des Hamilton-Operators (wie
z.B. die Rabifrequenz Ω eines Lasers) mit Hilfe der QOT-Routine fn implemen-
tiert werden. Diese funktioniert leider nicht für den Fall, dass der zeitabhängige Teil
im Hamilton-Operator zur Zeit t = 0 Null ist und erst später gröÿer Null wird
(wie z.B. ein Laserpuls, der erst später in der Sequenz anfängt). Daher wurde für
den zeitabhängigen Fall die Zeitentwicklung �per Hand� integriert. Dies erfolgt durch
stückweises Anwenden der Methode der Exponentialreihe (siehe Abschnitt 3.2.1). Die
Berechnung erfolgt dann wie bei einem Riemannintegral: Für einen Zeitschritt wird
der Hamilton-Operator als konstant angenommen. Im nächsten Schritt wird als An-
fangsbedingung die Dichtematrix des vorigen Schrittes benutzt. Es wurde überprüft,
dass diese Integration �per Hand� exakt das gleiche Resultat für die Zeitentwicklung
der Dichtematrix liefert wie die Integration mit Hilfe der C-Routine solvemc.c. Der
Nachteil dieses Vorgehens ist der gröÿere Rechenaufwand. Der enorme Vorteil ist die
beliebige Wahl der Pulsformen (siehe Abschnitt 3.4).

3.3 Acht-Niveau-Atom mit Resonator

Für die Simulation der Zeitentwicklung der Dichtematrix des Systems muss eine
Mastergleichung wie Gl. (2.25) aufgestellt werden. Für das 40Ca+-Ion werden alle
acht Feinstrukturzustände (siehe Abschnitt 2.4) berücksichtigt. Auÿerdem werden
zwei verschiedene Resonatormoden mit orthogonaler Polarisation eingeführt. Da im
Experiment keine Messung der Polarisation statt�ndet, wird in den Simulationen bei
der Bildung der Erwartungswerte die Anzahl der Photonen in den beiden Moden
addiert: 〈n〉 = 〈n1〉+ 〈n2〉.
Für die vollständige Beschreibung der Dynamik des Systems müssen alle in Ab-

schnitt 2.2 erwähnten Terme in der Mastergleichung berücksichtigt werden. Dies sind:

• Acht atomare Energiezustände

• Zwei Resonatormoden mit orthogonaler Polarisation

• Die Kopplung der atomaren Zustände mit zwei externen Laserfeldern

• Die Kopplung der atomaren Zustände mit den Resonatormoden

• Dissipative Prozesse: Zerfall der atomaren Zustände, Zerfall der Resonatormo-
den, Linienbreiten der Laserfelder
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3 Computersimulationen

Abbildung 3.1: Pulssequenz für den Pump- und Rückpumplaser: Nach dem Pumppuls
der Länge tpump folgt eine Wartezeit twait1. Dann folgt der Rückpumppuls der Länge
trepump mit anschlieÿender Wartezeit twait2.

Weiterhin ist die Geometrie des gesamten Systems (Laserpolarisationen, Einstrahl-
richtungen) sowie das Magnetfeld zu berücksichtigen. Für die Simulationen wurde
der Liouvilleopterator von Carlos Russo übernommen [45].
Bei der Einzelphotonenquelle ist die Besetzung der Zustände des Fockraumes der

Resonatormoden mit n > 1 klein: Da Pump- und Rückpumplaser nicht gleichzeitig
an sind, besteht im Prinzip keine Möglichkeit, mehr als ein Photon in beiden Resona-
tormoden zu haben. Daher kann der Fockraum der Resonatormoden auf n = 0, 1, 2
beschränkt werden. Damit hat der Hilbertraum des Gesamtsystems Atom plus Reso-
nator die Dimension d = 8 · 3 = 24. Die Dichtematrix hat dann 242 = 576 Elemente.
Man erhält also 576 Bewegungsgleichungen für alle Elemente der Dichtematrix.

3.4 Simulation der Einzelphotonenquelle

Für die Einzelphotonenquelle werden Pump- und Rückpumplaser gepulst betrieben.
Die Sequenz ist in Abb. 3.1 zu sehen: Nach dem Pumppuls der Länge tpump folgt eine
Wartezeit twait1. Dann folgt der Rückpumppuls der Länge trepump mit anschlieÿender
Wartezeit twait2. Der Populationstransfer während dieser Pulssequenz ist in Abb. 3.2
veranschaulicht: Während des Pumppulses der Länge tpump koppelt der Ramanpro-
zess die Zustände |S, 0〉 ↔ |D, 1〉. Es be�ndet sich jetzt ein Photon im Resonator.
In der Wartezeit twait2 kann das Photon den Resonator verlassen: |D, 1〉 → |D, 0〉.
Während des Rückpumppulses wird die Population in den |P, 0〉 Zustand gepumpt,
von wo es wieder in den Grundzustand |S, 0〉 zerfällt.
Mit Hilfe der Simulationen sollte erstens untersucht werden, wie gut das theoreti-

sche Modell das Experiment beschreiben kann. Zweitens sollte festgestellt werden, ob
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3.4 Simulation der Einzelphotonenquelle

Abbildung 3.2: Veranschaulichung des Populationstransfers während der Pulsse-
quenz. Links: Während des Pumppulses der Länge tpump koppelt der Ramanprozess
die Zustände |S, 0〉 ↔ |D, 1〉. Es be�ndet sich jetzt ein Photon im Resonator. Mitte:
In der Wartezeit twait2 kann das Photon den Resonator verlassen: |D, 1〉 ⇒ |D, 0〉.
Rechts: Während des Rückpumppulses wird die Population in den |P, 0〉 Zustand
gepumpt, von wo es wieder in den Grundzustand |S, 0〉 zerfällt.

das Pro�l der Pulse einen wesentlichen Ein�uÿ auf die Photonenstatistik hat. Es ist
denkbar, dass reckteckige Pulse Fourierkomponenten haben, die unerwünschte Anre-
gungen des Atoms in den P Zustand bewirken, von wo aus es spontan zerfällt. Dazu
sollte der Unterschied zwischen reckteckigen Pulsen und stetig geformten Pulsen un-
tersucht werden.

3.4.1 Berechnung der g(2)-Funktion

Wie in Abschnitt 2.3.2 erläutert, kann man die g(2)-Funktion für gepulsten Be-
trieb nicht über den Gleichgewichtszustand berechnen. Es muÿ wie in Gl. (2.34)
beschrieben über alle möglichen g(2)(t, τ) gemittelt werden. Als erster Schritt wird
der Hamilton-Operator H = H(t) formuliert. Darin sind die einzigen zeitabhängigen
Terme die Rabifrequenzen Ωpump(t) und Ωrepump(t).
Als zweiter Schritt wird die (erste) Zeitentwicklung von ρ(t) in einem bestimmten

Zeitintervall t ε [t1 = 0, t2, t3, ...tm] berechnet. Dazu gehört die Anfangsbedingung,
dass das System im Zustand ρ(0) = 1

2
|S,mj = −1

2
; 0〉〈S,mj = −1

2
; 0| + 1

2
|S,mj =

+1
2
; 0〉〈S,mj = +1

2
; 0| ist. Dies ist dadurch gerechtfertigt, dass das Atom nach dem

(unpolarisierten) Dopplerkühlen in einer inkohärenten Überlagerung der beiden Zee-
manunterzustände |S,mj = ±1

2
〉 mit 0 Photonen in der Resonatormode ist. Für alle

möglichen Zeiten t ε [0, tm] ist die Wahrscheinlichkeit, ein erstes Photon zur Zeit t
nachzuweisen, gleich der Zerfallsrate des Resonators multipliziert mit der mittleren
Anzahl von Photonen im Resonator: 2κ〈n(t)〉. Dabei ist die mittlere Anzahl von Pho-
tonen im Resonator: 〈n(t)〉 = Tr(a†aρ(t)). Die Wahrscheinlichkeit des ersten Photons
muss normiert werden, damit die g(2)-Funktion weder von der zeitlichen Au�ösung
noch von der gesamten Zeitspanne abhängt: πerstes Photon(ti) = 〈n(ti)〉Pm

i=0〈n(ti)〉 .

Der dritte Schritt ist die Berechnung der (zweiten) Zeitentwicklung bis zu allen
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3 Computersimulationen

möglichen Zeiten τε [τ1 = 0, τ2, ..., τk], zu denen irgendein weiteres Photon nachge-
wiesen werden kann. Dabei ist τk die Zeit, bis zu der die g(2)-Funktion berechnet
werden soll. Diese Zeitentwicklung wird für alle Zeiten ti des ersten Photons indivi-
duell berechnet, da der Hamilton-Operator H(ti+τj) von der Anfangszeit ti abhängt.
Dabei ist die Anfangsbedingung: ρ(0) =
1
4
|D,mj = −3

2
; 0〉〈D,mj = −3

2
; 0| + 1

4
|D,mj = −1

2
; 0〉〈D,mj = −1

2
; 0|

+1
4
|D,mj = +1

2
; 0〉〈D,mj = +1

2
; 0| + 1

4
|D,mj = +3

2
; 0〉〈D,mj = +3

2
; 0| ,

da die Übergänge in die einzelnen Zeemanunterzustände des |D〉Niveaus bei klei-
nem Magnetfeld nicht aufgelöst werden und das Atom somit in einer inkohärenten
Überlagerung dieser Zustände ist. Die (bedingte) Wahrscheinlichkeit des Nachwei-
ses eines weiteren Photons zur Zeit ti + τj berechnet man wie oben: 〈n(ti + τj)〉 =
Tr(a†aρ(ti + τj)). Auch sie muss normiert werden:
P(bedingt)
weiteres Photon(ti + τj; ti) =

〈n(ti+τj)〉Pk
j=0〈n(ti+τj)〉

.

Der vierte Schritt ist die Berechnung der normierten g(2)-Funktion. Hierzu müssen
die Wahrscheinlichkeiten der Beobachtung eines ersten Photons zu allen Zeiten ti
mit den zugehörigen (bedingten) Wahrscheinlichkeiten des Nachweises eines weiteren
Photons zur Zeit ti + τj multipliziert und gemittelt werden:

g(2)(τj) =
1

m

m∑
i=1

P(bedingt)
weiteres Photon(ti + τj; ti) · πerstes Photon(ti) (3.5)

Die gewählte Methode der Berechnung der Zeitentwicklung hängt von der Puls-
form ab: Für stetige Pulse müssen die Bewegungsgleichungen integriert werden. Dies
nimmt enorme Rechendauern in Anspruch, da insgesamt m Zeitentwicklungen mit
jeweils k Schritten berechnet werden müssen. Für m = k wächst der Rechenauf-
wand also quadratisch mit der Länge der zu berechnenden g(2)-Funktion. Sind die
Pulse rechteckig, könnte man ebenso die Integrationsmethode wählen. Es ist jedoch
geschickter, die Zeitentwicklung stückweise zu berechnen, da für jedes der vier Zeit-
intervalle in Abb. 3.1 der Hamilton-Operator zeitunabhängig ist und eine Exponenti-
alreihe (siehe Abschnitt 3.2.1) gebildet werden kann. Dies verkürzt die Rechendauer
erheblich.

3.4.2 Ergebnisse

In den Simulationen werden verschiedene Arten von Parametern verwendet. Feste
Parameter wie atomare Zerfallsraten, Glebsch-Gordan-Koe�zienten und Landéfak-
toren werden aus der Literatur [53] übernommen. Vom Aufbau abhängige Parameter
wie die Zerfallsrate des Resonators und die Laserlinienbreiten wurden in unabhängi-
gen Kalibrierungsmessungen bestimmt. Für variable Parameter wie Rabifrequenzen,
Verstimmungen, Polarisationen und Magnetfeld wurden die im Experiment gewähl-
ten und mit unabhängigen Methoden gemessenen Werte eingesetzt. Dabei wurden
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!"#$%&'( !"#$%&')!"#$%&'*

(a) Reckteckige Pulse
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(b) Stetige Pulse

Abbildung 3.3: Drei Zyklen der Pulssequenz (tpump, twait1, trepump, twait2) = (7,7,2,2)
µs.

Rabifrequenzen und Verstimmungen im Experiment durch die Aufnahme von Dun-
kelresonanzen kalibriert [45]. Für die Kopplungsstärke g wurde angenommen, dass
das Ion sich an einem Bauch der Stehwelle der Resonatormode be�ndet (siehe Kapitel
6).
Für eine Pulssequenz von (tpump, twait1, trepump, twait2) = (7,7,2,2) µs wurde sowohl

für rechteckige als auch für stetige Pulse die Zeitentwicklung der Dichtematrix und
die g(2)-Funktion berechnet. Diese Pulssequenz wird hier als Beispiel gewählt, weil
sie im Experiment verwendet wurde. Dabei wurde für die stetig geformten Pulse A(t)
sinusförmige Puls�anken gewählt:

A(t) =


0 für t < t1
1
2

(
1 + sin

[
π(t− t1 − 1

2
tr)/tr

])
für t1 6 t 6 t1 + tr

1 für t > t1 + tr

(3.6)

Dabei ist t1 die Anfangszeit des Pulses und tr die Anstiegsdauer. Für den Abstieg gilt
die umgekehrte Form. In den Simulationen wurde für die Dauer der Puls�anken 1 µs
gewählt. Die Form der rechteckigen Pulse ist in Abb. 3.3(a), die der stetig geformten
Pulse in Abb. 3.3(b) zu sehen. Es sind drei Zyklen der hintereinander ausgeführten
Pulssequenz gezeigt.
Die Zeitentwicklung der Populationen für den Fall der rechteckigen Pulse ist in

Abb. 3.4 zu sehen. Dabei sind mit 〈S〉, 〈P 〉, 〈D〉 jeweils die Erwartungswerte der
Besetzung aller Unterzustände und mit 〈n〉 ist der Erwartungswert der Anzahl der
Photonen im Resonator gemeint:

〈S〉 = Tr

([∑
j

|S;mj〉〈S;mj| ⊗ 1ln

]
ρ

)
〈n〉 = Tr

([
1latom ⊗ a†a

]
ρ
)
. (3.7)
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Abbildung 3.4: Oben: Sequenz rechteckiger Pulse. Unten: Zeitentwicklug der Er-
wartungswerte für eine Sequenz rechteckiger Pulse mit(tpump, twait1, trepump, twait2) =
(7,7,2,2) µs. Mit einsetzendem Pumppuls wird der Ramanprozess getrieben und so-
mit der |D, 1〉 Zustand besetzt. Daher steigt sowohl 〈D〉 als auch 〈n〉. Die Besetzung
des P-Zustandes 〈P 〉 sollte möglichst klein sein, da von hier spontaner Zerfall statt-
�nden kann. Schon während des Pumppulses nach ca. 1.8 µs beginnt das Photon,
den Resonator zu verlassen: 〈n〉 sinkt. Am Ende der Wartezeit twait1 hat es den Re-
sonator verlassen: 〈n〉 = 0. Das Atom ist mit einer Wahrscheinlichkeit von ca. 95%
im |D〉Zustand. Während des Rückpumppulses wird das Atom wieder in den An-
fangszustand |S〉 gebracht, so dass am Ende von trepump 〈D〉 = 0 und 〈S〉 = 1 ist.
Anschlieÿend folgt die nächste Pulssequenz.

Die nach Gl. (3.5) berechnete g(2)-Funktion ist in Abb. 3.5(e) zu sehen. Wegen der
Symmetrie g(2)(−τ) = g(2)(τ) ist sie hier nur für τ > 0 gezeigt. Man erkennt die Cha-
rakteristik einer gepulsten Lichtquelle mit einzelnen, voneinander getrennten Spitzen.
Wegen g(2)(0) = 0 ist die Wahrscheinlichkeit, zwei Photonen gleichzeitig zu erzeugen,
gleich Null. Dies zeigt den Charakter einer Einzelphotonenquelle: Von allen Zustän-
den |n〉, bei denen sich n Photonen in der Resonatormode be�nden, ist nur |1〉
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3.4 Simulation der Einzelphotonenquelle

besetzt. Die Breite der Spitzen von ca. 7 µs ist einerseits durch die Lebensdauer ei-
nes Photons im Resonator τResonator = 1

2κ
= 1

4π·54kHz
≈ 1.5 µs, andererseits durch die

zeitliche Variation der Besetzung der Resonatormode 〈n〉 gegeben. Da die Emissi-
onswahrscheinlichkeit ∝ 〈n(t)〉 ist, weisen die Spitzen in der g(2)-Funktion die Breite
der Spitzen in der Kurve 〈n(t)〉 in Abb. 3.5(d) von ca. 7 µs auf. Die Zeit zwischen
zwei Photonen ist genau die Periodendauer T = tpump + twait1 + trepump + twait2 = 18
µs. Die Höhe der Spitzen ist wegen der Normierung auf die mittlere Intensität durch
ihren Abstand voneinander gegeben: Je gröÿer der Abstand, desto höher die Peaks.

Vergleich der Pulsformen: Der Ein�uÿ der Pulsfomen auf die Zeitentwicklung
der Erwartungswerte ist in Abb. 3.5(a)-(d) zu sehen. Es gibt nur kleine Unterschiede
zwischen stetigen und rechteckigen Pulsen für die Zeitentwicklung der Erwartungs-
werte. Bei den stetigen Pulsen ist der durch die Laser bewirkte Populationstransfer
um höchstens eine µs verzögert. Die Anregungswahrscheinlichkeit des P Zustandes
ändert sich nur um ca. 10 %. Insgesamt ist eine etwas kleinere Wahrscheinlichkeit für
die Anregung von |D, 1〉 zu erkennen. Dies liegt daran, dass für stetig geformte Pulse
die gesamte Laserintensität während des Pumppulses kleiner ist als für rechteckige
Pulse:

∫ T
0

Ωstetig
pumpdt < Ωrechteckig

pump · T . Die Intensitätskorrelationsfunktion g(2)(τ) ist
für beide Fälle in Abb. 3.5(e) zu sehen. Für stetige Pulse sind die Spitzen minimal
schmaler und höher, ansonsten sind sie fast identisch. Es ist daher ausreichend, die
Pulse im Experiment durch Schalten der AOM's (siehe Abschnitt 4.3) mit rechtecki-
gen Spannungspulsen zu realisieren.
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3 Computersimulationen
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Abbildung 3.5: Vergleich der Simulationen: Erwartungswerte der Besetzungen (a-d)
und g(2)-Funktion (e) für stetige (blau) und recktecktige Pulse (grün). Bei den steti-
gen Pulsen ist der durch die Laser bewirkte Populationstransfer um weniger als eine
µs verzögert. Die Anregungswahrscheinlichkeit des P Zustandes und die Anregung
der Resonatormode 〈n〉 ändern sich nur um ca. 10 %. In der Intensitätskorrelations-
funktion g(2)(τ) sind die Ein-Photonen-Spitzen für stetige Pulse minimal schmaler
und höher, ansonsten sind sie fast identisch.
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4 Experimentelle Realisierung

Zur Beschreibung des experimentellen Aufbaus werden zuerst das Prinzip und die
Realisierung der Ionenfalle, anschlieÿend der Resonator und das Lasyersystem vorge-
stellt. Dabei wird auf die Kon�guration der Akustooptischen Modulatoren eingegan-
gen, die während dieser Diplomarbeit justiert wurden. Am Ende werden die Messung
der Photonen und die Berechnung der Intensitätskorrelationsfunktion aus den Daten
diskutiert.

4.1 Ionenfalle

4.1.1 Lineare Paulfalle

Während in Penningfallen geladene Teilchen in einer Kombination aus elektrosta-
tischen und magnetischen Feldern gehalten werden, sperren die von Wolfgang Paul
(Nobelpreis 1989) entwickelten Fallen die Teilchen durch ein orts- und zeitabhängiges
elektrisches Feld ein [1]. Ihre Funktionsweise ist z.B. in [2] detailliert beschrieben.
Die Elektrodenkon�guration einer linearen Paulfalle ist in Abb. 4.1 dargestellt.

Vier lange Elektroden erzeugen ein radiales Potential, zwei Abschlussspitzen erzeu-
gen den Einschluss in axialer Richtung. Schlieÿt man an zwei gegenüberliegende lange

3. Linear Paul traps

3.1. Linear Paul traps

Radiofrequency traps were originally invented by Wolfgang Paul in the 1950s as mass filters
and later on were used as traps for charged particles. A linear Paul trap has an electrode
configuration as can be seen in Fig. 3.1. Four rod shaped electrodes generate a potential for
confinement in the x-y plane, while the endcap electrodes generate a confining axial potential.

Suppose a radiofrequency voltage V = V0 · cos(Ωt) is applied to two of the rods, which lie
diagonally opposite each other, while the other pair of electrodes is held at ground potential. If
the electrodes are assumed to have hyberbolical shape, the time varying quadrupole potential
Φ in the x-y or radial plane is given by

Φ(x, y, t) =
x2 − y2

2r2
0

· V0 cos(Ωt), (3.1)

where r0 is the minimum distance from the trap center to the electrodes. In practice the trap
electrodes are usually shaped like rods or blades to improve the optical access to the trap
center. In this case the quadrupole potential above is only valid for small excursions around
the trap axis. For larger excursions higher order corrections of the potential have to be taken
into account to describe the motion of a charged particle properly.

Using the potential given in Eq. 3.1 the equations of motion for a charged particle with
mass M and charge e in the radial plane are:

d2x

dt2
− 2q

Ω2

4
cos(Ωt)x = 0

d2y

dt2
+ 2q

Ω2

4
cos(Ωt)y = 0,

VGNDVcapVcap

Figure 3.1.: Schematic drawing of linear Paul trap. Instead of of the ideal hyperbolic surfaces
a more realistic design using rod shaped electrodes is shown.

17

Abbildung 4.1: Schematische Zeichnung einer linearen Paulfalle aus [54]. Anstelle
eines idealen hyperbolischen Querschnitts der Elektroden ist ein kreisförmiger gezeigt.
An die Abschlussspitzen wird eine Spannung von Vcap=950 V gelegt. An zwei der sich
gegenüberliegenden langen Elektroden wird Masse (GND) gelegt. Die anderen beiden
Elektroden werden mit einer Wechselspannung von ca. 250 V bei einer Frequenz von
23.4 MHz betrieben.
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4 Experimentelle Realisierung

Elektroden eine Wechselspannung an und verbindet die anderen beiden mit Masse, so
ergibt sich für Elektroden mit hyperbolischem Querschnitt ein zeitabhängiges Qua-
drupolfeld in der radialen Ebene, in dem geladene Teilchen gefangen werden können
[2].

4.1.2 Realisierung der Falle

Design und Charakteristika der verwendeten Ionenfalle sind in [55] beschrieben. Von
Carlos Russo wurde die Falle an die experimentelle Situation angepasst, so dass der
Resonator möglichst gut an die Falle angenähert werden kann. Das Radiofrequenz-
signal von 5 W wird durch einen Signalgeber und einen RF-Verstärker erzeugt und
anschlieÿend in einem Topfkreis überhöht [54]. Das axiale Fallenpotential wird durch
eine Gleichspannung von 950 V an den Abschlussspitzen erzeugt. Die Oszillations-
frequenz des Ions in der Falle beträgt damit in radialer Richtung ωr ≈ 2π · 3 MHz

Abbildung 4.2: Photo der Ionenfalle mit Resonator. In der Mitte be�ndet sich die
vertikale Ionenfalle mit rasiermesserförmigen Elektroden. Oben und unten sind die
Endspitzen zu sehen. Die beiden langen silbernen Drähte im Vordergrund sind die
Kompensationselektroden. Um die Falle herum sind die beiden Spiegel auf Piezos
angebracht. Ganz auÿen fokussieren zwei Linsen das Licht auf die Fallenmitte. Das
Experiment wurde von Carlos Russo aufgebaut. Details sind in seiner Dissertation
[45] beschrieben.
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4.2 Resonator

und in axialer Richtung ωz ≈ 2π · 1 MHz.
Durch elektrostatische Ladungen auf Nichtleitern in der Nähe der Falle sowie auf

der Ober�äche der Elektroden be�ndet sich das Ion nicht exakt im Fallenzentrum.
Dies führt zu einer Mikrobewegung senkrecht zur Auslenkungsrichtung, welche durch
Kompensationselektroden minimiert werden kann [56].

4.2 Resonator

4.2.1 Realisierung des asymmetrischen Resonators

Der Resonator wurde von Carlos Russo gebaut und ist ausführlich in [45] beschrie-
ben. Ein Photo von Resonator und Falle ist in Abb. 4.2 zu sehen. Die Spiegel sind in
einer konzentrischen Geometrie aufgebaut, ihr Krümmungsradius ist 10 mm und ihr
Abstand beträgt 19.92 mm [57]. Dies hat den Vorteil einer kleinen Strahltaille der
Mode im Zentrum von w0 ≈ 13 µm und damit eines kleinen Modenvolumens. Zwei
Linsen dienen der Modenanpassung. Die Spiegel sind auf Piezokristallen aufgeklebt,
mit denen der Abstand auf wenige nm genau eingestellt werden kann. Einer von ih-
nen benötigt 400 V für einen freien Spektralbereich von c

2L
≈ 7.5 GHz und wird für

die Längenstabilisierung (siehe Abschnitt 6.1.2) verwendet. Der andere benötigt 100
V für einen freien Spektralbereich und wird für das Au�nden der richtigen Mode
und zum Abfahren der Stehwelle verwendet. Für die Bestimmung der Transmission
der Spiegel wurde von beiden Seiten Licht in den Resonator eingekoppelt und die
Zerfallskonstante gemessen. Dies ergab für die Tramsmission: Links 1.7 ppm und
rechts 15.3 ppm [45]. Die Photonen verlassen den Resonator also vorwiegend durch
den rechten Spiegel, der daher Auskoppelspiegel genannt wird. Die Absorption der
Spiegel beträgt nach derselben Messung 81 %, die Resonatorzerfallskonstante wurde
zu κ = 2π · 54 kHz bestimmt. Die Halterung des Resonators ist auf einem Verschie-
betisch aufgebaut. Mit Hilfe von Piezokristallen kann man den gesamten Resonator
um einige mm gegenüber der Falle verschieben und somit das Intensitätsmaximum
der Stehwelle mit dem Ion überlagern. Ionenfalle und Resonator be�nden sich im
Ultrahochvakuum bei einem Restdruck von ca. 10−11mbar.

4.3 Lasersystem

In Abb. 2.9 auf Seite 33 ist ein Teil des 40Ca+-Schemas mit den für die Einzel-
Photonenquelle relevanten Übergängen gezeigt. Zwei Laserquellen werden benötigt:
Eine bei 397 nm zum Kühlen des Ions, Treiben seiner Fluoreszenz und für den Be-
setzungstransfer im stimulierten Ramanübergang, und eine bei 866 nm zum Rück-
pumpen aus dem metastabilen D Zustand. Beide Laser werden doppelt verwendet:
Einmal auf Resonanz und einmal um −400 MHz (rot-) verstimmt gegenüber der Re-
sonanz. Der 397 nm Laser auf Resonanz 397resonant wird zum Kühlen und Treiben der
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4 Experimentelle Realisierung

Fluoreszenz, der verstimmte 397Raman für den Ramanübergang benötigt. Der 866 nm
Laser auf Resonanz 866resonant wird zum Rückpumpen, der verstimmte 866Raman zum
Au�nden der richtigen Mode bei der Stabilisierung des Resonators (siehe Abschnitt
6.1.2) verwendet. Zusätzlich wird zur Stabilisierung des Resonators eine schmalban-
dige Laserquelle bei 785 nm benötigt [45].
Abb. 4.3 gibt einen Überblick über das Lasersystem und den optischen Aufbau.

Auf Lasertisch 1 wird das 785 nm Laserlicht, auf Lasertisch 2 das 866 nm Laserlicht
und auf Lasertisch 3 das 397 nm Laserlicht erzeugt. Alle werden über Glasfasern
zum Experimentiertisch geführt, auf dem sich die Vakuumapparatur mit Ionenfalle
und Resonator be�ndet. Auf dem Experimentiertisch be�nden sich auÿerdem die
optischen Elemente zur Fokussierung des Lichtes auf das Ion sowie zum Einstellen
der richtigen Polarisation, die hier nicht gezeigt sind.
Alle drei Laser werden mit der Pound-Drever-Hall Methode [58] auf Referenz-

Resonatoren frequenzstabilisiert. Für den 397 nm Laser wird eine Frequenzbreite von
ca. 300 kHz, für den 866 nm Laser eine von ca. 100 kHz erreicht. Diese Werte wurden
durch die Messung der Breite und Höhe von Dunkelresonanzen beim Durchfahren
des 866 nm Lasers bestimmt, die ausführlich in [45] beschrieben wird. Die Breite des
785 nm Lasers beträgt nach [59, Abschnitt 4.3.2] ca. 1.8 kHz.
Zum Einstellen der richtigen Frequenz und zum Schalten des Lichtes werden Akusto-

optische Modulatoren (AOM) verwendet. Die AOMs auf den Lasertischen sind alle
in Doppelpasskon�guration aufgebaut: Es wird nur die erste Beugungsordnung des
Hinweges re�ektiert und nochmals durch den AOM geschickt. Da auf dem Rückweg
die erste Ordnung in die entgegengesetzte Richtung gebeugt wird, ist die Richtung
des Lichtes insgesamt unabhängig von der Radiofrequenz des AOMs. Somit kann die
Frequenz durchgefahren werden, ohne dass sich die Einkopplung des Lichtes in die
Fasern ändert. Für die infraroten Laser bei 866 nm und 785 nm wird eine Doppelpass-
kon�guration gewählt, bei der hin- und zurücklaufender Strahl über die Polarisation
und einen polarisierenden Strahlteiler (PBS) getrennt werden. Siehe dazu Abb. 4.4.
Die Pulssequenzen für Pump- (397 nm) und Rückpumplaser (866 nm) aus Abb. 3.1

auf Seite 40 werden durch Rechteckpulse erzeugt, welche die Radiofrequenz der
AOM's schalten. Die Rechteckpulse werden von einem �Pulse-Sequencer� [60] ge-
neriert.

4.3.1 397 nm Laser

Das Laserlicht bei 397 nm wird durch Frequenzverdoppelung eines Ti:Saphir La-
sers bei 794 nm erzeugt. Dieser wird durch einen diodengepumpten Festkörperlaser
(DPFL) bei 532 nm mit bis zu 10 W gepumpt.
Die beiden benötigen Laserstrahlen 397resonant und 397Raman werden jeweils durch

AOMs erzeugt. Hierbei ist die Doppelpasskon�guration durch ein Prisma realisiert,
welches den re�ektierten Strahl in der vertikalen Ebene vom einfallenden Strahl
trennt und auf einen Spiegel S2 schickt. Siehe dazu Abb. 4.5.
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4.3 Lasersystem

Abbildung 4.3: Überblick über das Lasersystem. Das 785 nm Lasersystem ist auf La-
sertisch 1 aufgebaut, das 866 Lasersystem auf Lasertisch 2 und das 397 nm Lasersys-
tem auf Lasertisch 3. Das Licht wird über Glasfasern zum Experimentiertisch geführt,
wo sich die Vakuumapparatur mit Ionenfalle und Resonator be�ndet. PBS: Polarisie-
render Strahlteiler. DPFL: Diodengepumpter Festkörperlaser. HBT: Hanbury-Brown
und Twiss Box zur Bestimmung der Photonenkorrelationen (siehe Abschnitt 4.4).
Lock: Frequenzstabilisierung auf einen Referenzresonator nach der Pound-Drever-
Hall Methode.
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4 Experimentelle Realisierung

Abbildung 4.4: Aufsicht der AOM-Doppelpasskon�guration für das infrarote Laser-
licht. Das (rote) Licht wird vom PBS re�ektiert und läuft durch den AOM. Die (+)
erste Beugungsordnung (grün) geht durch die Blende und wird am Spiegel re�ektiert.
Das λ/4-Plättchen sorgt für eine Drehung der Polarisation des re�ektierten Strahles
um π/2. Somit geht die erste Ordnung des re�ektierten Strahles (blau) durch den PBS
hindurch. Durch diese Doppelpasskon�guration ist die Richtung des zweimal in erster
Ordnung gebeugten Lichts unabhängig von der Radiofrequenz im AOM-Kristall.

Die Radiofrequenz der beiden AOMs liegt bei 80 ± 20 MHz. Dabei wird für den
397Raman-Strahl zweimal die (−) erste Ordnung über die Faser zum Experimentier-
tisch geleitet. Für den 397resonant-Strahl wird zweimal die (+) erste Ordnung verwen-
det. Damit ist die Verstimmung zwischen beiden 320 MHz. Durch einen weiteren
AOM auf dem Experimentiertisch in Einzelpasskon�guration, dessen Frequenz nicht
variiert wird, wird der 397resonant-Strahl um weitere 80 MHz auf Resonanz verschoben.
Insgesamt beträgt die Verstimmung des 397Raman Strahles somit −400 MHz.

4.3.2 866 nm Laser und 785 nm Laser

Das Laserlicht bei 866 nm und bei 785 nm wird von zwei Diodenlasersystemen er-
zeugt. Die Frequenzstabilisierung erfolgt über optische Rückkopplung sowohl über
ein Gitter als auch über Modulation des Dioden-Injektionsstromes.
Der 866 nm Laser wird auf eine Referenz-Resonatormode stabilisiert, die um −400

MHz gegenüber der Resonanz verstimmt ist. Damit ist für die Erzeugung des 866Raman

Laserstrahles keine weitere Einstellung der Frequenz nötig. Der 866resonant Laserstrahl
wird durch einen AOM in Doppelpasskon�guration auf Lasertisch 2 erzeugt. Seine
Radiofrequenz liegt bei 200 ± 20 MHz. Es wird zweimal die (+) erste Ordnung
verwendet, so dass der 866Raman Strahl insgesamt resonant ist.
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4.4 Hanbury Brown und Twiss Box

Abbildung 4.5: Seitenansicht der AOM-Doppelpasskon�guration für das blaue La-
serlicht. Das Licht fällt vom Spiegel S1 in den AOM. Durch das Prisma wird das
re�ektierte Licht in der vertikalen Ebene vom einfallenden Licht getrennt, so dass
es bei erneutem Durchlaufen des AOMs auf den weiter unten angebrachten Spiegel
S2 tri�t. Die Linse mit Fokus im Zentrum des Kristalles des AOMs sorgt für einen
parallelen Strahlengang zum Prisma. Das Prisma be�ndet sich im Fokus der Lin-
se, damit die im AOM kollimierten Strahlen beim Zurücklaufen durch den Kristall
wieder kollimiert sind.

4.4 Hanbury Brown und Twiss Box

Die Hanbury Brown und Twiss Box (HBT) ist in Abb. 4.6 dargestellt. Sie besteht
im Wesentlichen aus einem nicht polarisationsabhängigen 50:50 Strahlteiler und zwei
Avalanche-Photodetektoren (APD), die sich wegen ihrer Lichtemp�ndlichkeit in ei-
ner abgedunkelten Box be�nden. Man benötigt zwei Detektoren, um eine bessere
zeitliche Au�ösung zu erreichen als die Totzeit eines einzelnen APD von 88 ± 4 ns.
Die Verwendung von APDs hat den Vorteil einer hohen Quantene�zienz von η ≈
0.46, ihr Nachteil ist die Emission von sekundären Photonen in einem Wellenlän-
genbereich von 700 bis 900 nm, die beim Nachweis eines primären Photons durch
den Lawinene�ekt entstehen [61, Abb. 5]. Diese sekundären Photonen können von
einem APD aus den umgekehrten Weg gehen, an der Faser-Einkoppellinse sowie am
Resonator nach der Faser re�ektiert werden, anschlieÿend durch den Strahlteiler zum
anderen APD gelenkt und dort nachgewiesen werden. Wegen der groÿen spektralen
Emp�ndlichkeit der APDs von ±20 nm sind die sekundären Photonen nicht von den
primären unterscheidbar. Zur Verringerung dieser Fehldetektionen wurden zusätz-
lich zwei Blenden in den Strahlengang eingebaut. Ein spektraler Filter verhindet den
Nachweis von Streulicht der Wellenlänge 785 nm, welche verwendet wird, um den
Resonator zu stabilisieren (siehe Abschnitt 6.1.2). Die Dunkelzählrate eines APDs
beträgt weniger als 50 Hz.
Berücksichtigt man die Absorption der Spiegel des Resonators, so verlassen 19%

der Photonen den Resonator. Die Transmission aller optischen Elemente zwischen
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Abbildung 4.6: Hanbury-Brown und Twiss Box. Das einfallende Licht wird an einem
nicht polarisierenden 50:50 Strahlteiler aufgeteilt und von zwei Avalanche Photo-
detektoren (APD) nachgewiesen. Die Linsen fokussieren das Licht auf die APDs.
Die Blenden sorgen für räumliche Selektion und vermindern damit die Nachweis von
sekundären Photonen. Die Filter vermindern die Beobachtung von Streulicht der
Wellenlänge 785 nm.

Resonator und APDs (Spiegel, Faser, Filter) ist 63%. Die Nachweise�zienz der APDs
ist 46%. Somit ist die gesamte optische E�zienz ηoptisch = 5.5%. Die g(2)-Funktion ist
wegen der Normierung unabhängig von Nachweise�zienzen und Verlusten, nur das
Signal/Rauschverhältnis ist dadurch beein�uÿt.

4.4.1 Aufnahme der Daten und Berechnung der g(2)-Funktion

Das Signal beider APDs wird von einem PicoHarp-Modul gelesen, welches die Zeit-
punkte der Messereignisse in eine Datei schreibt. Dies wird detailliert in [45] beschrie-
ben. Dabei kann nicht zwischen Ereignissen mit einzelnen und mit mehreren gleich-
zeitig auf die APDs tre�ende Photonen unterschieden werden. Da die vom Resonator
emittierten Photonen beliebige Polarisation haben können, sind sie unterscheidbar.
Laufen zwei unterscheidbare Photonen zur selben Zeit in die HBT-Box, tre�en sie in
zwei von vier Fällen auf denselben Detektor und werden als ein einziges Messereig-
nis registriert. Man misst also nur die Hälfte aller Zwei-Photonen-Ereignisse. Tre�en
jedoch zwei Photonen in die HBT-Box, die zeitlich mehr als die Totzeit eines APDs
voneinander getrennt sind, so werden in jedem der vier Fälle beide Photonen nach-
gewiesen. Um die Zwei-Photonen-Ereignisse nicht unterzubewerten, werden deshalb
nur Kreuzkorrelationen, d.h. Korrelationen der Messereignisse von APD1 mit Mes-
sereignissen von APD2, berücksichtigt. Dadurch werden von zwei zeitlich getrennten
Photonen auch nur die Hälfte der Korrelationen berücksichtigt.
Zur Berechnung der g(2)-Funktion wurde von Carlos Russo ein Programm geschrie-

ben, dass die Kreuzkorrelationen zwischen den Daten der beiden APDs berechnet.
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4.4 Hanbury Brown und Twiss Box

Dieses Programm geht die Messzeitpunkte von APD1 durch und trägt die (positi-
ven sowie negativen) Zeitdi�erenzen τ zu allen Detektionsereignissen von APD2 in
ein Histogramm H(τ) ein. Normiert man dieses Histogramm, erhält man die g(2)-
Funktion. Diese aus experimentellen Daten gewonnene g(2)-Funktion ist wegen des
Schrotrauschens i.A. nicht exakt symmetrisch.
Die Fehldetektionen aufgrund der sekundären Photonen der APDs treten an vier

Stellen im Histogramm auf: Bei ±4 ns und ±125 ns. Dies entspricht der Re�ektion
an der Faser-Einkoppellinse sowie am Resonator nach der Faser. Diese sekundären
Maxima haben eine Breite von 10 ± 1 ns [61, Abb.2a]. Damit sind sie um drei Gröÿen-
ordnungen schmaler als die anderen relevanten Korrelationen und werden vom Histo-
gramm abgezogen. Dafür wird der Mittelwert im Histogramm bei +5 ns und bei −5
ns um diese Stellen herum gebildet. Anschlieÿend werden alle Werte für den Bereich
von ±5 ns um die Stellen herum auf diesen Mittelwert gesetzt. Dies ist detailliert
in [45] beschrieben. Zusätzlich wurde der Hintergrund vom Histogramm abgezogen.
Dieser besteht zum einen Teil aus Licht des 785 nm Lasers, welches den Interferenz-
�lter in der HBT-Box passiert. Zum anderen Teil besteht er aus der Dunkelzählrate
der APDs von 90 ± 10 Hz. Der Beitrag der Laser zum Hintergrund wurde gemessen,
indem der Strahlengang des Pump- bzw. des Rückpumplasers blockiert wurde, wofür
das gleiche Ergebnis erhalten wurde. Der überwiegende Teil des Hintergrundes ist
also Restlicht des 785 nm Lasers, welches die Filter passiert. Dieser Anteil entspricht
ca. 75 % des Hintergrundsignals. Die restlichen 25 % bestehen aus der Dunkelzählrate
der APDs.
Der Hintergrund muss für beide APDs getrennt berechnet werden, da die Zählrate

leicht unterschiedlich ist. Besteht die gesamte Zählrate eines APD Ci = Si + Bi (in
s−1) aus Signal Si und Hintergrund Bi, so werden im Korrelationshistogramm H(τ)
bei Berechnung der Kreuzkorrelationen der beiden APDs nicht nur Korrelationen des
Signals S1 mit S2 berücksichtigt, sondern auch Korrelationen zwischen Signal Si und
Hintergrund Bj und zwischen Hintergrund Bi und Hintergrund Bj:

C1 · C2 = S1 · S2 + B1 ·B2 + S1 ·B2 + B1 · S2︸ ︷︷ ︸
ξ

(4.1)

Die Zählraten ξ (in s−2) müssen vom Histogramm H(τ) (einheitenlos) subtrahiert
werden. Da das Histogramm H(τ) von der Messzeit T und der Au�ösung ∆t (in
s) abhängt, muss erst durch diese Gröÿen geteilt werden, bevor ξ abgezogen wird.
Anschlieÿend wird zur Normierung durch die mittleren Zählraten der APDs S1, S2

geteilt. Somit erhält man die normierte g(2)-Funktion

g(2)(τ) =

(
H(τ)

T ·∆t
− ξ
)

1

S1S2

(4.2)

Die Gröÿen S1, S2, B1, B2 werden dabei über die gesamte Messzeit T gemittelt.
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5 Eine rauscharme Photodiode zur �Sample &

Hold� Intensitätsstabilisierung

Im Experiment soll die Kontrolle über die Frequenz sowie die Intensität der La-
serstrahlen jeweils unabhängig voneinander sein. In unserem Experiment wird die
Frequenz der Laserstrahlen durch Akustooptische Modulatoren (AOMs) eingestellt.
Dadurch ändert sich i.A. beim Durchfahren des Frequenzbereiches des AOMs auch die
Intensität des Strahles, da die Braggbedingung von der Frequenz abhängt. Ausserdem
verursachen thermische Schwankungen in optischen Fasern Polarisationsrauschen des
geleiteten Lichtes, was nach Reinigung der Polarisation durch einen polarisierenden
Strahlteiler (PBS) nach der Faser in Intensitätsrauschen umgewandelt wird. Daher
benötigt man eine automatische Stabilisierung der Intensität des Laserstrahles. Die-
se wird durch einen Proportional-Integral- (PI-) Regler realisiert. Da auch gepulstes
Licht stabilisiert werden soll, soll der PI-Regler zwei Modi haben: In einem �Sample�-
Modus wird stabilisiert und in einem �Hold�-Modus wird ein Wert bis zur nächsten
Stabilisierungsphase festgehalten. Das Eingangssignal des Reglers ist die Spannung
einer Photodiode, und die Rückkopplung erfolgt über die Intensität der Radiofre-
quenz im AOM. Im Folgenden wird zunächst der Aufbau der Photodiode erläutert,
dann folgt die Messung ihrer Bandbreite und Rauschcharakteristik. Im Anschluÿ fol-
gen der Aufbau des PI Reglers und die Messung des Rauschens der Laserintensität.

5.1 Ein rauscharmer Photodiodenempfänger

Auf die zur Intensitätsstabilisierung verwendete Photodiode tri�t in unserem Expe-
riment nur der Re�ex des Laserstrahles, der zum Ion läuft. Dies ist eine sehr geringe
Lichtleistung von einigen µW. Damit die Intensitätsstabilisierung zuverlässig funk-
tionieren kann, muss das Signal der Photodiode zusätzlich verstärkt werden. Da die
Güte der Intensitätsstabilisierung wesentlich durch das Rauschen des Eingangssignals
beein�usst wird, möchte man einen Photodiodenempfänger mit möglichst gutem Si-
gnal/Rauschverhältnis (�signal to noise ratio�, SNR) verwenden. Die Zeitkonstante
und damit die Geschwindigkeit der Intensitätsstabilisierung ist gegeben durch den
Widerstand und die Kapazität des PI Gliedes. Hat der Photodiodenempfänger je-
doch eine kleinere Bandbreite, so ist er das limitierende Glied. Da die Pulslängen im
Experiment einige µs betragen, sollte auch innerhalb einiger µs auf den Sollwert ge-
regelt werden können. Der Photodiodenempfänger sollte daher eine -3 dB Bandbreite
von mindestens 1 MHz erreichen.
Es wird also eine elektrische Schaltung benötigt, die bei ausreichender Bandbreite
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und geringem Signal möglichst wenig rauscht. Im Folgenden wird der Zusammen-
hang zwischen Bandbreite, Signalstärke und SNR diskutiert. Es wird ein elektri-
scher Schaltkreis aus [62] vorgestellt, mit dem bei wenigen µW Lichtleistung ein
schrotrauschlimiterter Photodiodenempfänger realisiert werden kann. Diese Schal-
tung wurde von Arthur Wander in der Elektronikwerkstatt gebaut und in unserem
Experiment verwendet.

5.1.1 Elektrisches Rauschen

Elektrisches Rauschen hat unterschiedliche Quellen. In unserem Fall sind im wesent-
lichen drei Quellen von Bedeutung:

• Thermisches Rauschen von Widerständen

• Schrotrauschen des elektrischen Stromes in der Photodiode aufgrund der Quan-
tisierung des Photonenstromes

• Strom- und Spannungsrauschen von elektrischen Bauteilen, die in der elektri-
schen Schaltung des Photodiodenempfängers nach der Photodiode eingesetzt
werden.

Thermisches Rauschen: In jedemWiderstand R �uktuiert die Bewegung der Elek-
tronen bei endlicher Temperatur T . Im Mittel ist die Spannung zwar Null, zu jedem
Zeitpunkt liegt jedoch eine endliche Spannung am Widerstand an. Dieses Rauschen
nennt man thermisches oder Johnson-Nyquist-Rauschen [49]. Die Amplitude die-
ses Spannungsrauschens eN kann über das Fluktuations-Dissipations Theorem [62,
Kap.18.1.1] aus der Thermodynamik hergeleitet werden. Dies besagt, dass im ther-
modynamischen Gleichgewicht die Kraft, die die ungeordnete Bewegung der Teilchen
hervorruft, gleich der Dissipation (Reibung) ist [49, Kap. 17.2]. Somit ist ein Bauteil,
das elektrische Leistung in Wärme dissipieren kann, auch eine Quelle thermischen
Rauschens, welches mit der Gröÿe der Dissipation (des Widerstandes) zunimmt. Da
das termische Rauschen unabhängig vom betrachteten Frequenzbereich ist, wird es
es als �weiÿes Rauschen� bezeichnet. Die thermische Rauschleistung pNtherm (in W)
eines Widerstandes R in einer Bandbreite B (in Hz) ist nur von der Temperatur
abhängig [63, Gl. (5.67)]:

pNtherm = 4kBTB (5.1)

Dabei ist kB die Boltzmannkonstante. Die thermische Rauschleistungsdichte sNtherm =
4kBT ist unabhängig von der Bandbreite und hat somit die Einheit W/Hz. Da für
die Rauschleistungsdichte sN , die Rauschspannungsdichte eN und den Rauschstrom-
dichte iN der Zusammenhang pN = eN · iN gilt, folgt für die thermische Spannungs-
rauschdichte eNtherm eines Widerstandes R [62, Gl. (18.2)]:

eNtherm =
√

4kBTR (5.2)
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mit der Einheit V/
√
Hz. Die thermische Stromrauschdichte iN eines Widerstandes R

beträgt

iNtherm =

√
4kBT

R
(5.3)

und hat die Einheit A/
√
Hz. Zur Herleitung siehe [49, Kap. 17.2].

Schrotrauschen: Ein elektrischer Strom ist der Fluss von diskreten elektrischen
Ladungen, den Elektronen. Wegen der endlichen Gröÿe der elektrischen Elementar-
ladung e der Elektronen weist der elektrische Strom statistische Fluktuationen auf,
wenn die Elektronen unabhängig voneinander agieren. Genauso ist ein �Lichtstrom�
in der Quantenelektrodynamik der Fluÿ von diskreten Lichtteilchen, den Photonen.
Damit weist er ebenso statistische Fluktuationen auf, wenn die Photonen unabhängig
voneinander agieren. Dies liegt an den in Abschnitt 2.3 erläuterten statistischen Phä-
nomenen für unabhängige Ereignisse, wie die Zeitpunkte der Emission eines Photons
in einem idealen Laser. In diesem Fall kann die Verteilung der Anzahl der Ereignis-
se in einem bestimmten Zeitintervall durch eine Poisson-Verteilung nach Gl. (2.35)
beschrieben werden, für welche die Varianz gleich dem Mittelwert ist. Die Standard-
abweichung vom Mittelwert wird Schrotrauschen genannt. Dieses Schrotrauschen des
Lichtstromes übersetzt sich durch den Photoe�ekt in das Schrotrauschen des (elek-
trischen) Photostromes Id, indem jedes Photon, das auf den Detektor tri�t, mit einer
gewissen Quantene�zienz η ein Elektron-Loch Paar erzeugt. Hieraus folgt für das
Schrotrauschen iNschrot eines Photostromes Id [64, Kap. 7.11]

iNschrot =
√

2eId (5.4)

mit der Einheit A/
√
Hz (Rauschdichte). Dieses Schrotrauschen kann nur beobachtet

werden, wenn alle anderen Fluktuationen des optischen Feldes geringer sind als sein
Schrotrauschen, wenn also der Photostrom selbst schrotrauschlimitert ist [49, Kap.
9.8, Gl. (9.8-10)].
Würde in einem Schaltkreis das thermische Rauschen überwiegen, so wäre er schro-

trauschlimitiert, wenn iNtherm 6 iNschrot, wenn also die Spannung am Widerstand
UR = RId > 2kBT

e
. Dies entspricht bei Raumtemperatur einer Spannung von 51 mV.

5.1.2 Rauschen in der Photodiode

Die einfachste Möglichkeit, um den Strom in einer Photodiode in eine Spannung um-
zuwandeln, ist, ihn durch einen Lastwiderstand Rl �ieÿen zu lassen (siehe Abb. 5.1).
Da die Photodiode für die entstehenden Elektronen - Loch Paare eine Kapazität Cd
bildet, entsteht ein RC-Glied mit der Zeitkonstante τ = RlCd und der Grenzfrequenz

fRC =
1

2πRlCd
(5.5)
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Abbildung 5.1: Die Photodiode D1 mit der Kapazität Cd wird über Vbias vorgespannt.
Der Photostrom Id �ieÿt durch den Lastwiderstand und kann somit in eine Spannung
umgewandelt werden.

Für eine hohe Bandbreite sollten Rl und Cd möglichst klein gewählt werden. Die
Kapazität kann verringert werden, indem die Photodiode in Sperrichtung vorgespannt
wird. Dadurch wird die Raumladungszone im pn-Übergang vergröÿert und somit die
Kapazität verringert. Für einen Photostrom von Id ≈ 2 µA einer in Sperrrichtung
vorgespannten Photodiode der Kapazität 3 pF und einem 1 MΩ Widerstand ist die
Grenzfrequenz nach Gl. (5.5) 53 kHz. Die Verringerung des Widerstandes ist etwas
komplizierter, da dabei auch das SNR kleiner wird: Betrachtet man das SNR als das
Verhältnis aus Spannung U zu Spannungsrauschen eN

SNR =
U

eN
=

U√
4kBTRl

=
RlId√

4kBTRl

= Id

√
Rl

4kBT
(5.6)

so sieht man, daÿ bei kleinerem Lastwiderstand RL das SNR kleiner wird. Man erhöht
also die Grenzfrequenz, verringert aber das SNR. Prinzipiell ist es also unmöglich,
sowohl eine beliebig hohe Bandbreite als auch ein beliebig gutes SNR zu erzielen.
Dies ist jedoch unerheblich, falls das Schrotrauschen das thermische Rauschen ge-
rade noch übertri�t. Durch die Wahl des Widerstandes muÿ nun ein Kompromiss
zwischen Bandbreite und SNR gefunden werden. Je nach gewünschtem Verhältnis
von thermischem Rauschen iNtherm zu Schrotrauschen iNschrot muÿ bei gegebenem
Photostrom Id der Widerstand Rl gewählt werden:

iNtherm

iNschrot

=

√
2kBT

eRlId
(5.7)

Für einen Photostrom von Id ≈ 2 µA ist dieses Verhältnis für einen 100 kΩ Wider-
stand ungefähr 0.5. Das SNR ist dann im Vergleich zu einem 1 MΩ Widerstand um
einen Faktor 0.3 kleiner. Dafür ist Bandbreite dann auf 530 kHz gestiegen.
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5.1 Ein rauscharmer Photodiodenempfänger

Abbildung 5.2: Transimpedanzverstärker: Ein invertierender Operationsverstärker
sorgt für eine kleine Lastimpedanz und reduziert somit die Spannungsoszillationen
an der Kapazität Cd, welche die Bandbreite limitieren.

5.1.3 Transimpedanzverstärker

Für eine weitere Erhöhung der Bandbreite müssen die Spannungsoszillationen an
der Kapazität Cd verringert werden. Im idealen Fall wünscht man sich eine elektri-
sche Schaltung, die mit konstanter Spannung an Cd arbeitet. Dafür benötigt man eine
sehr kleine Lastimpedanz, ohne aber das thermische Rauschen zu erhöhen. Dies kann
durch einen invertierenden Operationsverstärker (�Operational Ampli�er�, OPA) er-
reicht werden, welcher in Abb. 5.2 dargestellt ist. Wird der (+) Eingang des OPA auf
Masse gelegt, so bildet der (−) Eingang durch die Rückkopplung eine virtuelle Masse
und der Strom vom (−) Eingang aus in beide Richtungen ist gleich groÿ: Id = If [64].
Für eine unendlich groÿe Verstärkung verschwinden die Spannungsoszillationen an
Cd. Variiert die Intensität des Lichtes, das auf die Photodiode tri�t, variiert nur der
Strom durch die Diode, aber die Spannung an Cd bleibt im Idealfall konstant. Das
Signal ist nun die Spannung an Rf , durch den der Strom If �ieÿt. Die Bandbreite
von Schaltung 5.2 ist dann im Wesentlichen durch die Bandbreite des OPA gegeben.
Diese ist nach [62, Gl. (18.11)] gegeben durch das Verstärkungs-Bandbreite-Produkt5

fT des Verstärkers und die Grenzfrequenz des Rückkopplungsgliedes fRC :

f−3dB ≈
√
fRCfT

2
(5.8)

Das Rückkopplungsglied enthält den Kondensator Cf , um die Phase der Verstärkung
des Rückkopplungsgliedes an die der Verstärkung des Operationsverstärkers anzu-
passen. Nach Gl. (5.8) ist die Bandbreite für die Kombination aus OPA735, Rf =

100 kΩ und Cd = 3 pF dann f−3dB ≈
√

530 kHz · 4 MHz/2 ≈ 730 kHz.

5Dies ist die Frequenz, bei welcher der Verstärker einen Verstärkungsfaktor von eins hat.
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Abbildung 5.3: Rückkopplung eines OPA durch die Impedanz Zf . Der Verstärkungs-
faktor Ar des OPA ergibt sich aus dem Spannungsteiler, der aus der Impedanz Zf
und der Kapazität Cd besteht.

Der Operationsverstärker trägt jedoch auch zum Rauschen bei. Sein Stromrauschen
sollte kleiner sein als das thermische Rauschen von Rf , sein Spannungsrauschen muÿ
mit der Verstärkung Ar im rückgekoppelten Fall multipliziert werden. Die Rückkop-
pelung durch die Impedanz Zf =

Rf
1+iωRfCf

bildet zusammen mit der Kapazität Cd

einen Spannungsteiler mit dem Verhältnis k =
1

iωCd

Zf+ 1
iωCd

= 1
1+iωCdZf

. Nach Abb. 5.3

leitet ist das Verhältnis aus Ausgangs-/Eingangsspannung Uout/Uin des OPA her:

Uout = Aoffen (Uin − k · Uout)

⇒ Uout

Uin

= Ar =
Aoffen

1 + kAoffen

(5.9)

Damit ergibt sich für die Verstärkung mit Rückkopplung Ar als Funktion der Ver-
stärkung ohne Rückkopplung Aoffen [62, Gl. (18.16)]:

Ar =
Aoffen

1 + Aoffen

1+iωCdZf

(5.10)

Die Verstärkung Ar beginnt bei der Grenzfrequenz von Cd und Rf zu steigen [62,
Abb. 18.9]. Damit wird das Spannungsrauschen des OPA's verstärkt, so dass das
SNR genau wie bei der Schaltung ohne Transimpedanzverstärker sinken würde.

Man benötigt also einen weiteren Trick. Nach [62] wird zwischen Diode und OPA
ein Transistor T1 geschaltet. Dies ist in Abb. 5.4 zu sehen. Der Transistor überträgt
bei konstanter Emitterspannung den Emitterstrom zum Kollektor.
Der Widerstand rE des Emitterkreises ist bei kleinen Emitterströmen wegen der

Temperaturabhängigkeit des Sperrstromes des Transistors [63, Gl. (2.20)] gegeben
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5.1 Ein rauscharmer Photodiodenempfänger

Abbildung 5.4: Die Kaskodenschaltung. Dies Basis des Transistors T1 ist zusammen
mit dem (+) Eingang des OPA auf Masse gelegt. Durch den Widerstand RE wird die
Kaskode vorgespannt. Der Widerstand rE des Emitterkreises ist temperaturabhängig
(siehe Text).

durch [62, Gl. (18.18)]

rE =
kBT

eIc
(5.11)

Dabei ist e die Elementarladung, und kBT/e = 25 mV bei Raumtemperatur. Für
einen Photostrom von 2 µA ist der Emitterwiderstand dann 12.5 kΩ, womit die
RC Bandbreite auf ca. 4 MHz steigt. Interessant an dieser Schaltung ist, dass der
Widerstand rE automatisch mit steigendem Photostrom Id sinkt. Dies war genau die
Überlegung von Gl. (5.7): Man wählt den Lastwiderstand Rl proportional zu 1/Id.
Man nennt diese Schaltung eine Kaskode [62, Kap. 18.4.4]. Wird die Kaskode

extern vorgespannt, kann dem Emitterstrom IC zusätzlich zum Diodenstrom Id eine
sehr rauscharme DC Komponente hinzugefügt werden. Dadurch kann rE gesenkt
und somit die Bandbreite weiter erhöht werden, was allerdings durch das thermische
Stromrauschen von rE beschränkt ist. Wird die Kaskode jedoch vorgespannt, ist der
Ausgang des Transimpedanzverstärkers nicht Null, wenn der Photostrom Null ist. Zur
Vermeidung dieses DC O�sets wird in [62] eine Erweiterung der Schaltung eingeführt,
die �Bootstrapping� genannt und hier nicht näher erläutert wird. Die resultierende
Schaltung ist in Abb. 5.5 zu sehen. Die Bandbreite dieser Schaltung beträgt mit R8
= 100 kΩ ca. 1 MHz und entspricht damit den experimentellen Anforderungen.
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Abbildung 5.5: Schaltplan des Photodiodenempfängers mit Kaskode und �Bootstrap-
ping� nach [62]. Realisiert wurde der Photodiodenempfänger durch Arthur Wander
in der Elektronikwerkstatt.
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5.2 Messung der Bandbreite des Photodiodenempfängers

5.2 Messung der Bandbreite des Photodiodenempfängers

Die Bandbreite des Photodiodenempfänger wurde gemessen, indem beim Einschalt-
vorgang die Zeitkonstante τ des Signalanstieges nach U(t) = Umax(1 − e−t/τ ) be-
stimmt wurde, wobei das Licht über einen AOM mit einem Reckteck-Signal ange-
schaltet wurde. Siehe dazu Abb. 5.6(a) für den Photodiodenempfänger bei 397 nm
und Abb. 5.6(b) für den Photodiodenempfänger bei 866 nm. Die Zeitkonstante des
Photodiodenempfängers für den 397 nm Laser mit Rf = 300 kΩ beträgt 2.33 µs,
für den 866 nm Laser mit Rf = 100 kΩ beträgt sie 0.8 µs. Dies enstspricht einer
Bandbreite von 430 kHz bzw. 1.25 MHz. In einer Kontrollmessung mit einer schnel-
leren Photodiode wurde überprüft, dass die Anstiegszeit des Lichtes trise auf einer
kürzeren Zeitskala liegt. Sie ist gegeben durch die Zeit, welche die Schallwelle im
Kristall benötigt, um den Lichtstrahl vollständig zu durchqueren und hängt somit
vom Strahldurchmesser im Kristall dStrahl und der Schallgeschwindigkeit im Kristall
vSchall ab: trise = dStrahl/vSchall ab. Für einen Strahldurchmesser von 0.5 mm und eine
Schallgeschwindigkeit von 4200 m/s ergibt sich eine Anstiegszeit von 120 ns. Damit
ist sie im Vergleich zur Anstiegszeit der Photodiode vernachlässigbar.

(a) 397 nm Photodiode mit Rf = 300 kΩ,
τ = 2.33 µs, BW = 430 kHz

(b) 866 nm Photodiode mit Rf = 100 kΩ,
τ = 0.8 µs, BW = 1.25 MHz

Abbildung 5.6: Messung des Einschaltverhaltens der Photodiodenempfänger bei 397
nm und 866 nm mit unterschiedlichen Widerständen Rf (siehe Abschnitt 5.1.3). Aus
der Zeitkonstanten τ ergibt sich die Bandbreite BW=1/τ .
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5.3 Messung des Rauschspektums des
Photodiodenempfängers

Das Rauschspektrum der Photodiode wurde für zwei verschiedene Lichtquellen ge-
messen, da es vom Intensitätsrauschen der Lichtquelle selbst abhängt:

• Unstabilisiertes Laserlicht

• Licht einer Taschenlampe

Im Falle des Laserlichtes wurde ein Diodenlaser bei 854 nm verwendet. Zur Messung
wurde der FFT-Spektrumanalysator SR760 von Stanford Research Systems verwen-
det, welcher Spannungen im µV Bereich messen kann. Für beide Lichtquellen wurde
für verschiedene Lichtintensitäten das Spektrum des Photodiodensignals von 250 Hz
bis 100 kHz aufgenommen. Die Messgenauigkeit wurde auf 250 Hz eingestellt, was
einer Messzeit von 4 ms entspricht. Jedoch ist das Eigenrauschen durch interne elek-
trische Komponenten nicht zu vernachlässigen. Dieses Eigenrauschen ist abhängig
vom gewählten Eingangsbereich und macht sich vor allem bei sehr kleinen Licht-
leistungen von wenigen µW bemerkbar, da das Signal dann im Bereich von µV ist.
Leider ist dieses Eigenrauschen gröÿer als das gesamte Rauschen der abgedunkelten
Photodiode. Es machte bei einem kleinen Eingangsbereich keinen signi�kanten Un-
terschied, ob an den Eingang des SRS ein BNC-Kabel, ein 50 Ω Endwiderstand oder
die abgedunkelte Photodiode angeschlossen wurde. Daher wurde als Hintergrund-
messung die Photodiode abgedunkelt und mit denselben Einstellungen des SR760
ein Hintergrundspektrum aufgenommen. Dieses wurde von dem Rauschspektrum der
hellen Photodiode subtrahiert. Anschlieÿend wurde sowohl für das gesamte Spek-
trum als auch für ein Band von 30 bis 90 kHz das Rauschen aufsummiert und mit
dem Schrotrauschen eNschrot =

√
2eI · R verglichen. Da der Spektrumanalysator die

Spannungsrauschdichte eNi (siehe Gl. (5.2)) im Band i der Bandbreite B = 250 Hz
in V/

√
Hz misst, erfolgt die Berechnung des Spannungsrauschens eNband in V im ge-

samten Band (von 250 Hz bis 100 kHz) durch Multiplikation mit der Wurzel der
Bandbreite

√
B und Addition in rms-Weise [siehe 62, Gl. (18.4)]

e2
Nband =

399∑
i=1

(
eNi ·

√
B
)2

(5.12)

Für beide Lichtquellen wurden unterschiedliche Lichtintensitäten mit einem va-
riablen, optischen Abschwächer eingestellt. Zum Vergleich des Rauschspektrums des
Lichtes der Taschenlampe mit dem des Laserlichtes wurde das Taschenlampensignal
mit Hilfe der Kalibrierung der Photodiode in die entsprechende Lichtintensität bei
854 nm umgerechnet.
In Abb. 5.7 ist das Rauschspektrum der Photodiode für eine Lichtintensität von

100 µW zu sehen. Der Laser weist das gröÿere Rauschen bei kleinen Frequenzen un-
terhalb von 30 kHz auf, die wahrscheinlich elektrischen Ursprung haben. Für den
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Abbildung 5.7: Rauschspektrum der Photodiode bei einer Lichtintensität von 100 µW
für zwei Lichtquellen: Ein Diodenlaser bei 854 nm und eine Taschenlampe. Für die
Taschenlampe wurde aus der Photodiodenspannung die entsprechende Lichtintensität
bei 854 nm umgerechnet. Für das Spektrum der Taschenlampe wurde weniger lange
gemittelt, wodurch der statistische Fehler etwas gröÿer als beim Licht des Lasers ist.
Der Laser weist das gröÿere Rauschen bei kleinen Frequenzen unterhalb von 30 kHz
auf, die wahrscheinlich elektrischen Ursprung haben.

Vergleich des Rauschens bei verschiedene Lichtintensitäten wurde das gesamte Rau-
schen des Lasers und der Taschenlampe nach Gl. (5.12) nur im Band von 30 bis 90
kHz berechnet. Somit wurde das Rauschen des Lasers bei kleinen Frequenzen unter-
halb 30 kHz nicht berücksichtigt. Die gesamte Rauschspannung beider Lichtquellen
ist Abb. 5.8 zu sehen. Zum Vergleich ist das Schrotrauschen eNschrot =

√
2eIPD · R

abgebildet, das sich aus dem Diodenstrom IPD berechnet

IPD =
Ilicht

~ω
· e · η =

Ilichteηλ

2πc~
(5.13)

Hierbei ist η = 0.55 die Quantene�zienz der Photodiode, die vom Hersteler für eine
Wellenlänge von λ = 854 nm angegeben wurde. Das Licht des Lasers scheint im Ge-
gensatz zu dem der Taschenlampe nicht schrotrauschlimitiert zu sein. Gemessen am
Licht der Taschenlampe ist der Photodiodenempfänger annähernd schrotrauschlimi-
tiert.
Für das gesamte Band von 250 Hz bs 100 kHz wurde das Signal/Rauschverhältnis

(SNR) berechnet, welches in Abb. 5.9 zu sehen ist. Für höhere Intensitäten nimmt das
SNR beider Lichtquellen zu. Die Taschenlampe weist deutlich geringeres Rauschen
auf als der Laser.
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Abbildung 5.8: Rauschen des Lasers und der Taschenlampe im Band von 30 bis
90 kHz für verschiedene Lichtintensitäten. Die Fehlerbalken geben den statistischen
Fehler an. Das Licht des Lasers scheint im Gegensatz zu dem der Taschenlampe
nicht schrotrauschlimitiert zu sein. Gemessen am Licht der Taschenlampe ist der
Photodiodenempfänger annähernd schrotrauschlimitiert.
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Abbildung 5.9: Signal/Rauschverhältnis (SNR) im gesamten Band von 250 Hz bs 100
kHz für Laser und Taschenlampe. Für höhere Intensitäten nimmt das SNR zu. Die
Taschenlampe weist deutlich geringeres Rauschen auf als der Laser.
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5.4 �Sample & Hold� PI Regler

Der Sample & Hold PI Regler ist ein elektrischer Schaltkreis, der die aktive Stabilisie-
rung der Laserintensität durch einen AOM ermöglicht und von Gerhard Hendl in der
Elektronikwerkstatt konstruiert wurde. Er kann zwischen einem Sample (Kontroll)-
Modus und einem Hold (Halte)-Modus wechseln. In Letzterem wird das Ausgangs-
signal gehalten, um zu vermeiden, dass der Integrator sättigt, während der Laser
blockiert oder ausgeschaltet ist. Dies ermöglicht beim erneuten Einschalten des La-
sers diejenige Intensität einzustellen, auf die vorher stabilisiert wurde. An dieser
Stelle soll die elektrische Schaltung des Sample & Hold (S&H) Reglers anhand eines
Blockschaltbildes kurz erläutert werden. Eine detaillierte Beschreibung des genau-
en Schaltplanes ist in Anhang A zu �nden. Wie in Abb. 5.10 zu sehen wird das
Signal der Photodiode (PD) sowie das Referenzsignal (Ref) vom Instrumentierungs-
verstärker (IV) verglichen. Die Di�erenz wird als Fehlersignal über den Schalter zum
PI-Regler gegeben. Sein Ausgang ist das Kontrollsignal, welches im Sample & Hold
Baustein (S&H) gespeichert wird. Der Ausgang des S&H Bausteins wird über einen
weiteren Schalter ebenso zum PI-Regler gegeben. Da der Zeitgeber (Z) zwei entge-
gengesetzte Signale zu den beiden Schaltern ausgibt, wird entweder das Fehlersignal
oder der Ausgang des S&H Bausteins zum PI-Regler gegeben. Somit wird über das
Signal am Zeitgeber bestimmt, in welchem Modus sich der gesamte Regler be�ndet.
Im Sample-Modus wird das Fehlersignal zum PI-Regler gegeben, der dann aktiv re-
gelt. Im Hold-Modus wird das vom S&H Baustein gespeicherte Signal zum PI-Regler
gegeben, der dann ein konstantes, vom Eingangssignal (PD) und Fehlersignal un-
abhängiges Ausgangssignal liefert. Das Ausgangssignal steuert über einen AOM die
Laserintensität.

Ursprünglich war das Ziel, die Intensität von Lichtpulsen bei 397 nm von der Dauer
weniger µs zu stabilisieren. Es stellte sich jedoch heraus, dass nicht die System-
bandbreite, sondern ein Überschwinger des Signals die e�ektive Regelungszeit domi-
niert. Dieser wird durch einen kurzzeitigen Spannungseinbruch bei Umschalten des
Schalters verursacht: Wird im µs Bereich zwischen den Modi geschaltet, so zeigt die
Spannungsversorgung am Instrumentierungsverstärker U10 einen Einbruch von einer
Dauer von ca. 50 ns. Dies bewirkt einen Überschwinger im Fehlersignal, der es un-
möglich macht, auf so kurzer Zeitskala zu regulieren. Daher wird die Stabilisierung
der Intensität der Pulssequenzen im µs Bereich dadurch realisiert, dass alle 10 ms
die Sequenz für eine Stabilisierungsphase von ca. 30 µs unterbrochen wird.
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Abbildung 5.10: Blockschaltbild des Sample & Hold PI Reglers. Das Signal der Pho-
todiode (PD) und das Referenzsignal (Ref) werden vom Instrumentierungsverstärker
(IV) verglichen. Die Di�erenz wird als Fehlersignal über den Schalter zum PI-Regler
gegeben. Sein Ausgang ist das Kontrollsignal, welches im Sample & Hold Baustein
(S&H) gespeichert wird. Der Ausgang des S&H Bausteins wird über einen weite-
ren Schalter ebenso zum PI-Regler gegeben. Da der Zeitgeber zwei entgegengesetzte
Signale zu den beiden Schaltern ausgibt, wird entweder das Fehlersignal (Sample-
Modus) oder der Ausgang des S&H Bausteins (Hold-Modus) zum PI-Regler gegeben.
Das Ausgangssignal des PI-Reglers steuert über einen AOM die Laserintensität.

5.5 Messung des Rauschens des Lasers mit/ohne
Intensitätsstabilisierung

Mit einem Oszilloskop wurde die Spannung an der Photodiode UPD bei einer Lichtin-
tensität des 397 nm Lasers von I ≈ 15 µW für die Zeitdauer von 8 s gemessen. Der
Ein�uÿ der kontinuierlichen Stabilisierung durch den PI Regler ist in Abb. 5.11 zu
sehen. Für die Messung wurden zwei leicht verschiedene optische Intensitäten einge-
stellt, so dass die mittlere Spannung an der Photodiode UPD leicht unterschiedlich
ist. Wird die Stabilisierung ausgeschaltet, so beträgt die Spannung UPD = 0.86 ±
0.02 V. Dies entspricht einer relativen Schwankung von von 3 % und einem SNR von
36. Dies ist durch Polariationsschwankungen des Lichtes in der Faser von ca. 8 m
Länge zu erklären, die nach einem PBS in Intensitätsschwankungen übertragen wer-
den. Auÿerdem können Schwankungen des Brechungsindex in der Luft aufgrund von
Luftströmen die Einkopplung des Lichtes in die Faser beein�ussen. Mit eingeschal-
teter Stabilisierung beträgt die Spannung UPD = 1.010 ± 0.006 V. Dies entspricht
einer relativen Schwankung von nur 0.6 % und einem SNR von 181.

Das elektrische Rauschspektrum ist in Abb. 5.12 zu sehen. Das Spektrum des
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stabilisierten Lichtes ist bei kleinen Frequenzen bis 2 Hz um eine Gröÿenordnung
rauschärmer als das des unstabilsierten Lasers. Das Rauschmaximum des unstabili-
sierten Lichtes liegt bei ca. 0.8 Hz. Für höhere Frequenzen sinkt es. Für Frequenzen
gröÿer als 11 Hz unterschiedet sich das Rauschen mit und ohne Stabilisierung um
weniger als 20 %. Die Schwankungen treten also überwiegend bei kleinen Frequenzen
auf, thermischen Schwankungen bis ca. 1 Hz und Schwankungen des Brechungsindex
in der Luft bis ca. 11 Hz.
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Abbildung 5.11: Messung Intensität des 397 nm Lasers mit und ohne Intensitäts-
stabilisierung. Ohne Stabilisierung beträgt die Photodiodenspannung UPD = 0.86 ±
0.02 V. Die relative Schwankung ist 3 %, das Signal/Rauschverhältnis 36. Mit Sta-
bilisierung beträgt die Photodiodenspannung UPD = 1.010 ± 0.006 V. Die relative
Schwankung ist 0.6 %, das Signal/Rauschverhältnis 181.
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Abbildung 5.12: Messung des Rauschspektrums des 397 nm Lasers mit und ohne In-
tensitätsstabilisierung in einem Band von 0 bis 12 Hz. Das Spektrum des stabilisierten
Lichtes ist bei kleinen Frequenzen bis 2 Hz um eine Gröÿenordnung rauschärmer als
das des unstabilsierten Lasers. Das Rauschmaximum des unstabilisierten Lichtes liegt
bei ca. 0.8 Hz. Für Frequenzen gröÿer als 11 Hz unterschiedet sich das Rauschen mit
und ohne Stabilisierung um weniger als 20 %.

72



6 Eine Einzelphotonenquelle mit einem 40Ca+-Ion

In diesem Kapitel werden die Experimente zur kontrollierten Erzeugung einzelner
Photonen beschrieben. Anfangs wird das experimentelle Vorgehen zum Fangen eines
Ions und Einstellen des Resonators erläutert. Anschlieÿend werden die Ergebnisse
der Messungen für verschiedene Pulssequenzen vorgestellt.

6.1 Allgemeine Prozedur

6.1.1 Fangen eines Ions

In der Vakuumkammer be�ndet sich ein Ca-Ofen. Dieser besteht aus Stahlröhrchen,
die durch einen elektrischen Strom geheizt werden. Der dadurch entstehende Strahl
neutraler Ca-Atome wird in der Mitte der Falle ionisiert. Die Charakteristika des
Ofens und des Ca-Atomstrahles sind im Detail in [45] beschrieben. Die Ionisation
der Atome �ndet in zwei Stufen durch Photoionisation statt: Durch einen Laser
bei 423 nm werden die Atome aus dem Grundzustand 4s1S0 in den 4p1P1 Zustand
angeregt. Ein zweiter Laser bei 390 nm bewirkt den Übergang in Rydbergzustände
nahe dem Kontinuum, die durch die elektrischen Felder der Falle feldionisiert werden.
Für Details zur Photoionisation siehe [65].
Ein gefangenes Ion wird durch gleichzeitiges Einstrahlen des Pump- und Rück-

pumplasers optisch gekühlt. Die Geometrie der Laser zur Falle und zum Resonator
ist in Abb. 6.1 gezeigt. Beide Laserstrahlen tre�en das Ion schräg von unten unter
einem Winkel von ca. 45◦ zur Horizontalen, wobei der Pumplaser bei 397 nm (blau)
das Ion parallel zur Resonatorachse und der Rückpumplaser bei 866 nm (rot) das
Ion senkrecht zur Resonatorachse tri�t. Der Rückpumplaser benötigt, damit die Be-
setzung des Ions nicht im D-Zustand gefangen und vom Kühllicht entkoppelt wird.
Das Ion kann durch sein Fluoreszenzlicht nachgewiesen werden. Auf der einen Seite
des Vakuumfensters, senkrecht zur Resonatorachse orientiert, tri�t das Fluoreszenz-
licht auf einen Photomultiplier (PMT), auf der anderen Seite auf eine CCD Kamera.
Der PMT dient zur Messung der Fluoreszenzrate bei gleichzeitigem Einstrahlen des
Pump- und Rückpumplasers.
Für die Messung des Streulichtes des Pumplasers, welches an Teilen der Falle re-

�ektiert wird und in den Strahlengang des PMT gelangt, wird der Rückpumplaser
mit einer Frequenz von ca. 10 Hz an- und ausgeschaltet. Während er aus ist, ist das
Ion im D-Zustand gefangen und zeigt keine Fluoreszenz. Während dieser Zeit wird
das vom PMT registrierte Hintergrundlicht gemessen. Beim Durchstimmen der Fre-
quenz des Pumplasers kann anhand der Zählrate des PMT und der Breite und Höhe
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Abbildung 6.1: Geometrie der Laserstrahlen realtiv zur Ionenfalle, zur Resonatorach-
se und zum Magnetfeld (grüner Pfeil). Beide Laserstrahlen tre�en das Ion schräg
von unten unter einem Winkel von ca. 45◦ zur Horizontalen, wobei der Pumplaser
bei 397 nm (blau) das Ion parallel zur Resonatorachse und der Rückpumplaser bei
866 nm (rot) das Ion senkrecht zur Resonatorachse tri�t. Die Photonen verlassen den
asymmetrischen Resonator vorüberwiegend durch den rechten Spiegel und werden in
einem Hanbury Brown und Twiss Aufbau (HBT) nachgewiesen.

der Resonanz�uoreszenzkurve erkannt werden, ob ein einzelnes Ion gefangen wurde.
Ist die Bewegung des Ions durch optisches Kühlen auf das Dopplerlimit [56] reduziert
worden, so ist ein einzelner Punkt auf der CCD Kamera mit Durchmesser von ca. 50
µm (5 × 5 Pixel) zu sehen.

In einem Drei-Niveau-System mit zwei unteren Zuständen bildet sich eine kohä-
rente Überlagerung dieser beiden ohne Beitrag vom angeregten Zustand, wenn die
Verstimmungen δp, δr die Ramanbedingung erfüllen [66]. Da das Ion in diesem Zu-
stand keine Photonen streut, wird dieser Zustand Dunkelzustand genannt [66]. Dun-
kelresonanzen treten beim Durchfahren der Verstimmungen δp, δr des Pump- und
Rückpumplasers auf und hängen von den Rabifrequenzen Ωp,Ωr ab. Somit können
sie verwendet werden, um die Rabifrequenzen und Verstimmungen zu kalibrieren.
Dabei wird für verschiedene Intensitäten des Pumplasers der Rückpumplaser durch-
gestimmt. Ist der Pumplaser rotverstimmt (δp < 0), so zeigt Resonanzkurve auf der
roten Seite des Spektrums (δr < 0) Dunkelresonanzen, die von der Laserintensität
und der Verstimmung des Pumplasers δp abhängen. Durch Vergleich mit den Simula-
tionen können die Rabifrequenzen und die Verstimmungen bestimmt werden. Diese
Kalibrierung ist im Detail in [45] beschrieben.
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6.1.2 Einstellen des Resonators

Im Anschluÿ wird der Resonator eingestellt. Dazu wird das Licht des um −400 MHz
verstimmten 866 nm Lasers (siehe Abb. 4.3 auf Seite 51: Lasertisch 2) in den Reso-
nator eingekoppelt und durch Verschieben des langsamen Piezos eine Mode gesucht.
Anschlieÿend wird der 785 nm Laser auf eine Mode stabilisiert, so dass gleichzeitig
eine Resonanz im Referenzresonator (siehe Abb. 4.3: Lock auf Lasertisch 1) und im
Experimentresonators gefunden werden kann. Im Folgenden wird der (Experiment-)
Resonator mit Hilfe des schnellen Piezos auf die Mode des 785 nm Lasers stabilisiert.
Dieser Transferlock überträgt bei optimaler Stabilisierung die Stabilität des Refe-
renzresonators auf den Experimentresonator und wird im Detail in [45] beschrieben.

6.1.3 Durchfahren der Stehwelle

Ist der Resonator mit Hilfe des Transferlocks stabilisert, wird die Stehwelle so posi-
tioniert, dass sich das Ion in der Falle an einem Bauch der Stehwelle be�ndet. Dazu
werden der um −400 MHz verstimmte 397 nm Laser für den stimulierten Raman-
prozess und der resonante Rückpumplaser eingeschaltet und die Zählrate der APDs
beobachtet, welche die Photonen detektieren, die im Ramanprozes in den Resona-
tor gestreut werden und ihn anschlieÿend nach rechts verlassen. Zum Verschieben
der Stehwelle des Resonators wird der langsame Piezo so langsam verstellt, dass die
Längenstabilisierung durch den schnellen Piezo am anderen Spiegel stets folgen kann.

6.1.4 Aufnahme der Resonanzfrequenzen des Resonators

Beim Durchfahren des Spiegelabstandes kann man bei hohen Magnetfeldern die ein-
zelnen Ramanresonanzen au�ösen. Für einen linear polarisierten Pumplaser sind diese
in Abb. 6.2(a) für ein Magnetfeld von 11 G senkrecht zur Resonatorachse zu sehen.
Dabei wurde die Polarisation des Lichtes, das den Resonator verlässt, mit einem λ/2
Plättchen und einem PBS getrennt. Die blaue Kurve entspricht Übergängen mit ∆m
= 0 (linear polarisiertes Licht), die grüne Kurve Übergängen mit ∆m = ±1 (rechts-
und links zirkular polarisiertes Licht). Da die Resonatorachse senkrecht zum Magnet-
feld steht, sieht man das Licht der ∆m = 0 Übergänge als horizantal polarisiert und
das der ∆m = ±1 als vertikal polarisiert.

6.1.5 Pulssequenzen

Die Pulssequenzen aus Abb. 3.1 auf Seite 40 werden durch Rechteckpulse erzeugt,
welche die Radiofrequenz der AOM's schalten. Die Anstiegs- und Abfallszeit der
Lichtpulse ist durch die Gröÿe des Strahldurchmessers im AOM gegeben: Die Schall-
welle im AOM braucht eine gewisse Zeit, um den Strahl zu durchqueren und damit
die erste Braggordnung zu beein�ussen. Die Anstiegszeit wurde mit einer schnellen
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(a) Spektrum des Resonators auf dem Übergang von P nach D

(b) Übergänge von P nach D

Abbildung 6.2: Resonanzfrequenzen des Resonators für einen linear polarisierten
Pumplaser bei einem Magnetfeld von 11 G. Für feste Verstimmung des Pumpla-
sers δp wird die Länge des Resonators durchgefahren. Dabei wird die Polarisation
des vom Resonator emittierten Lichtes durch ein λ/2 Plättchen und einen PBS ge-
messen. Die durchgezogene Kurve entspricht den Übergängen vom P-Zustand in den
D-Zustand mit ∆mJ = ±1. Da das Magnetfeld senkrecht zum Resonator gerichtet
ist (siehe Abb.6.1), sind die in diesem Fall den Resonator emittierten Photonen ho-
rizontal polarisiert. Die gestrichelte Kurve entspricht den Übergängen mit ∆mJ = 0
, bei denen vertikal polarisierte Photonen in den Resonator emittiert werden.

Photodiode zu ca. 120 ns bestimmt und ist damit langsam im Vergleich zu den im
Experiment relevanten Zeitskalen von einigen µs.

Wird eine Pulssequenz ausgeführt, erfolgt alle 10 ms eine Intensitätsstabilisierungs-
phase von ∼ 30 µs, in der Pump- und Rückpumplaser auf einen einstellbaren Sollwert
stabilisiert werden. Während dieser Zeit werden mit den APDs keine Daten aufge-
nommen.
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6.2 Messung der Einzelphotonenquelle

6.2.1 Pulssequenzen

Durch die Länge der einzelnen Pulse und ihren Abstand zueinander kann bestimmt
werden, wie e�zient der Ramanprozess ist und wie gut man die einzelnen Photonen
au�ösen kann. Im Experiment wurden drei Bereiche mit den folgenden Pulssequenzen
(tpump, twait1, trepump, twait2) untersucht:

1. Eine schnelle Einzelphotonenquelle mit hoher Repetitionsrate: (3.5, 1.5, 2, 2)
µs.

2. Eine möglichst e�ziente Einzelphotonenquelle mit gut aufgelösten Einzelphotonen-
Pulsen: (7, 25, 2, 2) µs.

3. Eine schnelle Einzelphotonenquelle mit gerade noch aufgelösten Einzelphotonen-
Pulsen: (7, 7, 2, 2) µs.

Die Hintergrundzählrate wurde durch Blockieren des Pumplasers und ohne Ion ge-
messen. Sie ist durch die Intensität des 785 nm Lasers und die Dunkelzählrate der
APDs gegeben und daher unabhängig von der Pulssequenz gleich 720 Hz. Subtrahiert
man die Hintergrundzählrate B1 +B2 von der Zählrate beider APDs S1 + S2, erhält
man folgende Zählraten für die drei Pulssequenzen:

Pulssequenz (3.5, 1.5, 2, 2) µs (7, 25, 2, 2) µs (7, 7, 2, 2) µs
Repetitionsrate 111 kHz 28 kHz 56 kHz
APD-Zählrate 1180 Hz 340 Hz 814 Hz
E�zienz 1.1% 1.2 % 1.5 %

Die Repetitionsrate ist durch 1/(tpump + twait1 + trepump + twait2) gegeben. Mit zu-
nehmender Repetitionsrate nimmt auch die gesamte Zählrate zu. Die E�zienz ηexp
der Erzeugung eines Photons gibt die Wahrscheinlichkeit an, dass bei Ausführen ei-
nes Pump- und Rückpumppulses ein Photon in einem der beiden APDs nachgewiesen
wird. Sie ist bestimmt durch ηexp = (S1+S2−B1−B2)·(tpump+twait1+trepump+twait2).
Für die erste Sequenz ist der Pumppuls mit nur 3.5 µs zu kurz, um den Ramanprozess
vollständig zu treiben. Daher ist die E�zienz nur ca. 1.1 %. Für die beiden anderen
Pulssequenzen ist die E�zienz gröÿer. Es wäre zu erwarten, dass sie für beide Se-
quenzen gleich groÿ ist, da die Länge des Pumppulses gleich ist. Die etwas kleinere
E�zienz bei der zweiten Pulssequenz könnte durch eine Drift der absoluten Position6

des Resonators hervorgerufen sein. In der dritten Pulssequenz ist die E�zienz 1.5 %.
In Abb. 6.3 bis 6.4(b) sind die aus den Daten gewonnenen Intensitätskorrelati-

onsfunktionen g(2)(τ) in blau, die zugehörigen Simulationen in rot gezeichnet. Es ist

6Die Längenstabilisation hält den Resonator in Ramanresonanz, bewahrt ihn jedoch nicht vor einer
Drift der Stehwelle relativ zum Ion.
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ein hervorragendes Übereinstimmen der Simulation mit den experimentellen Daten
zu beobachten. Die Au�ösung beträgt 0.5 µs. Wegen der Normierung bei gröÿerem
Abstand der Einzelphotonenspitzen zueinander nimmt auch ihre Höhe zu. Für die
erste Pulssequenz mit einer hohen Repetitionsrate von 111 kHz wird auch eine ho-
he Zählrate von 1180 Hz erreicht. Jedoch ist die Wartezeit twait1 = 1.5 µs so kurz,
dass die einzelnen Photonen noch nicht vollständig den Resonator verlassen haben,
bevor das Atom zurückgepumpt und der Ramanprozess erneut getrieben wird. Da-
her überlappen die Spitzen einzelner Photonen und können nicht mehr vollständig
aufgelöst werden. Dies ist daran zu erkennen, dass die g(2)-Funktion zwischen den ein-
zelnen Peaks nicht mehr auf Null herunter geht. Die maximale Rate der Erzeugung
einzelner Photonen ist also immer durch die Zerfallsrate des Resonators begrenzt.
Für die zweite Sequenz reicht die Wartezeit twait1 = 25 µs dafür aus, dass ein in
den Resonator emitiertes Photon diesen verlassen kann, bevor das nächste Photon
durch den Ramanprozess in den Resonator emittiert wird. Die einzelnen Photonen
können bei einer Zählrate von 340 Hz gut aufgelöst werden. Bei der dritten Sequenz
ist ein Kompromiÿ gewählt: Die einzelnen Photonen sind gerade noch aufgelöst, weil
die g(2)-Funktion zwischen den Einzelphotonen-Spitzen auf Null herunter geht. Die
Zählrate beträgt 814 Hz.
Leider ist g(2)(0) in allen drei Fällen nicht exakt Null. Dies liegt am Hintergrund,

der ca. 50 % der Zählrate ausmacht. Dennoch ist der Hintergrund klein gegenüber
den Einzelphotonenspitzen, die in den beiden letzten Sequenzen gut aufgelöst werden
können. In allen drei Messungen wurden die Daten in einer Zeitdauer von einer halben
Stunde gemessen. Mit der gegebenen Au�ösung von 0.5 µs sind in einem Balken des
Histogramms somit ca. 300 Korrelationen enthalten.
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Abbildung 6.3: Normierte Intensitätskorrelationsfunktion g(2)(τ) für die Pulssequenz
(tpump, twait1, trepump, twait2) = (3.5, 1.5, 2, 2) µs. Au�ösung: 0.5 µs. Blau: Experi-
mentelle Daten, in denen der Hintergrund abgezogen wurde. Rot: Simulation, deren
Parameter aus unabhängigen Kalibrierungsmessungen stammen. Die Repetitionsra-
te dieser Sequenz ist 111 kHz, die Zählrate einzelner Photonen ist 1180 Hz. Dies
ergibt eine E�zienz von 1.1 % für den stimulierten Ramanprozess. Die Wartezeit
twait1 = 1.5 µs ist so kurz, dass die einzelnen Photonen noch nicht vollständig den
Resonator verlassen haben, bevor das Atom zurückgepumpt und der Ramanprozess
erneut getrieben wird. Daher überlappen die Spitzen einzelner Photonen und können
nicht mehr vollständig aufgelöst werden. Dies ist daran zu erkennen, dass die g(2)-
Funktion zwischen den einzelnen Peaks nicht mehr auf Null herunter geht. Die Höhe
der Spitzen ist wegen der Normierung durch ihren Abstand zueinander bestimmt.
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(a) (tpump, twait1, trepump, twait2) =(7, 25, 2, 2) µs

(b) (tpump, twait1, trepump, twait2) =(7, 7, 2, 2) µs

Abbildung 6.4: Normierte Intensitätskorrelationsfunktion g(2)(τ) für die beiden an-
deren Pulssequenzen. Au�ösung: 0.5 µs. Blau: Experimentelle Daten, in denen der
Hintergrund abgezogen wurde. Rot: Simulation, deren Parameter aus unabhängigen
Kalibrierungsmessungen stammen. Die Repetitionsrate in (a) ist 28 kHz, die Zählra-
te einzelner Photonen 340 Hz und die E�zienz 1.2 %. Die Repetitionsrate in (b) ist
mit 56 kHz doppelt so groÿ wie die in (a), die Zählrate einzelner Photonen 814 Hz
und die E�zienz 1.5 %. Die Wartezeit ist in beiden Sequenzen lang genug, dass die
Einzelphotonenspitzen vollständig aufgelöst werden können. Die Höhe der Spitzen ist
wegen der Normierung durch ihren Abstand zueinander bestimmt.
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6.2 Messung der Einzelphotonenquelle

Abbildung 6.5: Zählrate der beiden APDs in Abhängigkeit der Länge des Pumppulses
tpump bei der restlichen Sequenz von (twait1, trepump, twait2) = 7,2,2 µs. Punkte: Expe-
riment. Linie: Simulation mit unabhängigen Parametern. Mit zunehmender Länge
des Pumppulses steigt die Wahrscheinlichkeit für die Erzeugung eines Photons und
damit auch die Zählrate der APDs, die ab einer Pumplänge von tpump ≈ 15 µs gegen
820 Hz konvergiert.

6.2.2 Ein�uÿ der Länge des Pumppulses

Bei einer Sequenz mit (twait1, trepump, twait2) = (7,2,2) µs wurde die Dauer des Pump-
pulses tpump durchgefahren. Dies erlaubt die Bestimmung der Zeitdauer, die man für
den bestmöglichen Transfer der Population von |S, 0〉 nach |D, 1〉 benötigt. Die mitt-
lere Zählrate beider APDs zusammen ist als Funktion der Pumplänge in Abb. 6.5
zu sehen. Die roten Punkte sind die gemessenen Zählraten, die blaue Kurve ist eine
Simulation, welche die gesamte optische E�zienz ηoptisch = 5.5% (siehe Abschnitt
4.4) berücksichtigt. Die Wahrscheinlichkeit für die Erzeugung eines Photons steigt
mit zunehmender Länge des Pumppulses. Somit steigt auch die Zählrate der APS's.
Ab einer Pumplänge von tpump ≈ 15 µs konvergiert die Zählrate gegen 820 Hz.

6.2.3 Maximale E�zienz

Ab einer Pumplänge von tpump > 15 µs wird die maximale Wahrscheinlichkeit er-
reicht, während des Ramanprozesses ein Photon im Resonator zu erzeugen. Diese
wird in den Simulationen für unsere experimentellen Parameter zu ηC = 34% berech-
net. Multipliziert man die Erzeugungswahrscheinlichkeit mit der optischen E�zienz
ηoptisch = 5.5%, erwartet man eine gesamte E�zienz von
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6 Eine Einzelphotonenquelle mit einem 40Ca+-Ion

ηtotal = ηc · ηoptisch = 1.9%. Die im Experiment maximal erreichte E�zienz für eine
Pulssequenz mit (tpump, twait1, trepump, twait2) = (15, 7, 2, 2) µs ist ηexp = (S1 + S2 −
B1−B2) · (tpump + twait1 + trepump + twait2) = 1.7%. Dieser Wert stimmt innerhalb von
10 % mit dem erwarteten überein.

In den Simulationen wurde festgestellt, dass die E�zienz der Photonenerzeugung
im Resonator durch die Linienbreite des Pumplaser limitiert ist. Für einen 300 kHz
breiten Pumplaser und eine nur 54 kHz breite Rasonatormode ist der Ramanüber-
gang ine�zient, da durch den vergleichsweise breiten Pumplaser P Zustände besetzt
werden, zu denen die Kopplung des nur 54 kHz breiten Resonators zu schwach ist.
Somit zerfallen diese Zustände spontan und emittieren ein Photon in das Vakuumfeld
des Quasikontinuums anstatt in die Resonatormode. Würde die Laserlinienbreite hin-
gegen auf die Breite des Resonators reduziert, könnte den Simulationen zufolge eine
E�zienz von > 60% erreicht werden. Limitierend wäre dann die Kopplung g = (2π)·
1.3 MHz im Vergleich zur spontanen Zerfallsrate γ = (2π)· 11 MHz.
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7 Zusammenfassung und Ausblick

Ziel dieser Arbeit war die kontrollierte Erzeugung einzelner Photonen mit einem Ion-
Resonator-System. Die Photonen werden in einem Ramanprozess emittiert, der vom
Vakuumfeld des Hohlraum-Resonators stimuliert wird. Eine Einzelphotonenquelle
wird z.B. für die Quanten-Kryptographie [10, 11] und für rein optische Quantencom-
puter [12�14] benötigt.

�Sample and Hold� Intenitätsstabilisierung: Ein Teil dieser Arbeit war der Auf-
bau einer �Sample & Hold� Intensitätsstabilisierung für die verwendeten Laser im ge-
pulsten Betrieb. Die Intensität des Lichtes wird durch akustooptische Modulatoren
vor einer Faser reguliert. Nach der Faser wird ein Teil des Lichtes mit einer Pho-
todiode gemessen, deren Signal zu einem Proportional-Integral-Regler geleitet wird.
Dieser wird in in einem �Sample & Hold� Modus betrieben. Während der �Sample�-
Phase wird aktiv reguliert, während der �Hold�-Phase wird ein Wert festgehalten.
Dies ermöglicht beim erneuten Einschalten des Lichtes unmittelbar die Intensität
einzustellen, auf die während der letzten �Sample� Phase reguliert wurde. Damit
konnte das Intensitätsrauschen des Lichtes von 3 % auf 0.6 % reduziert werden, was
für das Experiment von essentieller Bedeutung war.
Wesentlichen Ein�uss auf die Güte der Intensitätsstabilisierung hat die Rauschcha-

rakteristik des Photodiodenempfängers. Es wurde ein Photodiodenempfänger reali-
siert, der eine kleine Lichtintensität von einigen µW misst und dabei eine Bandbreite
von ca. 1 MHz hat, um nicht der limitierende Bauteil der Intensitätsstabilisierung
zu sein. Durch eine Messung der Rauschcharakteristik wurde nachgewiesen, dass der
Photodiodenempfänger nahezu schrotrauschlimitiert ist.

Einzelphotonenquelle: Zur kontrollierten Erzeugung einzelner Photonen wurde
der folgende experimentelle Aufbau verwendet: Ein einzelnes 40Ca+Ion wird in ei-
ner linearen Paulfalle gefangen und mit Laserlicht gekühlt. Um die Falle herum ist
der konzentrische Hohlraum-Resonator hoher Finesse aufgebaut. Das Ion wird von
der Seite mit einem Pumplaser angeregt, der einen Arm des Ramanprozesses treibt,
während das Vakuumfeld des Resonators auf dem anderen Arm die Emission stimu-
liert. Das hierbei vom Ion in den Resonator emittierte Licht verläÿt den Resonator
durch den Auskoppelspiegel. Anschlieÿend wird es in einem Hanbury Brown und
Twiss Aufbau mit Avalanche Photodetektoren nachgewiesen und seine Photonensta-
tistik gemessen.
Im ersten Schritt wurden Computersimulationen durchgeführt, um den Ein�uÿ der

Pulsform des Anregungslasers auf die E�zienz der Photonenerzeugung zu untersu-
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7 Zusammenfassung und Ausblick

chen. Hierzu wurde eine Mastergleichung in Lindbladform für ein Acht-Niveausystem
mit zwei orthogonalen Resonatormoden aufgestellt. Für eine Sequenz des Pump- und
Rückpumplasers wurde die zeitliche Entwicklung der Zustände des Systems berech-
net. Aus der Besetzung der Resonatormode mit Photonen wurde die erwartete Pho-
tonenstatistik ermittelt. Es wurde festgestellt, dass die Verwendung von stetigen oder
rechteckigen Pulsen keinen signi�kanten Unterschied für die Intensitätskorrelations-
funktion g(2) macht.
Im zweiten Schritt wurde die deterministische Erzeugung einzelner Photonen de-

monstriert. Dabei bestimmt die Länge und der Abstand der Pulse des Pump- und
Rückpumplasers die E�zienz des Prozesses und den Abstand zwischen den einzelnen
Photonen. Die Photonen werden während des Pumplaserpulses mit einer maximalen
Wahrscheinlichkeit von 34 % in den Resonator emittiert. Nach einer Wartezeit, in
der das Photon den Resonator durch den Auskoppelspiegel verlassen kann, wird das
Atom durch den Rückpumplaserpuls in den Ausgangszustand zurückversetzt. Durch
wiederholtes Ausführen dieser Sequenz kann ein Strom einzelner Photonen erzeugt
werden. Für Repetitionsraten 6 55 kHz können die einzelnen Photonen aufgelöst
werden. Die E�zienz des gesamten Prozesses einschlieÿlich Absorptionsverlusten be-
trägt maximal 1.7 %. Die Dauer des kontinuierlichen Stromes einzelner Photonen ist
lediglich durch die Speicherzeit des Ions von einigen Tagen limitiert.
Die E�zienz der Photonenerzeugung ist momentan durch die Linienbreite des

Pumplasers beschränkt. Durch ihre Verbesserung sollte es in Zukunft möglich sein,
die Wahrscheinlichkeit der Erzeugung eines Photons im Resonator auf über 60 %
zu steigern. Bei einer besseren Unterdrückung des Hintergrundlichtes durch einen
besseren Interferenz�lter sollte das Hintergrundsignal der Einzelphotonenquelle auf
die Dunkelzählereignisse der Detektoren reduziert werden können, die ca. 25 % des
derzeitigen Hintergrundsignals ausmachen. Zusätzlich könnte eine Intensitätsstabili-
sierung des Referenzlasers die Längenstabilisierung des Resonators verbessern. Die
Ununterscheidbarkeit der erzeugten Photonen, wie sie für einen rein optischen Quan-
tencomputer benötigt werden [12], könnte in einem Hong-Ou-Mandel-Interferometer
[67] nachgewiesen werden. Durch Kontrolle der Polarisation der emittierten Photonen
könnte der Zustand des Ions mit dem Polarisationszustand des emittierten Photons
verschränkt werden [25]. Ein Aufbau mit mehreren Systemen der gleichen Art bietet
die Möglichkeit, eine Schnittstelle zwischen stationärem und �iegendem Qubit in ei-
nem Quantennetzwerk [9] zu realisieren. Hierzu könnte der Zustand des Ions an einem
Punkt des Netzwerkes auf den Zustand eines Photons übertragen werden, welches an
einer anderen Stelle des Netzwerkes diesen Zustand auf ein anderes Ion überträgt.
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A Schaltplan Sample & Hold PI-Regler

Der in Abb. A.1 gezeigte Schaltkreis des Sample & Hold PI Regulators besteht im
Wesentlichen aus zwei Teilen. Der erste Teil ist für das Schalten zwischen den beiden
Modi zuständig und besteht vereinfacht aus einem Zeitgeber (U5), einem Schalter-
baustein (U8, von ihm werden zwei Schalter benutzt) und einem Sample and Hold
Folger (U1 zusammen mit C1). Der zweite Teil ist für die Regelung zuständig und
besteht vereinfacht aus einem Instrumentierungsverstärker7 (U10) und dem PI Regler
(U6A zusammen mit Cint und R27).
Ein Rechteck-Signal am Eingang P3 bestimmt, wann geregelt werden soll. An ei-

nem Zeitgeber U5 kann über den Widerstand R6 und den Kondensator C2 eine
Zeitkonstante eingestellt werden, die bestimmt, mit welcher Verzögerung die Rege-
lung beginnt. Dies ist wichtig, damit der Regler nicht ohne neues Signal anfängt zu
regeln. Das Signal des Zeitgebers bestimmt den Zustand der beiden Schalter 1 und
8 des Schalterbausteins U8. Ist 1 aus und 8 an, so wird geregelt, da ein Teil des
Fehlersignals zum PI Regler gelangt (s.u.). Ist 1 aus und 8 an, so wird gehalten, da
nun allein das Signal des Sample and Hold Folgers zum PI Regler gelangt.
Das Signal der Phododiode und das Referenzsignal, auf welches geregelt werden

soll, werden am Instrumentierungsverstärker U10 verglichen. Sein Ausgang liefert das
volle Fehlersignal. Die Vestärkung wird über das Potentiometer R26 eingestellt. Es
bestimmt, welcher Bruchteil vom Fehlersignal über den Schalter U8 an den Propor-
tionalregler U6A weitergegeben wird. Dieser Operationsverstärker bildet mit Cint
und R27 den PI Regler. Sein Ausgang ist einerseits das Regelsignal für den AOM,
andererseits das Eingangssignal für den Sample and Hold Folger, der das Signal über
den Kondenstor C1 speichert.
Ohne den Integrator Cint wurde die Zeitkonstante des gesamten Regelsystems (mit

Photodiode und AOM) gemessen, indem die Verstärkung soweit vergröÿert wurde
(auf Roszi), dass das System angefangen hat zu oszillieren. Damit wurde die Zeitkon-
stante τsystem des Gesamtsystems bestimmt. Anschlieÿend wurde der Integrator Cint
gewählt, um die Zeitkonstante auf τ = RC ≈ τsystem/1.2 einzustellen. Die Verstär-
kung wurde auf R ≈ Roszi/2.2 eingestellt. Die erzielte Regelbandbreite liegt bei ∼
200 kHz.

7Ein Instrumentierungsverstärker ist eine Operationsverstärkerschaltung, die sich neben geringer
Eingangs- O�set Spannung durch eine hohe Gleichtaktunterdrückung (�common mode rejection�)
auszeichnet.
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A Schaltplan Sample & Hold PI-Regler

Abbildung A.1: Sample & Hold PI Regler nach Konstruktion von Gerhard Hendl.
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B Exponentialreihe

Schreibt man die Elemente der Dichtematrix ρ in einen Vektor ρ̃, so ist seine Zeit-
entwicklung gegeben durch (siehe Gl. (3.2)):

ρ̃(t) = eMtρ̃(0) (B.1)

Diagonalisiert manM, so gilt für das Matrixelement Mij mit der Diagonalmatrix Sk
und der Basiswechselmatrix Vik.:

Mij =
∑
k

VikSk
(
V−1

)
kj

(B.2)

Die Exponentialfunktion eMt kann dann folgendermaÿen umgeschrieben werden:(
eMt

)
ij

=
(
eVSV

−1·t
)
ij

= (VSV−1 · t+
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2!
+ ...)ij
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)
ij

=
∑
k

VikeSkt
(
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(B.3)

Daraus folgt nun für die Zeitentwicklung der i-ten Komponente des Dichtematrix-
vektors:

ρ̃i(t) =
∑
j

(
eMt

)
ij
ρ̃j(0)

=
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j

∑
k
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B Exponentialreihe

Dabei wurde von der zweiten zur dritten Zeile das Kommutieren diagonaler Matri-
zen ausgenutzt. Die Matrix A enthält dabei die Anfangsbedingungen ρ̃(0) und die
Basiswechselmatrix V , die Matrix S ist die in ihre Eigenzustandsbasis transformierte
MatrixM.
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