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Zusammenfassung

Der Ein-Atom-Maser (EAM) basiert auf einem in der Quantenoptik fundamentalen Mo-
dell der Licht-Materie-Wechselwirkung. Dabei wird der Energieaustausch zwischen einer
einzelnen Mode des elektromagnetischen Feldes und einem materiellen Zwei-Niveau-System
betrachtet. Im Experiment werden Mikrowellenresonatoren héchster Giite eingesetzt, die das
Modenkontinuum des freien Raumes im relevanten Frequenzband bis auf eine Resonator-
Modenfrequenz niedriger Ordnung abschirmen. Diese Mode kann auf die Ubergangsfrequenz
des Zwei-Niveau-Systems abgestimmt werden, das durch zwei Rydbergniveaus realisiert
wird.

Der Name Ein-Atom-Maser suggeriert die Verwendung eines einzigen Atoms, obwohl im
beschriebenen Experiment ein Atomstrahl mit vielen Atomen verwendet wird. Allerdings
ist der AtomfluB} so gering, dafl die Wahrscheinlichkeit fiir die gleichzeitige Wechselwirkung
von zwei oder mehreren Atomen sehr klein ist. In den meisten Fillen werden die Atome
nacheinander in den Resonator injiziert und wechselwirken jeweils einzeln mit der Resona-
tormode. Dieser , Atomstrahl-Ein-Atom-Maser“ wird auch oft als Mikromaser bezeichnet
(Maser mit einzelnen -mikroskopischen- Atomen als Pumpmedium). Hier wird aber die-
se begriffliche Unterscheidung nicht vorgenommen und durchgéingig vom Ein-Atom-Maser,
oder kurz EAM, gesprochen.

Da bei EAM-Experimenten das Feld selbst aus technischen Griinden nie direkt gemes-
sen werden kann, mufl der Atomstrahl die Doppelrolle des Pumpmediums und des Me8-
instrumentes iibernehmen. Folglich ist es die Aufgabe der EAM-Theorie, Zusammenhénge
zwischen einer mefibaren Atomstatistik und einer entsprechenden Feldeigenschaft herzu-
stellen. Im Falle der Phasendiffusion existierten in der Literatur bisher nur extrem schwer
zu realisierende Mefimethoden [86,90], da sie auf der Messung der im Experiment sehr
empfindlichen Uberlagerungsphase zwischen den beiden Maserniveaus beruhten. Deswegen
werden im Theorieteil dieser Arbeit zwei alternative Vorschlige ausgearbeitet, die mit der
leicht zu messenden atomaren Emissionswahrscheinlichkeit als Observable auskommen.

Beide Varianten basieren auf dem gleichen Priparationsschema des Feldzustands. Sie
setzen voraus, dafl das EAM-Feld zu einem Anfangszeitpunkt mit einem externen Synthe-
sizer phasengekoppelt sei. Darauffolgend wird die Phasensymmetrie des Resonatorfeldes
durch Abschalten des Synthesizers wiederhergestellt, worauf die Feldphase des EAMs zu
zerlaufen beginnt. Das Zeitverhalten dieses Dekohirenzphdnomens wird durch die Phasen-
diffusionskonstante D charakterisiert.

Die hier vorgestellten Methoden unterscheiden sich nun darin, in welcher Art und Weise
nach einer bestimmten Zeit der Fortschritt der Phasendekohirenz — hier gleichbedeutend
mit dem Zerfall der mittleren E-Feldstirke im Ensemblemittel — gemessen wird.

Die erste Methode erfordert die Messung mehrerer Emissionswahrscheinlichkeiten kurz
nach dem Verschieben des Feldzustands um eine stets konstante Amplitude, aber unter-
schiedlichen Phasen. Diese Mefiserie wird anschlielend durch eine Fourierreihe gefiltert,
dessen erster Koeffizient, wie sich zeigt, die benétigte Information enthélt. Insbesondere
findet man eine gute Ubereinstimmung zwischen dem Zeitverhalten dieser extrahierten Zahl
und der Phasendiffusionskonstanten [104, 136].

Die zweite Methode nutzt dagegen eine direkte Relation zwischen der momentanen
mittleren Feldstidrke der Resonatormode und einer einzelnen Emissionswahrscheinlichkeit



aus, die fiir bestimmte Wechselwirkungszeiten und Verschiebungsamplituden giiltig ist und
ermoglicht daher ein unmittelbares Mitverfolgen der Dekohérenz im Experiment. Dabei
wird der aus [137] abgeleitete Zusammenhang benutzt, der die Messung der sogenannten
charakteristischen Wignerfunktion an einem Phasenraumpunkt mit einer Emissionswahr-
scheinlichkeit ermdoglicht.

Nach Abwéigung der Vor- und Nachteile beider Methoden wurde bei den in dieser Arbeit
vorgestellten Messungen auf die erste Methode hingearbeitet.

Der experimentelle Teil dieser Arbeit berichtet von dem Aufbau und der Inbetriebnahme
des neuen schwingungsgeddmpften EAM-Experiments in einem modifizierten, kommerziel-
len 3He-Kryostat. Dabei konnte der resonatorinduzierte 63P; /2 = 61D59 85 Rb-Ubergang
bei 21.4560 GHz mit einer Linienbreite von 45 kHz aufgelost werden.

Ferner wurde mit den speziellen Mainahmen zur Schwingungsddmpfung die durch Vi-
brationen verursachte inhomogene Verbreiterung des Resonatorspektrums von urspriing-
lichen mehreren 100 Hz auf Werte kleiner 10 Hz reduziert. Erst dieser Wert ermdoglicht
selbst bei hohen Giiten stabile Mikrowelleneinkopplungen und garantiert reproduzierbare
Phasenraumverschiebungen mittels Mikrowellenpulsen.

Bei den Phasendiffusionsmessungen muf} zunédchst dem (phasenlosen) stationdren EAM-
Zustand durch schwache Ankopplung eines resonaten Synthesizers eine Vorzugsphase aufge-
prigt werden. Danach wird die Einstrahlung unterbrochen, worauf die Resonatorphase frei
zu diffundieren beginnt. Erst nach einer gewissen Zeit 1a8t man die beiden Felder wieder
kurz miteinander interferieren. Dabei muf} sichergestellt sein, dafl die Synthesizer-Resonator-
Kohérenz nicht etwa durch externe Einfliisse zerstort wird. Dazu wurde als erster Test ein
Doppel-Puls-Experiment durchgefiihrt, mit dem Kohérenzlingen von iiber 10 ms — mehr
als 200 Millionen Schwingungsperioden — demonstriert werden konnten.

Bei dem durchgefiihrten EAM-Experiment bei gleichzeitiger, zum atomaren Ubergang
resonanter, Synthesizerstrahlung hat sich gezeigt, dafl insbesondere bei hoch angeregten
Feldmoden (mehrere hundert Photonen) die Atom-Feld-Wechselwirkung nicht mehr mit der
diabatischen Niherung beschrieben werden kann. Vielmehr stellt man fest, dal die externe
Einstrahlung die Emission aufgrund zunehmender Adiabatizitit vollig unterdriickt. Dieses
Verhalten konnte theoretisch erklirt und durch Computersimulationen bestétigt werden.

Die Experimente, bei denen die Emissionswahrscheinlichkeit gegen die Modenfrequenz
aufgenommen wurde, konnten die durch die Einstrahlung bedingten Strukturen mit einer
Prézision von weniger als 50 Hz aufgelost werden. Auf die dafiir erforderliche Quetscham-
plitude des Resonatormantels bezogen, bedeutet das eine mikroskopische Hubdifferenz von
weniger als 1 nm. Auch dies ist eine iiberzeugende Demonstration der Vibrationsarmut des
Aufbaus.

Alle Messungen haben gezeigt, dafl einer Phasendiffusionsmessung iiber die ,,Methode
der verschobenen Felder“ kein prinzipieller Hinderungsgrund mehr im Wege steht. Daher
kénnen erste Mefresultate in naher Zukunft erwartet werden.
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Kapitel 1

Einleitung und Uberblick

Die Quantenoptik beschreibt Licht (elektromagnetische Strahlung) und dessen Wechselwir-
kung mit Materie im Rahmen der nichtrelativistischen Quantenphysik. Dabei stehen ins-
besondere Phinomene im Vordergrund, die durch die Physik des 19. Jahrhunderts, speziell
die klassische Elektrodynamik und Mechanik, nicht erklirt werden kénnen. Erst die Mo-
dellvorstellungen der Quantenphysik erlauben eine konsistente physikalische Interpretation
dieser Beobachtungen, die oft im Widerspruch zur Intuition stehen.

Die Anfange der Quantenphysik

Historisch gesehen entwickelte sich die neue Physik aus mehreren fehlgeschlagenen Versu-
chen, die Schwarzkorperstrahlung richtig zu beschreiben.

Nachdem Gustav Kirchhoff 1859 allein aufgrund thermodynamischer Uberlegungen ab-
leiten konnte, dal das Spektrum eines thermischen Strahlers eine universelle Funktion der
Temperatur und der Frequenz sein muf}, begann daraufhin die Suche nach dem konkre-
ten Zusammenhang. Die Ergebnisse, die von Wilhelm Wien und Lord Rayleigh vor der
Jahrhundertwende angegeben wurden, erwiesen sich beide als Ndherungen mit begrenztem
Giltigkeitsbereich. Wahrend die Wien’sche Strahlungsformel (1896) bei niedrigen Frequen-
zen fehlschlug, fithrte das Rayleigh-Jeans-Gesetz bei hohen Frequenzen zu unphysikalischen
Vorhersagen. So divergiert beispielsweise die {iber diese Formel berechnete Gesamtenergie
der Schwarzkoérperstrahlung (,, Ultraviolett-Katastrophe).

Der Durchbruch gelang Max Planck im Jahre 1900 mit seiner zunéchst rein empirisch
aufgestellten Strahlungsformel, die beide Naherungen als Grenzfiille einschliefit und erstmals
im perfekten Einklang mit den experimentellen Ergebnissen war. In der darauffolgenden Ab-
leitung mufite er allerdings die ihm unliebsame Annahme machen, daf} die ,,Oszillatoren® in
den Hohlraumwinden nur diskrete Energiestufen annehmen kénnen und als Folge davon
das elektromagnetische Feld des Schwarzkorpers ebenfalls nur ,,quantisierte“ Energiestufen
zeigt. Neben dieser Quantenhypothese gab es eine zweite Tatsache, die Planck Sorgen be-
reitete: Seine Strahlungsformel bedeutete einen klaren Bruch mit der klassischen Physik,
da sie im Widerspruch zum Gleichverteilungssatz steht. Trotz dieser anfinglichen Zweifel
stand man damals am Anfang einer neuen physikalischen Theorie, die sich im Laufe der
folgenden 30 Jahren zu der iiberaus erfolgreichen Quantenphysik entwickelte.

Weitere Indizien fiir die Planck’sche Quantenhypothese lieferte Albert Einstein im Jahre
1905 mit seiner Untersuchung zum photoelektrischen Effekt. Dabei postulierte er die Exi-
stenz eines Lichtquants, dem er eine Teilchenenergie £ = hw und einen Impuls p = hk
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zuordnete. Er fiithrte also im Gegensatz zu Planck direkt Lichtquanten ein und bemerkte
dabei, daf} auch die Planck’sche Theorie bereits impliziten Gebrauch davon gemacht habe.

Diese damals merkwiirdigen Thesen zur Koérnigkeit des Lichts wurden schliefilich 1927
von Paul Dirac auf ein solides mathematisches Fundament gestellt. Er fithrte die korrekte
Quantisierung des elektromagnetischen Feldes durch und begriindete damit die Quanten-
elektrodynamik (QED). Danach kénnen die Feldmoden wie in der klassischen Physik mit
der Helmholtzgleichung berechnet werden, die Anregung selbiger ist nun aber der Quan-
tisierung unterworfen. Das bedeutet, daf3 die Energie einer Mode nur ganzzahlig vielfache
der Photonenenergie hw annehmen kann. Ein weiterer wichtiger Unterschied zur klassi-
schen Physik besteht im Grundzustand. Wihrend in der klassischen Physik eine Mode ohne
Amplitude, also mit Energie Null denkbar ist, ist dies im quantenphysikalischen Fall auf-
grund der Heisenberg’schen Unschérferelation verboten, da dann zwei nichtkommutierende
Observablen (E- und B-Feld) einen scharfen Wert besifien. In der Quantenphysik ist da-
her der Grundzustand, auch als Vakuumzustand bekannt, durch eine nichtverschwindende
Intensitdtsfluktuation charakterisiert. Diese Eigenschaft hat insbesondere bei der Atom-
Feld-Wechselwirkung entscheidende Konsequenzen.

So konnte die 1947 von W.E. Lamb und R.C. Retherford gemessene Lamb-Shift, d.h.
die Aufhebung der Wasserstoff 2s; 5 und 2p; /» Entartung, im gleichen Jahr von H.A. Bethe
mit Hilfe der Vakuumfluktuationen erklért werden. Ferner konnte 1930 durch die Wigner-
Weisskopf-Theorie die Spontanemission eines angeregten Atoms als eine weitere Folge der
Kopplung des Atoms an das Vakuumfeld des freien Raumes erkannt werden. Die neue
Theorie hatte sich also dabei bestens bewéhrt.

Spontanemission — intrinsisches Merkmal oder manipulierbar?

Die Wigner-Weisskopf-Theorie erlaubt die Berechnung einer Zeitkonstante vy, die den (im
Ensemblemittel) exponentiellen Zerfall eines angeregten atomaren Zustands beschreibt.
Lange Zeit war der Glaube verbreitet, dal diese Spontanemission eine innere Eigenschaft
des Atoms sei und folglich nicht verdndert werden kann. Erst die Wigner-Weisskopf-Theorie
enthilt einen Hinweis darauf, da der atomare Zerfall von aufilen beeinflult werden kann,
da expliziter Gebrauch von der Modendichte des freien Raums

2

Di(w) =53 (1.1)

gemacht wurde. Betrachtet man ein Atom in einem Gebiet unterschiedlicher Modendichte

D, (w), wie zum Beispiel im Inneren eines Resonators, liegt die Vermutung nahe, dafl da-

durch die Spontanemission mitverindert werden konnte. Tatséchlich stellt sich durch ana-

loge Rechnungen heraus, dafi die Lebenszeit 1/, eines atomaren Ubergangs der Frequenz
w um das Verhéltnis der Modendichten verschoben wird. Es gilt

-~ D, (w)
" E D

(1.2)

Die Idee der verstéirkten Spontanemission findet man erstmals 1946 in einer Bemerkung von
E.M. Purcell [2] und ist Grundbaustein der Resonator-QED, eine Teildisziplin der Quan-
tenoptik.
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Resonator-QED

Die Ergebnisse der Resonator-QED koénnen in Regime unterschiedlicher Atom-Feld-Kopp-
lungsstérke aufgeteilt werden. Im Bereich der schwachen Kopplung zusammen mit mode-
raten Giiten des Resonators, zeigt sich nur ein leicht quantitativer Unterschied zum frei-
en Raum. Auch hier erfolgt die Spontanemission in ein kontinuierliches Modenspektrum,
das zwar eine etwas unterschiedliche Modendichte aufweist und dementsprechend die Zeit-
skala des Zerfalls modifiziert, aber dennoch einen irreversiblen Zerfall verursacht. P. Goy
et al. haben 1983 experimentell zeigen kénnen, dafl die Erhéhung der Modendichte zur
Verkiirzung der atomaren Lebenszeit fithrt [16]. Dabei regten sie den 23S-Rydbergzustand
des Natriumatoms an und liesen es mit einem Resonator hoher Giite wechselwirken. Bei
Atom-Feld-Resonanz trat verstirkte Spontanemission auf. Im Gegensatz zu diesem Experi-
ment konnte die Unterdriickung der Spontanemission in diinnen Farbstoffilmen bereits 1974
von K.H. Drexhage et al. experimentell bestitigt werden [11].

Eine ganz andere Qualitit bekommt die Spontanemission im Falle der starken Kopplung
zusammen mit hohen Resonatorgiiten. Da die Modenstruktur die einzelnen Resonanzen
sehr scharf aus dem Modenkontinuum herausschneidet, bietet sich hier die Rechnung mit
diskreten Moden an. Dabei wird man sich auf diejenigen beschrédnken, die quasiresonant zu
einem atomaren Ubergang sind. Wird nun ein Atom im angeregten Zustand in eine solche
Umgebung gebracht, gibt es zwei Moglichkeiten. Entweder ist ein atomarer Ubergang zu
einer Feldmode resonant, dann kann ein periodischer Energieaustausch zwischen dem Atom
und der Feldmode beobachtet werden, oder keine atomare Ubergangsfrequenz paBt zu einer
der Feldfrequenzen, dann wird der Spontanzerfall nahezu komplett unterdriickt.

Mit den Ein-Atom-Maser (EAM) Experimenten hat man es tatsdchlich geschafft, in
diesen Bereich der starken Kopplung vorzudringen.

Neueste Entwicklungen, die die Modifikation der Spontanemission bewuflt einsetzen,
sind Mikrolaser. Die moderne Halbleitertechnologie ermdoglicht dabei die Herstellung opti-
scher Resonatoren mit Maflen unter 1 ym. Gerade weil die Spontanemission als Hauptquelle
fiir Energieverluste, Schaltgeschwindigkeits-Limitierung und Laserrauschen gesehen werden
kann, erhofft man sich durch die Kontrolle selbiger eine Verbesserung der Lasereigenschaf-
ten. ,,Schwellenlose“ Halbleiterlaser konnten damit realisiert werden [30].

Ein-Atom-Maser — Spielwiese fiir Experimentatoren und Theoretiker

Wie in Abb.1.1 schematisch dargestellt, wird bei den in dieser Arbeit beschriebenen EAM-
Experimenten ein hochkollimierter Rubidium-Atomstrahl in einen supraleitenden Niob-
Resonator injiziert. Dabei werden die Atome direkt vor dem Eintritt in den Resonator
mittels eines frequenzverdoppelten Farbstofflasers (~297 nm) von dem 55 /2-Grundzustand
aus in das 63P3/,-Rydbergniveau angeregt. In den zylindrischen Resonatoren, bei denen
Giiten von Q > 10'0 erreicht werden kénnen, wechselwirken die Rubidiumatome resonant
mit der TE121-Mode, die durch mechanische Deformation auf den Mikrowellen-Dipoliiber-
gang nach 61D5 /5 (21.456 GHz) gestimmt wurde (Abb.1.2). Nachdem das Atom den Reso-
nator verlassen hat, wird es durch zustandsselektive Ionisation detektiert.

Da sich aufgrund des geringen atomaren Flusses zu hoher Wahrscheinlichkeit immer nur
ein Atom im Resonator aufhilt, und die Dynamik deswegen auf die Wechselwirkung eines
Atoms mit dem Feld zuriickzufiihren ist, spricht man auch vom Ein-Atom-Maser (EAM).

Viele Aspekte dieses Modells kénnen analytisch berechnet werden, da die Beschreibung
der Dynamik auf dem sogenannten Jaynes-Cummings-Modell basiert, welches bereits 1963
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(a) (b) () (d)

Abbildung 1.1: Schema des Ein-Atom-Masers. In (a) werden die Atome in ein Rydbergniveau ange-
regt. Die schrige Lasereinstrahlung bewirkt eine geschwindigkeitsselektive Anregung (Dopplereffekt).
Im Resonator (b) wechselwirkt das Atom mit der Feldmode. Ein Vorgang, der bei Vernachlissigung
der Dimpfung, mit dem Jaynes-Cummings-Modell beschrieben werden kann. Verlifit das Atom den
Resonator, so befinden sich Feld und Atom in einem verschringten Zustand (c), der durch die zu-
standsselektive Messung zerstirt wird. Die weiter auseinanderliegenden Ionisationsplatten von A
symbolisieren eine geringere Feldstirke, d.h. |a) wird ionisiert, |b) nicht (d).

von E.T. Jaynes et al. [36] gelost wurde. Es modelliert die vollstindig quantenmechanische
Wechselwirkung zweier elektronischer Niveaus eines einzelnen Atoms mit einer einzelnen
quasiresonanten Mode des elektromagnetischen Strahlungsfeldes.

Bis heute beschiftigen sich viele theoretische Arbeiten in der Quantenoptik mit diesem
fundamentalen Modell und dem darauf aufbauenden EAM. Beispielsweise gibt es Vorschlige
zur Erzeugung nichtklassischer Zustédnde, die in Abschnitt 2.6 dieser Arbeit beschrieben
werden, sowie deren Rekonstruktion iiber die im Experiment zugingliche Atomstatistik
[107-109, 117,133,136, 137]. Ferner gibt es einen Vorschlag von M. Loffler et al. [66] wie
man mit Hilfe des EAM-Experimentes die Nichtlokalitit des Atom-Feld-Zustands nach der
Wechselwirkung in Form einer Bell’schen Ungleichung quantifizieren kann. Seit neuestem
fokussiert sich das Interesse auf die Beriicksichtigung der Bewegungsquantisierung von Ato-
men im EAM, der in diesem Zusammenhang wegen der quantisierten z-Ortsachse auch als
Mazer bezeichnet wird [78-85].

Auf der experimentellen Seite zeigten bereits 1985 D. Meschede et al. [48], daB eine Rea-
lisierung im Labor mit vertretbarem Aufwand moglich ist und sich damit die theoretischen
Vorhersagen auch im Experiment verifizieren lassen. Tatsédchlich konnten darauffolgend wei-
tere quantenmechanische Phinomene wie Revivals [51, 68], sub-poissonsche Photonenzahl-
verteilungen [57,70,74,77] und Interferenz zwischen Dressed-States [62,70] gemessen wer-
den.

Gliederung der Arbeit

Im einleitenden Theoriekapitel 2 werden die Grundziige der EAM-Theorie zusammenge-
fafit. Da die in dieser Arbeit entwickelten Mefimethoden stets auf der Ankopplung ei-
nes externen Mikrowellenfeldes an die Resonatormode basieren, muf} die einfache Jaynes-
Cummings-Dynamik in Kapitel 3 auf diesen Fall ausgedehnt werden. Insbesondere wird dort
die Moglichkeit einer Feldzustandsverschiebung im Phasenraum und die Priparation eines
Phasen-Mikromaserzustands diskutiert. Daneben findet man noch einige Tricks zur mathe-
matischen Beschreibung des Atom-Feld-Systems bei gleichzeitiger Mikrowelleneinstrahlung.
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63P3/o
®
21.456 GHz
@ Abbildung 1.2: Vereinfachtes Termschema von 8°Rb. Vor der
61D5/2 Wechselwirkung mit dem Resonator wird das Atom mittels
UV-Laseranregung direkt vom Grundzustand in das 63P3/,-
297 nm Rydberg-Niveau angeregt (wird in den Rechnungen als Ket-

Vektor |a) bezeichnet). Der Resonator ist auf die Differenz-
frequenz zum tiefer liegenden 61Dj/5-Rydberg Zustand |b) ge-
stimmt.

©

551 /2(F=3)

Auf eine vollstindige Darstellung dieser vielfiltigen Materie wird jedoch verzichtet und statt
dessen das Augenmerk auf Phinomene gerichtet, die fiir die Erklirung der experimentellen
Ergebnisse wichtig sein werden.

Ferner haben die Meflergebnisse gezeigt, dafl gerade im Zusammenhang mit héher ange-
regten Feldmoden, die diabatische Niherung bei der Atom-Feld-Wechselwirkung nicht mehr
sinnvoll angewendet werden kann. Griinde dafiir findet man in Kapitel 4.

Bevor dann in Kapitel 6 die beiden neuen Methoden zur Messung der Phasendiffusi-
on bzw. Linienbreite der EAM-Strahlung présentiert werden, fithrt das Kapitel 5 in die
Besonderheiten des EAM-Spektrums ein. Aulerdem wird die numerisch berechnete EAM-
Linienbreite mit einem semiklassischen Ausdruck verglichen, der die physikalischen Ursa-
chen der Phasendiffusion beim EAM klar offenlegt.

Ab Kapitel 7 beginnt dann der experimentelle Teil der Arbeit. Dort werden zunéchst die
wichtigsten Komponenten des Experiments beschrieben. Im Fokus stehen dabei der neue
schwingungsgeddmpfte EAM-Aufbau und eine detaillierte Beschreibung der Fertigung und
Planung supraleitender Nb-Resonatoren.

Schliellich prisentiert Kapitel 8 die Meflergebnisse, die im Hinblick auf die Phasendif-
fusionsmessung durchgefiihrt werden konnten.



Kapitel 2

Theorie des Ein-Atom-Masers

Die Theorie des EAM geht auf die Arbeit von P. Filipowicz et al. [49] aus dem Jahre
1986 zuriick. Darin wurde zum ersten Mal die EAM-Mastergleichung fiir die Dynamik der
Felddichtematrix aufgestellt und fiir stationire Verhéltnisse gelost. Sie enthilt folgende
Annahmen und Bestandteile:

e Einzelne Atome wechselwirken mit einer einzelnen Resonatormode.

e Das Atom wird als quantenmechanisches Zwei-Niveau-System betrachtet, das durch
die fermionischen ,spin-flip“-Operatoren ¢, ¢! beschrieben wird. Die Ortskoordinate
des Schwerpunkts wird als klassische Variable angenommen, d.h. nicht quantisiert.

e Die Resonatormode wird ebenfalls quantenmechanisch, durch die bosonischen Erzeu-
gungs- und Vernichtungsoperatoren a,a’ beschrieben.

e Die Dynamik des EAM-Feldes 148t sich in zwei voneinander getrennte Phasen auftei-
len:

— Pumpphase - Unter Vernachlissigung jeglicher Dampfung wechselwirkt ein
Atom mit der Resonatormode und kann diesem ein Mikrowellenphoton hin-
zufiigen.

— Dampfungsphase - Zwischen zwei atomaren Pumpphasen relaxiert das Feld in
Richtung eines thermischen Zustands. Die zeitliche Linge der Ddmpfungsphase
sei poisson-verteilt.

Aufgrund seiner zentralen Rolle wird dieses Modell zu Beginn dieses Kapitels nochmal
skizziert.

2.1 Jaynes-Cummings-Modell

Um all die facettenreichen Erscheinungen in der EAM-Dynamik verstehen zu konnen,
miissen sowohl die elektronischen Freiheitsgrade des Atoms, als auch die Amplitude der
Resonatormode quantisiert werden. Die Pumpphase des EAMs wird also durch die unitére
Zeitentwicklung beschrieben, die der dreiteilige Hamiltonoperator

M =Hp + Hp + Har (2.1)

erzeugt. Mit den Bestandteilen 74 und Hp, die Hamiltonoperatoren des Atoms und des
Feldes ohne Wechselwirkung, und dem Wechselwirkungsoperator Har.
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Der Hamiltonoperator des ungestorten Atoms - Ha

Im Hinblick auf die quasiresonante Wechselwirkung des Atoms mit dem EM-Feld, kann man
die Eigenzustinde von Ha auf diejenigen zwei beschriinken, deren Ubergangsfrequenz der
Modenfrequenz am nichsten kommt. Alle anderen Zustinde werden aufgrund der groflen
Atom-Feld-Verstimmung fast nicht beeinfluit und kénnen vernachléssigt werden. Der redu-
zierte Hilbertraum besteht dann aus den Zustidnden |a),|b) mit den Eigenwertgleichungen

Hali) = Eiliy  i=a,b; E, > By, (2.2)

Wird der Energienullpunkt in die Mitte von F, und Ej gelegt, kann der Hamiltonoperator
als

Ha = Shono. = s hws (a)al — [6) () (2.3)

geschrieben werden. Hierbei wurde die Pauli-Matrix o, verwendet, die iiber die Kommuta-
torbeziehung |c, cT] = ¢, mit den hiiufig verwendeten ,spin-flip“-Operatoren ¢, ¢! verkniipft
ist.

Fiir die ,,spin-flip“-Operatoren (atomare Vernichtungs- und Erzeugungsoperatoren) gilt
die Antikommutatorbeziehung

[e,cl]y = 1. (2.4)

Diese Operatoren stellen fiir den hier eingefiihrten 2-dimensionalen Hilbertraum ein
vollstindiges System dar, d.h. jede atomare Observable kann eindeutig in ¢ und ¢ ent-
wickelt werden. So ergibt sich beispielsweise fiir den Ortsoperator des Elektrons, der die
Elektronenposition relativ zum Atomkern mifit,

r = (a|lr|b)(c+ ). (2.5)

Es wurde angenommen, daf} die beiden elektronischen Zustdnde kein permanentes Dipol-
moment besitzen und das Ubergangsmatrixelement (a|r|b) reell gewihlt werden kann, was
bei geeigneter Wahl der Quantisierungachse stets moglich ist.

Der Hamiltonoperator des EM-Feldes - Hp

Wie in der QED im Rahmen der 2.Quantisierung gezeigt wird [7], kann eine Mode des
EM-Feldes analog zur Behandlung des mechanischen harmonischen Oszillators quantisiert
werden. Somit kann die Feldenergie iiber die entsprechenden Leiteroperatoren a,a’ in Quan-
tenstufen von Aiwg verdndert werden.

Wie beim harmonischen Oszillator werden die stationdren Zustidnde, auch Fockzustinde
genannt, mit ganzen Zahlen von n > 0 durchnumeriert und erfiillen die Eigenwertgleichung

Hrln) = En|n). (2.6)
Bei Vernachlissigung der Nullpunktenergie 1/2kwr lautet der Hamiltonoperator

Hp = ﬁwFaTa (2.7)
mit der Bosevertauschungsrelation

[a,al] =1 (2.8)
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fiir die Vernichtungs- und Erzeugungsoperatoren. Der Operator der elektrischen Feldstérke
kann nun mit Hilfe dieser Leiteroperatoren als'
u(R)

E(R) = N & (a+ah) (2.9)

geschrieben werden, wobei die sogenannte elektrische Feldstirke pro Photon [10]

ﬁUJF
= 2.10
&o Vo (2.10)

und die auf das Resonatorvolumen Vi normierte Modenfunktion u(R) eingefiithrt wurde.
Die Modenfunktion ist Losung der klassischen Helmholtzgleichung in Verbindung mit der
gegebenen Resonatorgeometrie als Randbedingung.

Der Wechselwirkungsoperator - Har

Um nun das Atom in Wechselwirkung mit dem EM-Feld als quantenmechanische Gesamtheit
beschreiben zu kénnen, mufl man als vollstindiges System moglicher Zustinde den Produkt-
Hilbertraum aus Atom- und Feldzustinden verwenden:

In) ® |i) = |n,1) neNy;i=a,b (2.11)

In der EAM-Theorie kann die Wechselwirkungsenergie in Dipolndherung berechnet werden.
Die dafiir nétige Bedingung eines auf atomarem MaBstab 6rtlich quasikonstanten EM-Feldes
ist selbst bei den verwendeten aufgeblihten Rydbergatomen (Bohrscher Radius =~ 0.5 pm)
in Verbindung mit cm-Wellen sehr gut erfiillt. Die Quantisierung erfordert das Ersetzen der
klassischen Variablen durch die entsprechenden oben eingefithrten Operatoren und fithrt
direkt zu dem wohlbekannten Jaynes- Cummings- Wechselwirkungsoperator [36] 2:

Har = —erE(R)
= Tig(R)(c+ cf)(a + af) (2.12)
mit der Koppelkonstante
Eo u(R
g(R) = _% : (_2) (2.13)

und dem Dipolmatrixelement
g = e(a|r|b). (2.14)

Man beachte die zwei verschiedenen Ortsvektoren der Elektronenposition r relativ zum
Atomkern (wird als identisch mit dem Massen-Schwerpunkt angenommen) und der Atom-
kernposition R innerhalb des Resonators.

Die Terme ca und cfa’ im Hamiltonoperator aus Gln. 2.12 kénnen unter der Bedingung
g(R),|wr — wa| € wa,wr vernachlissigt werden (Rotating-Wave-Niherung oder Drehwel-
lenniherung). Man erhilt zusammenfassend den Hamiltonoperator des Gesamtsystems

H = hwra'a + hwacle + hig(R)(ac + afc). (2.15)

'In der Literatur findet man anstatt E ~ (a +a') auch E ~ i(a — a'); beide Ausdriicke lassen sich jedoch
bei geeigneter Transformation (a,a’) — (@,a") ineinander iiberfiihren.

2 Anstatt der hier verwendeten rE-Kopplung kann auch die minimale Kopplung in Form von pA angesetzt
werden. Eine Diskussion dieser Moglichkeiten findet man bei W. E. Lamb [40]. e = —|e|, elektrische Ladung
des Elektrons.
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Atom-Feld-Dynamik

Als Grundpfeiler des Pumpprozesses erfordert die EAM-Theorie die analytische Bestim-
mung der Dynamik des verschrinkten Atom-Feld-Systems. Eine Aufgabe, die besonders
leicht in der Basis der Eigenzustinde von H gelost werden kann. Aufgrund der Tatsache,
dafl diese Zustidnde elektronische stationire Zustinde darstellen, die mit dem elektroma-
gnetischen Feld verwoben sind, werden sie auch bildlich als Dressed-States bezeichnet und
sollen hier kurz eingefiihrt werden.

Es ist offensichtlich, da§ die oben eingefiihrte Basis |n,?) des durch Atom- und Feld-
zustdnde aufgespannten Hilbertraums nicht die richtige Wahl sein kann, da die Zustidnde
|a,m) und |b,n + 1) von den entsprechenden Grundprozessen in Har, die Emission eines
Atoms in die Feldmode (afc) beziehungsweise die Absorption eines Feldphotons durch das
Atom (ac?), erfaBt und verindert werden. Allerdings stellt man fest, daB diese beiden
Zustinde ein dynamisch abgeschlossenes Paar darstellen, weil sie in der zeitlichen Ent-
wicklung ausschlielich in den jeweiligen anderen Zustand iibergehen kénnen.

Deswegen ist es naheliegend zur Bestimmung der Dressed-States eine sich im Nachhinein
sinnvoll entlarvende Uberlagerung aus den Zustinden |a,n) und |b,n + 1) anzusetzen:

|n+) = cosbylb,n + 1) +sinb,|a,n)
|n—) = —sinf,|b,n + 1) + cosby,|a,n) (2.16)

Der Grundzustand |0, b) bildet eine Ausnahme, da er im gekoppelten und im ungekoppelten
Fall Eigenzustand zum entsprechenden Hamiltonoperator ist. Da hier stets der atomare
Zustand |a) als Anfangszustand gewihlt wird, spielt dieser Grundzustand keine Rolle und
wird im Folgenden weggelassen.

Zur Bestimmung der Koeffizienten setzt man obigen Ansatz in die Eigenwertgleichung
des gesamten Hamiltonoperators

H|nt) = Epx|nt) (2.17)
ein und erhalt
st =~ _?:F)Q 7 ¢ 2= 2—2
cos b, = Bn — Oar ; cos26, = —(SA—F.

\/(An _5AF)2 -I—Q% A,

Dabei wurden die beiden sogenannten Rabifrequenzen A, 2, eingefiihrt, die, wie sich im
nichsten Abschnitt herausstellen wird, die Kreisfrequenz des Atom-Feld-Energieaustausches
beinhalten, und die Atom-Feld-Verstimmung dar. Es gilt

A, = /02, +022
Q, = 29vn+1

5AF = WA — WF. (2.18)

Die Eigenwerte bestimmen sich zu

h
En:tzg

(2n + Dwp + Ay)

h
Ey = _E(wF—I_(SAF) (2.19)
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B [1+)
Abbildung 2.1: Die Atom-Feld Gesamtener- |, 1) |1-)
gie des gekoppelten und ungekoppelten (g=0) /%\
Systems, aufgetragen als Funktion der Verstim- W
mung dap. Der Verlauf der Dressed-States- \ —/O—I-)
OAF / AEsTp, 1) |
Energien ist durch das ,avoided crossing® bei i

Resonanz charakterisiert. Die Aufspaltung be- la, 0) 10-)
tragt dort 0, und vergrofert sich mit Verstim- /__\
mung auf A,. 10

Die Zustinde |0) und |b,0) sind identisch, da sie

zu den Hamiltonoperatoren des gekoppelten und  |b,0)
ungekoppelten Problems FEigenzustinde sind.

F

0 0A

und sind in Abb. 2.1 als Funktion der Verstimmung dargestellt.

Nachdem nun die stationdren Zustidnde bestimmt wurden, kann man jetzt in dieser Basis
den nichtstationiren Fall des oszillatorischen Energieaustausches zwischen Atom und Feld
untersuchen.

Als Anfangszustand werden die Zustinde

[9a(0)) = la,m)
[96(0)) = [b,n+1) (2.20)

angenommen. Aus diesen beiden Zustéinden kann man sich durch Superposition jeden belie-
bigen Anfangszustand zusammenbauen. Zur Berechnung der Zeitentwicklung transformiert
man zunichst diese Zustinde in die Dressed-States-Basis, in der die Zeitentwicklung einfach
als Multiplikation mit dem Phasenfaktor exp{—i/hE,1t} gegeben ist. Die Riicktransforma-
tion in die |a, n), |b,n + 1)-Basis ergibt

|¢a(t)> = Cn(t)|aan> + Sn(t)|ban + 1)

[96(t)) = Sn—1(t)la,n) + C}_1(t)[b,n + 1) (2.21)
mit den Koeffizienten
. An .5AF . Ant
Cn(t) = COS (T) — ZA—n sin (T)
Q, . Ayt
Sp(t) = —2A—n sin (T) . (2.22)

Fiir den Fall, daf das Atom im angeregten Zustand |a) plotzlich in das Resonatorfeld |n)
gebracht wird, gilt fiir die Wahrscheinlichkeit das Atom nach der Zeit ¢ im Grundzustand
vorzufinden

Apt
py(t) = sin® 26, sin® T" (2.23)
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Im Resonanzfall (sin26,, — 1,A, — £,) hat das Atom zur Zeit ¢, = 7/, seine Energie
an das Feld mit Wahrscheinlichkeit 1 abgegeben. Nach einer weiteren Zeit ¢, ist der An-
fangszustand wiederhergestellt. Die Energie oszilliert also mit der Frequenz (2, zwischen
Atom und Feld. €2, wird als n-Photonen Rabifrequenz bezeichnet. Im Falle zunehmender
Verstimmung erhoht sich die Rabifrequenz auf A, und die maximale Wahrscheinlichkeit
py(m/Ay) sinkt.

2.2 Semiklassische Atomdynamik

In der semiklassischen Beschreibung wird die Quantisierung des Atoms als Zwei-Niveau-
System beibehalten, das Strahlungsfeld jedoch durch eine E-Feld Amplitude fy klassisch
behandelt [22]. Dieses Modell liefert als Energieaustauschfrequenz die semiklassische Rabi-
frequenz pfy/h, die allerdings in diesem Abschnitt mit der Bezeichnung 2g+/(n) + 1 (Rabi-
frequenz bei mittlerer Photonenzahl (n)) aus dem Jaynes-Cummings-Modell gleichgesetzt
wird.

Wird der atomare Zustand nun durch die Dichtematrix ps beschrieben, kann seine Dy-
namik als Prizessionsbewegung in einem 3-dimensionalen Raum geometrisch veranschau-
licht werden [35]. Die Komponenten des Zustandsvektors (=Blochvektor) stellen sich als
die Inversion des Zwei-Niveau-Systems (€, (o,)) und die Polarisation der Dipolschwingung
(€x/y <0’z/y>) heraus.

Die Bewegungsgleichung kann nun kompakt mit Hilfe der Paulimatrizen (z.B. [8]) ge-
schrieben werden als (mitrotierendes Bezugssystem)

d

2@ = —(@xA

A = 0aré, +2g9V/(n) + 18, (2.24)

Mit den Mittelwerten fiir die atomaren Meflgréfien

(03) = Tra (pAUi] (2.25)
und
(0z) = pab+ poa = 2Re{pap}
(oy) = i(pab — pva) = 2Im{pap}
<Uz> = Paa — Pbb- (2.26)

Obige Gleichungen definieren das in der Literatur unter dem Namen Blochbild bekannte
Modell, das die atomare Dynamik als Préizessionsbewegung um den Vektor A in einem
abstrakten Raum (definiert durch die Koordinaten des Blochvektors (o;)) darstellt (siehe

-

Abb 2.2). Die semiklassische Rabifrequenz ist durch den Betrag von A gegeben

A =|A&| = /625 + 4g%((n) + 1). (2.27)
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Abbildung 2.2: Semiklassische Atom-Feld-Wechselwirkung
im Blochbild. Die Dichtematrixz des atomaren Zwei-Niveau-
Systems kann eindeutig durch einen Punkt in der ,Blochkugel”
mit Radius 1 angegeben werden. Die Projektion auf die z-Achse
9ibt dann die Inversion des Systems an (Besetzungswahrschein-
lichkeit fiir oberen Zustand minus unteren Zustand), die Projek-
tion in die x-y-Ebene bestimmt die Polarisation des atomaren 1 4
Dipols (Real- und Imagindrteil der Dichtematriznebendiagona- N
le). \ ‘ -
Als Anfangszustand wurde das Atom im oberen Zustand an- — (o)
genommen (z=1). Der Vektor A wird durch seine Komponen- T !

ten, die resonante Rabifrequenz 2g+/(n) + 1 und die Atom-Feld- 9

Verstimmung d s, definiert und schliefit einen Winkel 9 zur z-
Achse ein. Die Zeitentwicklung des atomaren Systems ist dann
als Prizession des Blochvektors um A gegeben. Diese Art der /
Dynamik setzt voraus, daff die Wechselwirkung instantan einge-

setzt hat. Je langsamer jedoch die Feldstirke von Null auf ihren
Endwert erhoht wird, desto mehr neigt der Blochvektor dazu an 2gy/(n) +1
A Kleben zu bleiben und die Dynamik wird adiabatischer.

Fir den adiabatischen Grenzfall zeigt der Blochvektor wihrend
der gesamten Zeitentwicklung in die Richtung +A, was bei der
quantenmechanischen Beschreibung einem Dressed-State ent-
sprechen wiirde.

SAR - ‘

X

2.3 Dampfung des Resonatorfeldes

Die im Abschnitt 2.1 beschriebene Atom-Feld-Dynamik konnte durch eine quantenmechani-
sche unitire Zeitentwicklung einer gegebenen Wellenfunktion beschrieben werden. Insbeson-
dere erlaubt die EAM-Theorie wihrend der Pumpphase eine ddmpfungsfreie Beschreibung.
Sowohl der atomare Zerfall in nichtaktive Niveaus, als auch die Feldmodenddmpfung werden
auf dieser Zeitskala vernachlissigt.

Im Gegensatz dazu mufl die Feldddmpfung in der Zeit zwischen zwei Pumpphasen
beriicksichtigt werden. Aufgrund der Tatsache, daf} es sich hier um eine irreversible Dynamik
handelt, kann die Felddynamik nicht mehr durch eine unitire Transformation beschrieben
werden, da dies stets die Kompatibilitit beziiglich Zeitumkehr einschliefit. Vielmehr muf}
eine Beschreibung gewihlt werden, die alle moglichen Feldzustéinde in einer charakteristi-
schen Zeit I'™! = ¢4, - der Photonenlebensdauer - in den thermischen Zustand mit mittlerer

Photonenzahl
A -1
Ngp = [exp (ﬁ) - 1] (2.28)

relaxieren 148t. Bekanntlich ist der thermische Zustand kein reiner Zustand mehr, sondern
ein Gemisch von Fockzustinden und mufl daher in Form einer Dichtematrix p angegeben
werden.

Die mathematische Beschreibung erfolgt hier iiber die Mastergleichung eines an ein
thermisches Bad gekoppelten harmonischen Oszillators [8, 28]

r
p = —E(nth +1) [aTap — 2apa’ + paTa]
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r
— 5 th [aafp — Qana + paaT]

= Lp. (2.29)

2.4 Mastergleichung

Die unterschiedlichen Zeitskalen erlauben die Vernachlédssigung der Dédmpfung wéihrend der
Wechselwirkungszeit eines Atoms. Somit kann die Zeitentwicklung des EAM-Feldes in eine
dampfungsfreie Pumpphase (ein Atom durchquert den Resonator) und eine Relaxations-
phase (kein Atom im Resonator, Mode wird geddmpft) unterteilt werden.

Nachdem das Atom im oberen Zustand |a) in den Resonator injiziert wurde, soll das
Atom-Feld-System nach der unitiren Zeitentwicklung des Jaynes-Cummings-Modells be-
schrieben werden. Es wird angenommen, dafl das Atom mit moglicher Verstimmung dap
ein Zeit 7 wechselwirkt und dafl die Koppelkonstante wegen der Diabatizitit durch einen
Effektivwert

g=1" /Odt'g(t') (2.30)

ersetzt werden kann. Nach dem Verlassen des Resonators befindet sich das Gesamtsystem
i.a. in einem verschrinkten Zustand (Entangled-State). Der Gesamtzustand lafit sich also
nicht mehr als Produktzustand von Atom- und Feldzustinden ausdriicken, was sowohl klas-
sische als auch quantenmechanische Korrelationen zur Folge hat [72]. MiBt der Detektor
den Zustand |a), so soll der reduzierte Dichteoperator des Feldes mit

{ A>p (2.31)
bezeichnet werden. Analog dazu die Definition von B fiir die Messung von |b).

Da hier keine individuelle, sondern eine stationiire Losung im Sinne eines Ensemble-
mittelwertes gesucht wird, kann die Dichtematrix nach der Wechselwirkung eines Atoms
iber die moglichen Mefiwerte gemittelt werden. Bei Detektoreffizienz 1 = 1 ergibt sich eine
Anderung pro Atom

dop=(A+B-1)p. (2.32)

Die MeBloperatoren kénnen direkt aus dem Jaynes-Cummings-Modell im Wechselwirkungs-
bild mit Hilfe von Gln. 2.21 abgeleitet werden. Ausgehend von den Komponenten der Dich-
tematrix in Fockdarstellung nach der Spurbildung

prm = Co(T)Co(T) Pm + Sn-1(T)S}, 1(T) Pt m—1, (2.33)

erhilt man schnell, wie in Anhang B zusammengefaft, die expliziten Darstellungen von A
und B.

Liegt ein poissonscher Atomstrahl vor (Ankunftszeiten der Atome sind unabhingige
Ereignisse), und stellt man sich den Pumpvorgang als iiber die Zeit verschmiert vor, so
kann die Differenz in Gln. 2.32 als Differential geschrieben und mit der Flufirate r gewichtet
werden.
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Fiir den Gesamtproze$ 148t sich die differentielle Anderung der Felddichtematrix p als
Summe der Dampfungs- und Mefoperatoren ausdriicken [61]

p = (L+r(A+B-1))p
= Mp. (2.34)

Diese Mastergleichung wurde erstmals 1986 von P. Filipowicz et al. [49] abgeleitet, kurz
darauf von L.A. Lugiato et al. [52].

2.5 Stationare Photonenstatistik

Betrachtet man die Mastergleichung B.7 mit ihren expliziten Operatoren, erkennt man,
daf in Fockdarstellung die Feldmatrixelemente (n,m) nur iiber ihre diagonalen Nachbarn
(n+1,m+1) und (n — 1,m — 1) gekoppelt sind. Man kann also jeder Diagonalen eine
von den anderen entkoppelte Bewegungsgleichung zuordnen. Bei einer anfangs diagonalen
Dichtematrix, kann man sich deshalb auf die Diagonalelemente beschrinken. Der stationire
diagonale Dichteoperator wird im Folgenden als p(°5) bezeichnet. Er erfiillt die Gleichung

(L+r(A+B—1))p) =o. (2.35)

In Fockdarstellung kann man diese Gleichung als Ratengleichung fiir die Feldenergieni-
veaus interpretieren. Bezogen auf ein Niveau gibt sie den Wahrscheinlichkeitsfluf} fiir die
Be- und Entvoélkerung an. Die Forderung, dafl im stationiren Zustand der Nettostrom fiir
jedes Niveau verschwinden mufl — detailed balance - Bedingung — , fithrt unmittelbar auf
eine Rekursionsgleichung fiir die Diagonalelemente (n|p(5)|n) = p(55)(n). Mit Hilfe dieser
Gleichung kann man nun den expliziten Ausdruck fiir den Dichteoperator des EAM-Feldes
angeben:

ata aa
n Nez
p(SS) (aTa) - p(SS) (0) (#’1) H (1 + |Sm—1‘2> (2.36)
m=1

gy + 1 T M

Der Wert p(5%)(0) (=Null-Photonen-Wahrscheinlichkeit) bestimmt sich aus der Normie-
rungsbedingung. Die Photonenstatistik des Feldes (n|p|n) erhélt man in diesem Fall durch
Austauschen des Photonenzahloperators afa durch n.

Die Photonenstatistik als Funktion des Pumpparameters

Der Pumpparameter wird beim EAM iiblicherweise als

0 = g7/ Ney (2.37)

definiert. Diese Definition ist sinnvoll, da die Struktur der Funktion (n)(f) weitgehend
unabhéngig von speziellen N, -Werten ist. So beginnt die mittlere Photonenzahl ab dem
Schwellwert 6 ~ 1 stark anzusteigen (Abb. 2.3). Das Maximum dieser Entwicklung ist sicher
dann erreicht, wenn sich der atomare Blochvektor um 7 gedreht hat, fast jedes Atom also
seine Energie in der Feldmode deponiert. Mit der Bedingung 2¢g71/N,; = 7 fiir diesen Pro-
zeB, erhilt man 6 = 7/2. Erhoht man den Pumpparameter noch weiter, sinkt die mittlere
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Photonenzahl wieder, weil der Rabiwinkel gréfler © wird und deswegen die Emissionswahr-
scheinlichkeit abnimmt — eine direkte Konsequenz der vollstindig kohérenten Wechselwir-
kung der Atome. Signifikant im weiteren Verlauf sind die scharfen Zacken bei 8 ~ n2x. In
diesem Bereich bildet sich bei hoheren Photonenzahlen ein weiteres lokales Maximum aus.
Eine anschauliche Erklidrung findet man z.B. im Rahmen einer semiklassischen Betrachtung
in [55, 56]. Wie experimentell von O. Benson et al. [60] gezeigt werden konnte, ist dieser
Bereich bistabil, d.h. die EAM-Intensitéit springt zwischen den beiden Maxima hin und her.
Es wurden Zeitkonstanten bis zu 10 min. gemessen.

2.6 Erzeugung nichtklassischer Zustande

2.6.1 Nichtklassische Photonenstatistik — Sub-Poisson-Bereich

In der Abbildung der Photonenstatistik (Abb. 2.4) fillt fir § > /2 eine zunehmende
Verschmilerung der Photonenverteilung auf. Will man dieses Verhalten quantifizieren, kann
man als Mafl der Abweichung von der Poissonstatistik den von Mandel 1979 eingefiihrten
Q-Parameter angeben [13]:
An?
== _1 2.

Q ) (2.38)
An? = (n?) — (n)” bezeichnet dabei die Varianz der Photonenstatistik.

Der so definierte Q-Wert ist negativ (positiv) fiir eine sub- (super-) Poissonverteilung
und gleich Null fiir die Poissonverteilung. Das untere Limit —1 wird von der schmalsten
Photonenstatistik — dem Fockzustand — erreicht.

Wie ist es nun moglich, da das durch Pump- und Dissipationsprozesse vorgegebene
Rauschen im EAM reduziert wird? Zunéchst erzeugt ein riickkopplungsfreier Pumpmecha-
nismus, wie er im normalen Maser vorliegt, eine Poissonstatistik. Dort ist die Photonenge-
winnrate pro I' ! gleich N, /2, also unabhingig von der aktuellen Photonenzahl. Anders
ist die Situation im Subpoissonbereich des EAMs. Fiihren hier Fluktuationen zu kurzfristig
hoéheren Pumpparametern, so wirkt eine Verringerung der Emissionswahrscheinlichkeit die-
sem Trend entgegen. Es sind also zwei Eigenschaften des EAM, die eine Rauschreduzierung
bewirken:

e Feste kohdrente Wechselwirkungszeit fiir alle Atome

e Negative Steigung der Pumpkurve (Konsequenz der ersten Bedingung)

2.6.2 Fangzustande

Ein weiterer interessanter Effekt im Verhalten der Photonenstatistik tritt bei sehr tiefen
Temperaturen auf (ny, <~ 107%). Unter anderen haben P. Meystre et al. [53] darauf hin-
gewiesen, dafl im EAM Feldzustinde entstehen kénnen, deren Photonenzahl einen gewissen
Wert nicht iiberschreiten. Die Photonenstatistik ist sozusagen in diesem Bereich gefan-
gen. Im Grenzfall verschwindender Resonatordimpfung wiirde der Zustand sogar gegen
einen Fockzustand mit der maximal erlaubten Photonenzahl streben. Aufschluf} iiber dieses
Phinomen gibt die Photonenstatistik bei 7' = 0 K:

- “r Nep .
(n|p®9)|n) TOK \r H Wsm2(g7'\/m) (2.39)
m=1
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Abbildung 2.3: Bild (a) zeigt den Verlauf der mittleren Photonenzahl als Funktion des Pumppara-
meters bei zwei verschiedenen Temperaturen, ng, = 0.15 — 500 mK (---) und ng, = 107° — 90 mK
( ). Neip = 20. Charakteristische Stellen: 8 = 1, erste EAM-Schwelle: Das von einem Atom
emittierte Photon bleibt bis zu der nichsten Atomwechselwirkung gespeichert. Es tritt verstirkte in-
duzierte Emission ein. = w/2, Sdttigung: Die Atome gegeben ihre Energie beinahe mit Wahrschein-
lichkeit 1 ab, verlassen den Resonator also im Zustand |b). Bei vorhandener Dimpfung werden ca.
Ny = r/T Photonen stationdr gespeichert. § = 2m, zweite EAM-Schwelle: Das Atom-Feld-System
wird bistabil. Die Photonenstatistik zeigt in diesem Bereich zwei Mazima, das eine bei (n) ~ 3 und
das andere bei (n) ~ 13, zwischen denen das System hin- und herspringen kann. Die Einbriiche
ab der zweiten Schwelle sind ein Abbild der Fangzustinde. Sie wurden wie in [53] mit (N + 1,q)
gekennzeichnet (q 2w-Drehung des Blochvektors bei N Photonen). Bild (b) zeigt den Q-Parameter,
ein Maf$ fiir die Breite der Photonenstatistik. Nach der Sittigung liuft der EAM in einer Subpois-
sonstatistik, die ab der zweiten EAM-Schwelle durch das Auftreten des zweiten Maximums in der
Photonenzahlverteilung und den Fangzustinden gestdrt wird. An den Stellen der Fang-Bedingung
wird Q beinahe -1, d.h. der Feldzustand approximiert dort einen Fockzustand.
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Abbildung 2.4: Photonenstatistik als Funkti-

on des Pumpparameters. Nach oben aufgetra-
Pnn gen: Wahrscheinlichkeit n Photonen im Feld zu
messen. Beim Ubergang von 6 = /2 nach 2w
ist deutlich die Verschmilerung der Verteilung
zu erkennen - auch Subpoissonbereich genannt.
Bei § ~ 2.57 springt die Photonenzahl auf den
Zweig hiherer Intensitit iber. Im Ubergangsbe-
reich 0 ~ 2w weist die Verteilung zwei Mazima
auf, der EAM-Zustand zeigt hier bistabiles Ver-
halten.

Die Wahrscheinlichkeit fiir n Photonen im Resonator berechnet sich also aus einem Produkt
von n Faktoren. Gilt fiir eine spezielle Wechselwirkungszeit die Fang-Bedingung

gtTVN +1=qnm
N€$
N+1’

wird der N + 1’te-Faktor Null, und die Photonenstatistik bricht fiir n > N ab. Der erste
Fangzustand (Trapping-State) wiirde fiir N = N,z bei 0 ~ 7 auftreten. Allerdings ist in
diesem Bereich die Photonenstatistik um n = N, /2 lokalisiert. Ein Abschneiden iiber
n = Ng; hat daher keine sichtbaren Auswirkungen. Die ersten Fanzustéinde zeigen sich vor
der zweiten EAM-Schwelle bei N ~ N, /4 = 0 ~ 2.

Erst kiirzlich konnten Fangzustinde erstmals auch im Experiment nachgewiesen werden

[74].

& 0 =gqrm (2.40)

2.7 Die Mastergleichung als Eigenwertproblem

Nachdem gezeigt wurde, daf} stationdre Losungen der EAM-Mastergleichung analytisch an-
gegeben werden konnen, ist es nun insbesondere im Zusammenhang mit der Phasendiffusi-
on und Linienbreite des EAM-Feldes entscheidend, auch das dynamische Problem zu 16sen.
Man interessiert sich also fiir die zeitliche Propagation eines beliebigen Anfangszustands,
die durch formale Integration von Gln. 2.34 als

p(t) = eMp(0) (2.41)

geschrieben werden kann. Wie oben bereits angesprochen, koppelt diese Zeitentwicklung in
der Energieeigendarstellung nur diagonale Dichtematrixelemente untereinander und ermég-
licht so die Aufspaltung der Gln. 2.41 in ein Set von unabhingigen Mastergleichungen, die
jeweils von der Dichtematrix nur eine bestimmte Nebendiagonale enthalten. Ferner erweist
es sich als praktisch auf eine gewdhnliche Vektor- und Matrixschreibweise iiberzugehen und
man erhilt

xBl@) = Mt (k) (0). (2.42)

Die Dichtematrixelemente (n|p|n + k) werden dabei als n-te Komponenten in den Vektor
x(¥) eingetragen und die entsprechenden Matrixelemente der in Fockdarstellung vierdimen-
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sionalen M-Matrix wurden in geeigneter Form in die (zweidimensionale) Matrix M*) iiber-
nommen (siehe Anhang B). Zur Vereinfachung der Notation wird im Folgenden der Index
(k) unterdriickt.

Es zeigt sich jedoch, dafl selbst die obige reduzierte Mastergleichung nicht allgemein
gelost werden kann. Deswegen ist es zweckméflig eine Eigenwertanalyse durchzufithren, bei
der sich herausstellen wird, daf§ sich die Dynamik einzelner Dichtematrix-Nebendiagonalen
x anndhernd durch einen einfachen exponentiellen Zerfall darstellen 148t. In der Sprache
des Eigenwertproblems ausgedriickt bedeutet das, dafl in diesen Fillen die Matrix M, ange-
wendet auf die entsprechende Nebendiagonale, durch einen Eigenwert ersetzt werden kann.

Im allgemeinen Fall mufl der Vektor x in Eigenvektoren von M entwickelt werden. Die
Zeitentwicklung schreibt sich dann als gewichtete Summe von Exponentialfunktionen.

Man setzt also die Eigenwertgleichung der gesuchten Eigenvektoren an

Mrl = —)\lrl. (24.3)

Diese Eigenvektoren r; werden auch als die rechts-seitigen Eigenvektoren des Problems
bezeichnet.

Es ist jedoch zu beachten, dafl die Matrix M nicht symmetrisch ist. Deswegen kann weder
damit gerechnet werden, dafl die Eigenvektoren ein Orthonormalsystem bilden, noch daf} die
Eigenwerte reell sind. Nicht einmal die Diagonalisierbarkeit ist garantiert. Trotzdem wird
im Folgenden angenommen, daf} eine diagonale Darstellung mit stets linear unabhingigen
Eigenvektoren existiert3. Ein beliebiger Vektor kann dann in dieser Basis entwickelt werden

x = chrl. (2.44)
l

Die Koeffizienten ¢; konnen auf zwei verschiedene Arten bestimmt werden. Zum einen kann
man die Gleichung 2.44 als lineares Gleichungssystem betrachten und nach den ¢;’s auflésen.
Dieses Verfahren hat sich besonders bei der numerischen Behandlung bewéhrt. Zum ande-
ren kann man einen formaleren Weg iiber die Bestimmung der sogenannten links-seitigen
Eigenvektoren 1; wihlen. Sie sind iiber die Eigenwertgleichung

M = -1 (2.45)

definiert. Dieses Funktionensystem wird nun zusammen mit den rechts-seitigen Eigenvek-
toren zur Normierung herangezogen. Es gilt

liI‘j = (5” (246)

Mit Hilfe dieser Orthonormierungsbedingung erhélt man folgenden Ausdruck fiir die Koef-
fizienten

g = Lix. (2.47)

Setzt man nun den Koeffizienten in Gln. 2.44 ein, so ist die Zeitentwicklung eines Vektors
x(0), ausgedriickt durch Eigenwerte und Eigenvektoren von M, nach Gln. 2.42 gegeben
durch

x(t) = Y [x]re (2.48)
l
3Diese Annahme stellt in der Tat keine prinzipielle Einschrinkung dar, weil jedes lineare Differential-

gleichungssystem 1. Ordnung ein Fundamentalsystem besitzt, welches zur Entwicklung verwendet werden
kann.
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Ein bekannter Sonderfall dieser Gleichung ist z. B. der stationire EAM-Zustand x(9), der
identisch mit dem Eigenvektor r; der Matrix M© ist und aufgrund der Zeitunabhingigkeit
den Eigenwert \; = 0 besitzt.

Ferner ist das Eigenwertspektrum der Matrix M(Y) fiir den Grenzfall ohne atomares
Pumpen (0 = 0, 7 = 0) gegeben durch A\; = (I + 1/2)T [92].

2.8 Bedingungen an die Ein-Atom-Maser Parameter

Um all die quantenmechanisch interessanten Effekte im EAM nachweisen zu kénnen wird
zum Abschluf} dieses Kapitel auf die experimentellen Bedingungen an die Betriebsparameter
eingegangen.

Beim normalen Maser fiithrt der spontane Zerfall in nichtaktive Niveaus zu einer grofien
Streuung der Wechselwirkungszeiten. Dieses inkohédrente Abbrechen der Wechselwirkungs-
phase mufl beim EAM unterbunden werden. Deswegen sollte fiir die Lebensdauer der Atome
74 und die Streuung der Wechselwirkungszeiten 7

Tg > T (1a(63P) = 250 us, 7 ~ 50 us)
AT/t < 1 (< 4%) (2.49)

gelten®. Ferner sollte die Emissionswahrscheinlichkeit eines Atoms so hoch sein, da be-
reits wenige Atome pro Resonatorzerfallszeit ausreichen, um ein Photonenfeld aufzubauen.
Der atomare Ubergang muB also bereits bei wenigen oder sogar keinen Photonen (=Null-
punktsfeld) gesittigt sein. Dies ist dann der Fall, wenn man eine signifikante Vakuum-
Rabioszillation fordert, was nach Gln. 2.23 zu der Abschétzung

gr>1  (1...5) (2.50)

fithrt. Da der Pumpvorgang beim EAM iiber das Jaynes-Cummings-Modell beschrieben
werden soll, muB man den atomaren Fluf§ r = ¢_;' klein wihlen, so da die Wahrscheinlich-
keit fiir das gleichzeitige Auftreten zweier Atome im Resonator weit unter 10% gedriickt
wird:

tat > T (tat ~ 1ms) (2.51)

Bei einem poissonschen Atomstrahl betréigt die Wahrscheinlichkeit, dafl der zeitliche Ab-
stand eines Atoms zu seinen Nachbarn groler als 7 ist [61]

exp (_2T> (> 90%). (2.52)
tat

Bisher wurde die Ddmpfung noch vollig auler acht gelassen. Tatséichlich relaxiert das EM-
Feld mit der Zeitkonstante t.,, = I'"! in den thermischen Zustand, der durch die mittlere
thermische Photonenzahl n;, charakterisiert ist. Um ein von den Atomen erzeugtes Feld
in diesem verlustbehafteten Resonator aufbauen zu kénnen, mufl die Photonenspeicherzeit
grofer als die Zeit zwischen zwei Atomen %, sein, so daf} fiir die maximale Anzahl der im
Resonator gespeicherten Photonen

t
Ny = % =r/T>1 (Nex =10...100, teqy = 4. ..400ms) (2.53)

at

*In Klammern sind typische Werte der Garchinger Experimente angegeben.
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gilt. Die Bedingung an die Giite zur stationiren Speicherung von mindestens einem Photon
lautet dann

Q =wr/T' > wp/r. (2.54)

Soll nun das thermische Feld gegeniiber dem atomar erzeugten nicht iiberwiegen, mufl der
Resonator auf eine Betriebstemperatur 7' gebracht werden, die folgender Relation geniigt:

N < Neg (500 mK — ny, = 0.15) (2.55)
Zusammenfassend kann man sagen, dafl drei Zeitskalen in die EAM-Theorie eingehen, die
sich typischerweise jeweils um eine Gréflenordnung unterscheiden:

1

(< 74) < tap =171 < tegy =171, (2.56)



Kapitel 3

Kopplung eines klassischen Feldes an die
Resonatormode

Die in dieser Arbeit vorgeschlagenen Mefilschemata beruhen alle auf Experimenten, bei
denen eine externe Mikrowellenstrahlung an das Resonatorfeld angekoppelt werden mu8.
Analog zum gekoppelten Pendel, wird die Wechselwirkungsenergie in Form einer Ampli-
tudenkopplung zwischen dem quantenmechanischen Resonatorfeld, beschrieben durch die
Operatoren a,al, und der klassischen Amplitude fe~®st des Synthesizers in der Form

Hep = I (a Freist 4 gf fe—iwst) (3.1)

angesetzt (Drehwellennéiherung).

Wie im folgenden gezeigt wird, kénnen mit diesem Hamiltonoperator sowohl Zustands-
verschiebungen im Phasenraum realisiert werden, als auch einem stationdren EAM-Zustand
eine Phasenauszeichnung aufgepréigt werden.

Speziell zur Erklirung der Meflergebnisse wird es notwendig sein die Atomdynamik
im Resonator bei Ankopplung des Synthesizers zu untersuchen. Dieses Problem wurde bis
jetzt noch nicht allgemein gelost. Lediglich der Fall ohne Ddmpfung konnte von P. Alsing
et al. [43] analytisch angegeben werden. An anderer Stelle fanden G.S. Agarwal et al. [46]
Losungen mit Dampfung in der Naherung kleiner Resonatorgiiten. Zum Schluf} dieses Ab-
schnitts wird gezeigt, dafl mit den in dieser Arbeit entwickelten mathematischen Tricks,
Hochfeldndherungen auch fiir hohe Giiten angegeben werden koénnen.

3.1 Verschiebung im Phasenraum

Der oben eingefithrte Wechselwirkungsoperator Hsr besitzt eine interessante Eigenschaft.
Setzt man ihn als Zeitentwicklungsoperator in die Schridingergleichung ein, so verhilt er
sich fiir feste Zeiten und Resonanz wie der Verschiebungsoperator. Der Zusammenhang
zwischen der Feldstéirke f, Zeitentwicklungsdauer ¢ und der resultierenden Verschiebung ~y
148t sich schnell herstellen. Beschrinkt man sich auf einen reinen Zustand |¢), so kann der
im Phasenraum verschobene Zustand |¢—,) mit Hilfe des Verschiebungsoperators als

%) = D()[4) = €797 9|) (3.2)
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geschrieben werden. Wird andererseits der Ausgangszustand |¢) an eine Feldstirke f ange-
koppelt, so erhilt man fiir den Zustand nach der Zeit t (Wechselwirkungsbild, Resonanz)

[$(2) = U@)|9) = e~ nHsrt|yp) = =i+l Dty (3.3)

Wie man leicht nachpriift, lassen sich der Zeitentwicklungs- und der Verschiebungsoperator
durch die Ersetzung v <> —ift ineinander {iberfithren. Es gilt also

D(y = —ift) = U(%). (3.4)

Im Experiment kénnen somit die im Resonator gespeicherten Feldzustinde durch Mikro-
welleneinstrahlung im Phasenraum verschoben werden. Dabei ist jedoch zu beachten, dafl
die Einstrahlzeit kurz gegeniiber der Felddimpfung (I'"!) gewihlt werden mu8.

3.2 Phasengekoppelter Ein-Atom-Maser Zustand

Im Kapitel 2.5 wurde der stationire EAM-Zustand berechnet. Es stellte sich heraus, daf} die
entsprechende Dichtematrix immer diagonal ist, d.h. es gibt keine Vorzugsphase (im Pha-
senraum rotationssymmetrischer Zustand), weil weder die Ankopplung an das Warmebad
noch die Pumpatome die Phasensymmetrie brechen. Fiir die hier vorgestellten Mefimetho-
den wird es aber unerldfilich sein, dafl temporir phasenausgezeichnete Zustinde erzeugt
werden, um danach die Auswirkung des Zerfalls der mittleren Feldstéirke auf die Atomstati-
stik aufzeichnen zu kénnen. Eine Methode dies zu erreichen ist das hier beschriebene Seeden
(engl.=,Samenkorn“) des Feldzustands mit Hilfe einer externen Synthesizerstrahlung. Da-
bei ist das Ziel, die Synthesizerintensitit so schwach zu wihlen, daf} sich die mittlere
Feldintensitéit des neuen stationdren Zustands nur minimal dndert, die Synthesizerphase
jedoch auf das EAM-Feld iibertragen wird.

Um abschétzen zu konnen, wie stark sich die Feldintensitit bei zunehmender Synthe-
sizerleistung veréndert, sucht man die stationdre Losung der Bewegungsgleichung fiir die
mittlere Photonenzahl im Resonator gemif

9 (ala) = 7 (alap)
= Tr [aTa ((C—Irr(.A—i-B -1)p— % [’HSF,P]) ]

= 0. (3.5)

Um den simultanen Einfluf} der Mikrowelle wihrend der EAM-Dynamik zu beriicksichtigen,
wurde die Mastergleichung 2.34 um den Term i/h [Hgr, p| erweitert.

Die Anteile der Ddmpfung und des externen Feldes konnen abgeschiitzt werden, indem
man fordert, dafl sich das Feld stets in einem kohirenten Zustand der Amplitude /(n)
((n)=mittlere Photonenzahl im Feld) befindet. Der atomare Teil kann unter der Voraus-
setzung einer scharf gepeakten Photonenzahlverteilung aus der Photonenratengleichung ab-
geleitet werden [56]. Beide Bedingungen sind im semiklassischen Grenzfall erfiillt. Gesetzt
den Fall, dafl sowohl die Resonatormode, als auch der Synthesizer resonant zum atomaren
Ubergang sind, erhilt man als Bedingungsgleichung fiir die stationire Feldamplitude

Newsin? {0y 2L} o+ 2L /307 (o) — . (3.6)
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Abbildung 3.1: Mittlere Resonator-Photonenzahl (n) in Abhingigkeit der eingestrahlten Feldstirke
f, hier in Einheiten der mittleren eingekoppelten Photonenzahl (n),,, aufgetragen, die sich ohne
Pumpatome einstellen wiirde. Der Anfangsverlauf ist im Vergleich zur Kurve ohne Atome (— — —)
deutlich flacher, da im Bereich 8 = 3.5 die Pumpleistung der Atome mit héherer Feldintensitit
abnimmt (Bereich vor der 2.Schwelle). Im Bereich von (n),,, = 2...7 zeigt das Feld bistabiles
Verhalten. Es gibt zwei stabile Arbeitsbereiche zwischen denen die Feldintensitdt hin und her sprin-
gen kann, ein Phinomen das auch im stationdren EAM-Zustand in der Umgebung der zweiten und
hoheren Schwellen beobachtet werden kann. Die eingezeichneten grauen Pfeile kennzeichnen die ex-
tremen Punkte des Feldintensititssprungs bei schneller Erhéhung (1) bzw. Verringerung (1) der
eingestrahlten Intensitit. Weitere verwendete Parameter: Ng, = 10,n, = 0.15.

Kann der atomare Pumpterm vernachléssigt werden, 148t sich obige Gleichung nach der
mittleren Photonenzahl auflésen und kann in der Form

(n) = % + nyp + %\/(n)gzt +4(n) . M (3.7)
geschrieben werden. Dabei wurde die skalierte Synthesizerintensitit (n),,, = 4|f|*/T? ver-
wendet, die die mittlere eingekoppelte Photonenzahl bei 0 K und # = 0 bezeichnet. In
Abb. 3.1 ist der Verlauf der mittleren Photonenzahl im Resonator gegen die eingestrahlte
Intensitédt nach Gln. 3.6 aufgetragen. Sinnvollerweise wiirde man zum Seeden des Zustands
in diesem Beispiel einen (n),,,-Wert von ungefihr 1.5 wiahlen, bei dem sich einerseits die
gesamte Photonenzahl (n) nur unwesentlich erhoht hat und andererseits sichergestellt ist,
dafl das System nicht in das bistabile Regime mit hohen Intensititsfluktuationen getrieben
wird. Die Frage nach der Phasenaufprigung wurde bereits in [65] anhand von Phasenraum-
funktionen untersucht und soll hier nur kurz zusammengefafit werden.
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Als problemlos haben sich Zustinde mit hohen Photonenzahlen erwiesen (n > 10). Th-
nen kann bereits mit sehr kleinen Synthesizerintensititen (im Bereich 10% - 20% der atomar
gepumpten Feldintensitéit) eine deutliche Phase aufgeprigt werden, ohne daf§ sich die ge-
samte mittlere Photonenzahl wesentlich erh6ht. Problematisch dagegen sind hauptséchlich
folgende Fille:

¢ Bereiche schneller Phasendiffusion, z.B. vor der zweiten EAM-Schwelle bei § ~ 5.
Die vom Synthesizer auf das Feld iibertragene Phase wird hier schneller abgebaut.
Auch hohere Intensitdten fithren nur zu méiBigen Ergebnissen. Allerdings sorgt der
EAM-Regelmechanismus (Erhéhung der Feldintensitit bewirkt eine Abnahme der ato-
maren Emissionswahrscheinlichkeit) fiir eine Stabilisierung der Intensitét, so da selbst
grofe eingestrahlte Intensitéten ((n),,, ~ (n(f = 0))) die mittlere Photonenzahl des
Feldes kaum erhdhen.

¢ Bereiche kleiner Photonenzahlen. Wird der EAM mit kleinen N, (< 10) betrie-
ben, ist die gespeicherte Photonenzahl bei § ~ 1.5 in der gleichen Gréfenordnung.
Im Gegensatz zum letzten Fall reagiert die EAM-Intensitit im Sittigungsbereich auf
duflere Einfliisse sensibler, weswegen die eingestrahlte Intensitéit klein gewéhlt werden
muf} (~ 10% der vorhandenen Intensitét).

Bei besonders kritischen Fallen kann man im Experiment natiirlich auch mit einem kohéren-
ten Zustand (ohne Pumpatome) beginnen und die Phasendiffusion unter dieser Anfangsbe-
dingung untersuchen.

3.3 Atom-Feld-Synthesizer Wechselwirkung im verschobenen Bild

Will man nun die Dynamik des Atom-Feld-Systems unter Einwirkung des extern einge-
strahlten Mikrowellenfeldes genauer untersuchen, um etwa die resultierenden stationiren
Feldzustinde oder die Atomstatistik berechnen zu kénnen, mufi man den Versuch unter-
nehmen die Mastergleichung fiir das gekoppelte Atom-Feld-System, beschrieben durch par,
der Form

. 7
pAF =~ [H, par] + Lpar (3.8)

zu 16sen. Obwohl man beim typischen EAM-Betrieb die Felddimpfung wihrend der ato-
maren Wechselwirkung vernachléssigen kann, wird sie hier in die Beschreibung eingeschlos-
sen, damit auch stationére Situationen der Feld-Synthesizer-Wechselwirkung als Anfangs-
zustand gewéhlt werden konnen. Der gesamte Hamiltonoperator setzt sich aus den freien
Anteilen und den Atom-Feld- sowie Feld-Synthesizer-Kopplungstermen wie folgt zusammen
(Schrodingerbild):

1 . .
H= §th0z + hwpa'a + kg (acJr + aTc) +h (af*e“"st + ane_“"St) (3.9)

J

Atom<sFeld Feld<>Synthesizer

Die hochfrequenten Anteile kénnen durch eine Transformation in ein mit wg rotierendes
Bezugssystem eliminiert werden. Nach der in Anhang A eingefithrten Nomenklatur lautet
der unitére Transformationsoperator

T’(t) — e—iwst(l/Qaz—l—aTa). (3.10)
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Der Liouvilleoperator stellt sich als invariant gegeniiber T(¢) heraus, wihrend sich der Ha-
miltonoperator zu

1
H = ihéASO'z + hidpsata + fig (acT + a*c) +h (af* + an) (3.11)

transformiert. a5 = wa — ws und dps = wr — wg bezeichnen dabei die Atom-Synthesizer-
und Feld-Synthesizer-Verstimmungen.

Der entscheidende Trick an dieser Stelle ist nun eine erneute unitire Transformation in
ein im Phasenraum des Feldes verschobenes Bild [37,46]. Die Amplitude der Verschiebung
ist dabei so gewihlt, dafl der ,klassische* Anteil des Synthesizers genau wegtransformiert
wird. Als richtige Wahl stellt sich heraus

T7(v) =D(-7) (3.12)
mit

v (3.13)

" iT/2 — ops

Die Transformation 3.12 fithrt auf den um die Amplitude — im Phasenraum verschobenen
Dichteoperator

pxe’ = D (7)phrD(), (3.14)

und, bei Vernachliissigung des auftretenden irrelevanten Terms Adpg|y|?, die transformierte
Mastergleichung

. )
PAr = 7 [HjlaﬂiFl] + Loy’ (3.15)

mit

1
HT = §h5ASUZ + hdpsa’a + hyg (ach + aTc> + ZQ (C + CT) (3.16)

Atom¢sFeld Atom(—)S;nthesizer

und der semiklassischen Rabifrequenz 2 = 2gv, die durch eine Phasentransformation der
Systemoperatoren reell gewihlt wurde. Der Liouvilleoperator hat sich bei der Transforma-
tion reproduziert und kann fiir den I'-Anteil in der Verschiebungsamplitude verantwortlich
gemacht werden.

Bemerkenswert an diesem Ergebnis ist nun, dafl die urspriingliche Feld-Synthesizer-
Kopplung in eine Atom-Synthesizer-Kopplung gewandelt und gleichzeitig die durch den
Synthesizer erzeugte hohe Resonatorfeldstirke wegtransformiert wurde. Letztere Tatsache
hat besonders fiir die numerische Integration der Mastergleichung erhebliche Vorteile, da sich
der relevante Fockraum auf den thermischen Zustand (plus atomares Pumpen) reduziert hat.
Die hohe Feldstéirke geht allein durch die erhéhte klassische Rabifrequenz in das Problem
ein. Zum anderen kann man nun die Mastergleichung, wie im folgenden niher ausgefiihrt
wird, leichter physikalisch interpretieren.
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3.4 Stationarer Zustand ohne Pumpatome

Den stationédren Zustand, der allein durch die Einstrahlung des Synthesizers in den Resona-
tor entsteht, kann sofort aus obiger Mastergleichung 3.15 fiir ¢ = 0 abgelesen werden. Da die
letzten beiden Kopplungsterme verschwinden, bleiben fiir den reversiblen Teil nur noch die
zur Verstimmung proportionalen freien Energieterme iibrig. Der irreversible Dampfungsterm
bleibt nach wie vor erhalten. Folglich ist der (in Fockdarstellung diagonale) Eigenzustand
zu L, der wohlbekannte thermische Zustand, auch Eigenzustand dieses Problems. Nach der
Riicktransformation entsteht der gesuchte Zustand

p=Tra (pAF] = D(y)p!™DT(v)

1 > n "
(th) — th
= > (nth L 1) m)l, (3.17)

n=0

der verschobene thermische Zustand, der fiir 7" =0 K identisch ist mit dem kohirenten
Zustand der Amplitude v und der mittleren Photonenzahl

_ P

(n) = Iyl = T2/4 + 025 (3.18)

3.5 Atomdynamik bei externer Einstrahlung

Um sehr direkt Aussagen iiber die Atomstatistik machen zu kénnen, wird nun eine dritte
Transformation der Mastergleichung nétig sein. Bei der letzten Transformation ins verscho-
bene Bild wurde die Wirkung des Synthesizers auf den Feldzustand abgezogen und durch
eine schnellere Rabifrequenz 2 im Synthesizer-Atom-Term kompensiert. Bei diesem Schritt
gingen keinerlei mathematische Ndherungen ein.

Eine besonders einfache Mastergleichung erhilt man nun, indem man in diesem verscho-
benen Bild die Dadmpfung vernachléssigt und dann die obige Verschiebungstransformation
(Gln. 3.12) invers anwendet. Das bedeutet

T<(7) = D) (3.19)

Die damit durchgefiihrte Transformation schiebt den Feldzustand wieder um die Amplitude
~ zu entsprechend hohen Photonenzahlen (p©’). Fiir den Hamiltonoperator im neuen Bild
erhélt man

1
H@I — Ehé‘ASO_Z + héFsaTa + hg (GCT + G,TC) — héFS’Y (a =+ G,T) . (3.20)

Atom¢sFeld  FeldesSynthesizer

Zu Veranschaulichung der bisherigen Transformationen kann Abb. 3.2 herangezogen werden.
Bevor das Ergebnis gedeutet wird, soll an dieser Stelle die Bedingungen fiir die durchgefiihrte
Niherung untersucht werden. Aus den Gleichungen 3.11,3.20 erkennt man, daf} die beiden
Hamiltonoperatoren H' und H <’ genau dann gleich sind, wenn gilt

_ ors 2
—0psy = féFs —T2 I (3.21)
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(a) afc+ act
Y e fat+fa
L Abbildung 3.2:  Veranschaulichung der zwei
unitiren Transformationen. (Linke Spalte: Pha-
senraumdarstellung des Feldzustands fir den
Fall schwacher Pumpatome, rechte Spalte: We-
i i sentliche Bestandteile der Mastergleichung) Bild
(b) a'c+ac (a) zeigt die wurspriingliche Situation, bei der
Y Q(c + cT) das Synthesizerfeld an die Resonatormode ge-
/] koppelt wird. Der Bildwechsel in die verschobe-
N L ne Darstellung transformiert das Problem auf
p~ eine Synthesizer-Atom-Kopplung. Der ,klassi-
sche“ Anteil wird sozusagen abgezogen (Bild
(b)). Bild (c) zeigt die erneute Riicktransfor-
(c) ate + act mation bei Vernachlissigung der Dimpfung von
p~. Sie fiihrt bei einer modifizierten Anfangs-
7 pe 5sty(aT +a) bedingung auf eine Jaynes-Cummings-dhnliche
Struktur. Die Wirkung des Synthesizers geht al-
L lein in die Anfangsbedingung po(f) ein.
po(f)
Oder gleichbedeutend mit
I' < |drs| VvV  dps #0. (3.22)

Dies stellt allerdings keine zwingende Bedingung dar. Offensichtlich ist die Ndherung auch
dann gut, wenn bereits der Ddmpfungsterm in der Mastergleichung fiir p~ vernachlissigt
werden kann. Dies ist dann der Fall, wenn erstens

LpS=0 & p~ =pm (3.23)

gilt, d.h. wenn sich der verschobene Zustand im thermischen Gleichgewicht befindet (Pump-
atome konnen vernachlissigt werden), oder zweitens die betrachtete Wechselwirkungszeit
so kurz ist, dafl der Ddmpfungsterm gegen den Pumpterm vernachlissigt werden kann, also
fiir

!> (3.24)

In einem typischen EAM-Experiment ist nun gerade die letzte Bedingung gut erfiillt und
daher kann auch die Mastergleichung fiir p= mit der zusétzlichen Niherung ohne Didmpfung
(auch in diesem Bild) benutzt werden. Man erhilt schliefflich als bemerkenswerten Sonderfall
drs = 0 den Hamiltonoperator

~ 1

HE = §h5ASaz + hg (ac]L + aTc) , (3.25)
den wohlbekannten Jaynes-Cummings-Hamiltonoperator! Dabei ist zu beachten, daf als
Anfangszustand ein um y verschobener Zustand gewihlt werden muf. Somit wurde das ur-
spriingliche Problem fiir den Fall der Feld-Synthesizer Resonanz auf das Jaynes-Cummings-

Problem mit verinderten Anfangsbedingungen zuriickgefiihrt.
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Beispiel
1. Die Resonatortemperatur sei 7' =0 K.
2. Ein Synthesizer werde resonant mit der Feldstidrke f an die Feldmode angekoppelt.
3. Ein Atom wechselwirke kurz (gegeniiber der Felddampfung) mit dem Resonatorfeld.

Die resultierende Atomdynamik ist dann gleich der Jaynes-Cummings-Wechselwir-
kung mit einem kohirentem Feld der Amplitude . Die Emissionswahrscheinlichkeit
ist somit wie folgt gegeben durch (z.B. [44])

R Oy T Vi1
Py = e Z ol sin (gT n+1)

n=0

% [1 — cos(2g’y7')e_%(97)2] . (3.26)

In der letzten Zeile wurde die Niaherung fiir kleine Wechselwirkungszeiten benutzt (7
klein gegeniiber 1.Revival).
o



Kapitel 4

Adiabatizitat beim realen Ein-Atom-Maser

In den letzten Kapiteln wurde angenommen, dafl die beim Experiment auftretende orts-
abhingige Koppelkonstante gemif Gln. 2.30 durch einen Effektivwert g ersetzt werden
kann. Allerdings war dieser Schritt nur unter der Annahme einer diabatischen Zeitentwick-
lung moglich. Wie in diesem Kapitel gezeigt wird, ist dies bei den derzeitigen experimentellen
Parametern, insbesondere bei externer Mikrowelleneinstrahlung, nicht immer der Fall.

Was ist aber fiir das Beispiel der Atom-Feld-Wechselwirkung genau unter einer diabati-
schen bzw. adiabatischen Zustandsentwicklung zu verstehen?

Angenommen das Atom-Feld-System sei zunichst ungekoppelt und in einem Energie-
eigenzustand |a,n) (Atom im Zustand |a), Feld enthilt n Photonen) prépariert. Zu ei-
nem spéiteren Zeitpunkt werde das System gekoppelt, wobei dann die neuen Energieei-
genzustidnde durch die bereits eingefithrten Dressed-States mit entsprechend verschobenen
Energien gegeben sind!. Je nach Art und Weise des Einschaltvorgangs der Wechselwirkung
kénnen nun prinzipiell zwei Grenzfille unterschieden werden:

1. Diabatische Entwicklung. Wird die Wechselwirkung pldtzlich eingeschaltet, kann
der Zustand |a,n) in den neuen Eigenzustéinden entwickelt werden. Es entsteht eine
nichtstationiire Uberlagerung der Dressed-States |n—) und |n+), in der beispielsweise
die atomare Inversion Rabioszillationen ausfiihrt.

2. Adiabatische Entwicklung. Wird die Kopplung dagegen langsam eingeschaltet,
kann der Zustand der Energieverinderung folgen und bleibt daher immer in ei-
nem Energieeigenzustand des augenblicklichen Hamiltonoperators. Der Zustand |a, n)
wiirde somit in den entsprechenden Eigenzustand des gekoppelten Systems |n+) adia-
batisch iibergehen, wobei dann alle Observablen zeitunabhingig wéren.

Die in dieser Arbeit vorgestellten Meflergebnisse haben gezeigt, dafl beim realen EAM-
Experiment Diabatizitdt nicht immer vorausgesetzt werden kann. Dafiir kann man im we-
sentlichen zwei Ursachen verantwortlich machen. Zum einen sehen die Atome beim Durch-
kreuzen des Resonatorfeldes keine rechteckige, sondern eine glatte sinusférmige Modenver-
teilung, zum anderen sind die atomaren Energieniveaus im Bereich der Koppellécher durch
ein statisches elektrisches Feld in der GréBenordnung von 300 mV /cm signifikant starkver-
schoben? [64, 156]. Der schematische Verlauf der Eigenenergien des Atom-Feld-Systems wird

!In diesem Beispiel wird eine kleine Atom-Feld-Verstimmung angenommen, da die angefiihrten Argumente
nur fiir nichtentartete Eigenwertspektren giiltig sind (|a, n),|b, n + 1) sind fiir o = 0 entartet).

2Ursache dieses elektrischen Feldes sind Streufelder aufgrund von angrenzenden Niob-Einkristalldoménen
und mogliche Rubidiumbedampfungen der Niob-Resonatoroberfliche
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in Abb. 4.1 fiir das obige Beispiel dargestellt. Deutlich zu erkennen ist der grofie Energie-
abstand in den Resonatorrandbereichen, bei denen das elektrischen Feld die beiden aktiven
Rydbergniveaus um mehrere hundert Mrad/s relativ zueinander verstimmt. In der Mitte
des Resonators sind diese quasi abgeklungen und der Verlauf der Dressed-States-Energien
wird durch die sinusférmige Feldverteilung der TE191-Mode bestimmt.

Es bleibt die Frage zu kldren, unter welchen Bedingungen eine Zeitentwicklung als dia-
batisch angenommen werden kann und ab wann Adiabatizitit an Einflu gewinnt. Daher
werden im folgenden zwei Adiabatizitdtsparameter vorgestellt und fiir die aktuellen experi-
mentellen Parameter angegeben.

4.1 Quantifizierung der Adiabatizitat

Ein Adiabatizitdtsparameter hat also zu unterscheiden, ob ein anfinglich stationéres Sy-
stem bei einem explizit zeitabhingigen Hamiltonoperator einem momentanen Energieeigen-
zustand folgt, oder ob es zu Umbesetzungen kommt.

Sei E)\(t) das (nichtentartete) Spektrum des momentanen Hamiltonoperators # (¢) mit
den Eigenvektoren |);t), so ist die Zeitentwicklung von |n;t) sicher dann adiabatisch, wenn
der Energieabstand zum néchsten Nachbarn |m;t), bezogen auf eine charakteristische Zeit
(z.B. h/(En — Ey)), klein gegeniiber der zeitlichen Verinderung der Energie E,, selbst ist
[3].

Folgt man dem Ansatz von A. Mostafazadeh [47], so liegt Adiabatizitit im Zeitintervall
t € [11,T2] genau dann vor, wenn gilt

(T, )
(== <L (4.1)

AFE definiert dabei eine geeignete Skalierung. Ferner wurde die charakteristische Frequenz

i)
—|n;t

we(T1,72) 1 = Sup <m;t‘dt

<m;t ‘%gt)‘ n;t>
En(t) — Em(t)

eingefiihrt. ,,Sup* bezeichnet das Supremum des dahinterstehenden Ausdrucks bei Variation
von t im Intervall [y, 72].

Speziell fiir die Atom-Feld-Dynamik kann ein alternatives Maf} eingefithrt werden, das
sich aus dem semiklassischen Blochbild ableiten 148t und soll hier wegen der héheren An-
schaulichkeit zuséitzlich diskutiert werden. Wie bereits in Abb. 2.2 beschrieben, kann die
Atom-Feld-Dynamik als adiabatisch betrachtet werden, wenn die Klappbewegung des Prizes-
sionsvektors A langsam gegeniiber der Rabifrequenz |A\ erfolgt. Man definiert

= Sup (4.2)

. ]
UP|A| (4.3)

Fiir adiabatische Prozesse gilt wie bei der obigen Definition ¢ < 1.
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g() 1

Abbildung 4.1: Veranschaulichung der

Energie-Ortsabhdngigkeit des Atom-Feld-
Systems beim Durchqueren des Resonators
(z = 0 Resonatoreintrittsloch, L ist die Re-
sonatorlinge). Im Bild oben ist die Kop-
. pelkonstante g(x) aufgetragen, die den si-
wiederspiegelt. In der Bildmitte ist das

L nusformigen Verlauf der T Ey21-Feldmode

statische elektrische Feld abgeschdtzt, das
im Bereich der Koppellocher Werte bis zu
300 mV/cm annehmen kann und zur Re-
sonatormitte hin exponentiell abfillt. In
der Mitte bleibt ein fiir die Dynamik ir-
relevanter Offset von ca. 5 mV/cm beste-
hen, der mnicht weiter beriicksichtigt wer-
den muj. Beide Griflen haben nun Ein-
fluf auf den Verlauf der Dressed-States-
Energien E4. Wie im unteren Bild darge-
stellt, werden die Energien im Randbereich

durch den statischen Starkeffekt mehrere
|a,n) la, n) hundert Mrad/s verstimmt. In der Mitte

[n+) sind die statischen Felder abgeklungen und
) die Dressed-State Aufspaltung ist nun pro-
portional zu g(z).
Zum Vergleich sind die Energien bei Abwe-
senheit elektrischer Felder fiir 0 und n Pho-
o

Ey

tonen grau eingezeichnet (Energie-Offset
wurde dabei umskaliert).
Ein adiabatischer Verlauf wiirde einen

——
n+1

& anfinglichen Zustand |a,n) direkt in den
Dressed-State |n+) iberfihren. Je nach
Beschaffenheit des Knicks bei der markier-
ten Position konnen allerdings diabatische
In—) Uberginge nach |n—) relevant werden.
|b,n + 1) b, + 1)

4.2 Adiabatizitatsparameter der Ein-Atom-Maser Dynamik

Wie oben bereits angesprochen, miissen in der EAM-Theorie zwei Dinge fiir eine realistische
Atom-Feld Dynamik beriicksichtigt werden. Zum einen mufl die Koppelkonstante geméifl
dem sinusformigen Verlauf der TE 191-Resonatormode als zeitabhingige Grofie der Form

g g(t) = g sin (”—t> (4.4)

T

geschrieben werden (g =40 krad/s). Zum anderen verursachen die statischen elektrischen
Felder in den Randbereichen des Resonators einen ortsabhingigen quadratischen Starkeffekt
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Abbildung 4.2: Vergleich der beiden Adiabatizititsparameter bei einer Streufeldlinge von 1.5 mm.
Im oberen Bild ist der Adiabatizititsparameter ¢ aus Gln. 4.3 iber die (scharfe) Photonenzahl im
Resonator und iber die skalierte Wechselwirkungszeit logarithmisch aufgetragen. Als Konturlinie ist
der Funktionswert log¢ = 0 gewdhlt, der als Trennungslinie zwischen adiabatischem (negativ) und
diabatischem (positiv) Verhalten gesehen werden kann. In dem positiven Bereich ist die Prizessions-
frequenz des Blochvektors kleiner als die ,Klappfrequenz“ des Vektors 5, um den er im semiklassi-
schen Bild prizediert (vgl. Abb. 2.2) und dadurch die Zeitentwicklung diabatisch. Auf der Konturlinie
sind beide Frequenzen gerade gleich grof$. Das untere Bild zeigt den in [47] vorgeschlagenen Adia-
batizititsparameter ¢ (Gln. 4.1), der ein nahezu identisches Verhalten zeigt.

der Form
1
dst(z) = —27r§a|E(:1c)|2 (4.5)

mit der relativen Polarisierbarkeit der Zustéinde 63P3/, und 61D5/ (|M ;]| = 1/2 hat eine
negative Polarisierbarkeit [146]) von

o = 1.3 GHz/(V/cm)2. (4.6)

Die Ortsabhingigkeit des elektrischen Feldes E(z) wird als exponentieller Abfall angenom-
men [20]

E(z) = E(0)e™/* (4.7)



4.2. ADIABATIZITATSPARAMETER DER EIN-ATOM-MASER DYNAMIK 43

1.0

% | Abbildung 4.3: Adiabatizitit bei Vakuum-
v /4 rabioszillationen (' = 0 K). Bild oben:
\ /| Die durchgezogene Linie zeigt die Grund-
Vi { zustandswahrscheinlichkeit des Atoms als
A LT Funktion der skalierten Wechselwirkungs-
‘;" \ / zeit mit dem Vakuum-Feldzustand ohne
\ AR Einfluff von elektrischen Feldern. Wer-
S den Streufelder mitberiicksichtigt, verklei-
nert sich zum einen die Rabifrequenz we-
I | gen einer reduzierten effektiven Wechsel-
\ wirkungszeit (Randbereiche werden durch
\ starke Verstimmung ,abgeschnitten®), zum
. anderen erhéht sich die Adiabatizitdt mit
N | der Wechselwirkungszeit, was eine Verrin-
~ e gerung der Umbesetzung zur Folge hat. (I =
~~_ T 1.0 mm ---, [ = 1.5 mm — — —) Bild
‘ —— unten zeigt den zugehiorigen Verlauf des
Adiabatizititsparameters.

0.0

log ¢

o i 27 3T 4T
qTr

und die Feldstirke im Bereich der Koppellocher mit E(0) = 300 mV /cm abgeschétzt [64],
was eine maximale Starkverstimmung von dst = —3.7-10% rad /s verursacht. Somit sieht das
mit einer Geschwindigkeit v durch den Resonator fliegende Rubidiumatom eine zeitabhingi-
ge Niveauverschiebung und Atom-Feld-Verstimmung der Form

wp — wA(t) = wp + gste_%v/l

OAF — OAF (t) = 0AF + ESte—Ztv/l' (4.8)

Nimmt man nun als Anfangszustand |a,n) an, konnen die beiden Adiabatizitatsparameter
berechnet werden. Man erhélt

oap(t) [1 . [t ™ it

AZ(t) |1 ST ) T\ 7 ’

i (2) 5 (2)

wobei die Resonatorlinge L eingefithrt wurde und fiir die Energieskala AF aus Gln. 4.1 der
Wert der mittleren n-Photonen Dressed-State-Aufspaltung hng/2v/n + 1 eingesetzt wur-
de. Die Proportionalititen beider Adiabatizititsparameter zu der Photonenzahl n und der
Wechselwirkungszeit 7 ist gegeben durch

(xloxvoct ! oc1/y/n. (4.10)

5 = 2vmgv/n + 1 Sup , (4.9)

Das Verhalten dieser Parameter ist in Abb. 4.2 als Funktion der mittleren Photonenzahl und
der skalierten Wechselwirkungszeit aufgetragen. Offensichtlich zeigen beide Parameter einen
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1.0

Abbildung 4.4: Adiabatizitit bei exter-
ner Mikrowellen-Einstrahlung. Im oberen
Bild ist die atomare Besetzungswahrschein-
lichkeit fiir den wunteren Zustand bei fe-
ster Wechselwirkungszeit (g7 = w/2) gegen
die eingestrahlte Intensitit aufgetragen. Wo- ‘ ‘

bei die Skalierung (n),,, = 4|f|*/T?, die
stationdre mittlere Photonenzahl, verwendet
wurde. Die durchgezogene Linie zeigt den 05 b ]
(A (S
diabatischen Verlauf ohne Streufelder nach oo (.
Gin. 8.26. 1 = 1.0 mm ---, | = 1.5 mm ~= N
- - -, T=0K) AN R
0.0 S B
-0.5 ‘

sehr dhnlichen Verlauf, so daff im Nachhinein die anschauliche semiklassische Uberlegung
gerechtfertigt wird.

4.3 EinfluB der Adiabatizitat auf die Atom-Feld-Dynamik

Nach den theoretischen Uberlegungen besteht nun kaum noch ein Zweifel, daB die Emis-
sion des Atoms in die Resonatormode fiir sehr grofie Wechselwirkungszeiten und/oder hohe
Feldstirken aufgrund von Adiabatizitdt unterbunden wird. Wobei hier zu beachten ist, daf
die Emission bei einem stark getriebenen atomaren Ubergang prinzipiell auch durch ein
drittes, zu diesem Ubergang verstimmtes, Energieniveau unterdriickt werden kann. Die-
se sogenannte AC-Stark-Verschiebung wird dann relevant, wenn die Rabifrequenz in der
GroéBenordnung der Verstimmung liegt. Bei dem in dieser Arbeit verwendeten EAM-Uber-
gang (63P3/, <> 61D5)5) befindet sich allerdings das néichste elektronische Niveau (61D3/5)
50 MHz unter dem 61Dj5/5-Zustand und bewirkt erst ab Photonenzahlen von 108 eine re-
levante Verschiebung in der GréSenordnung des EAM-Ubergangsbreite von 50 kHz. Da
die folgenden Simulationen mit viel kleineren Photonenzahlen arbeiten, kann dieser Effekt
vernachlissigt werden.

Die Auswirkungen der Adiabatizitit auf die Rabioszillationen und auf die Atomstatistik
bei externer Einstrahlung werden in den Abbildungen 4.3 und 4.4 dargestellt.

Man kann also festhalten, daf} statische elektrische Felder im Bereich der Resonatorkop-
pellocher auch bei Inversionsmessungen am Atom mitberiicksichtigt werden miissen. Dabei
kann als Ma$ der Verfilschung der Adiabatizititsparameter ( verwendet werden. In den
gewihlten Beispielen hat sich gezeigt, dafl fiir Werte logf > (0.5 quasi-diabatisches Verhal-
ten angenommen werden kann, fiir Werte kleiner —0.5 hingegen quasi-adiabatisches.



Kapitel 5

Phasendiffusion beim Ein-Atom-Maser

Vergleicht man die Lichteigenschaften einer Glithlampe mit denen eines Lasers, so mufl man
der Glithlampe zunéchst eine schlechtere rdumliche und zeitliche Kohérenz attestieren. Doch
selbst wenn man mittels eines Monochromators die Kohérenz verbessern wiirde, kénnte man
immer noch die Glithlampe aufgrund ihrer hohen Intensititsfluktuationen identifizieren, da
sich die Lichtfelder bekanntlich in ihrer Photonenstatistik unterscheiden.

Wihrend die Photonenzahlschwankungen der thermischen Lichtquelle, wie im Falle der
Gliithlampe, mit stirker werdender Intensitit zunehmen, da die Null-Photonen-Wahrschein-
lichkeit bei der hier voliegenden Boltzmannstatistik stets am hochsten ist, ist das emittierte
Licht eines Lasers intensitétsstabilisiert. Die Photonenstatistik ist gemifl einer Poissonsta-
tistik um ihren Mittelwert zentriert. Je stirker die Lasermode angeregt ist, desto kleiner
werden die relativen Intensitidtsschwankungen. Da diese Eigenschaft als eine Folge der sti-
mulierten Emission gesehen werden kann, tritt sie speziell auch bei dem EAM auf.

Im Gegensatz dazu kann aber die Phase des Laserfeldes frei diffundieren, so daB sie,
einmal prépariert, langsam aus dem 7Takt kommen kann. Dies hitte zur Folge, dafl im
Ensemblemittel die Phase bzw. die mittlere Feldstéirke zerfallen wiirde, ohne daf} dies bei den
Einzelrealisationen zwangslaufig der Fall sein miifite. Da dieser Prozef§ den einzig relevanten
Teil beim (idealisierten) Laser darstellt, der die Monochromie stort, ist er folglich auch
hauptverantwortlich fiir die endliche spektrale Linienbreite. In der Tat stellt man fest, dafl
die iiber die Fokker-Planck-Gleichung definierte Phasendiffusionskonstante identisch mit der
Linienbreite des Lasers ist.

5.1 Der Begriff Phasendiffusion

Zunichst stellt sich die Frage, inwieweit man im Zusammenhang mit der Felddynamik
von einem Phasendiffusionsverhalten sprechen kann. Der Begriff der Diffusion suggeriert
einen Zusammenhang zu einer entsprechenden Diffusionsgleichung. Tatséichlich gibt es in
der Lasertheorie einen engen Zusammenhang zwischen der Mastergleichung der Dichtema-
trix des Feldzustands und einer Fokker-Planck-Gleichung fiir die dquivalente Zustandsbe-
schreibung im Phasenraum [8, 10, 19, 28, 34]. Dazu stellt man den Felddichteoperator

p= [EaP(a)ja)al (5.1)

als Uberlagerung von Projektionsoperatoren auf den kohiirenten Zustand |«) dar (« bezeich-
net die komplexe Amplitude des Zustand im Phasenraum), setzt dies in die Mastergleichung
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ein und erhilt direkt durch Koeffizientenvergleich eine Fokker-Planck-Gleichung fiir P(«),
der sogenannten Glauber-Sudarshan-Phasenraumverteilung.

Beschriankt man sich auf Feldzustdnde, deren Intensitdten dem stationdren Wert ent-
sprechen und wéhlt die Polarkoordinaten r, ¢ als Phasenraumvariablen, so erhilt man eine
Fokker-Planck-Gleichung vom Typ

OP(re'®?) D §?P(re') 59
o 2 9¢2 (52)
Das ist aber genau die Diffusionsgleichung eines Teilchens, das frei auf einem Kreis dif-
fundieren kann. Im Fall des elektromagnetischen Feldes handelt es sich natiirlich um den
Feldstirkevektor, dessen Linge konstant bleibt, die Phase hingegen frei diffundieren kann.
Die charakteristische Zeitkonstante fiir diesen Prozefl wird als Phasendiffusionskonstante D
bezeichnet.

Mit Hilfe dieser Gleichung kann man nun schnell den Zusammenhang zur Linienbreite
herstellen. Als mogliche Definition des Spektrums wird das Leistungsspektrum der Form
2

S(w) = (5.3)

/ T E@) et
0

verwendet. Diese Definition setzt voraus, dafi das Feld zum Zeitpunkt ¢ = 0 in einem
phasenausgezeichneten Zustand mit (E) # 0 préipariert wurde. Fiir stationére Felder (E) = 0
mufl man auf andere Definitionen des Spektrums, wie z.B. die Fouriertransformierte der
Amplitudenkorrelation, zuriickgegriffen werden [8, 10].

Da die mittlere Feldstéirke (E) proportional zum Realteil des Mittelwertes des Vernich-
tungsoperators (a) ist, kann man sich auf die Berechnung von (a(t)) beschrinken und erhélt
mit Gln. 5.2

—(a(t)) = //T dr dp e’ @) P(r, )

= //r dr dg re(@tert) (_2821;((;; ¢)>
D

- <5 —in) (a(t)). (5.4)

Zusammen mit der Anfangsbedingung fiir die mittlere Feldstirke (E(0)), erhilt man als
Zeitverhalten einen modulierten exponentiellen Zerfall, dessen Fouriertransformierte

| (E0)) [
S = 5.5
@) = W= en? + 1/4D? (5:5)
eine Lorentzkurve mit voller Breite auf halber Héhe (FWHM) von D ergibt.
Die Linienbreite des Leistungsspektrums ist also identisch mit der Phasendiffusionskon-
stante, wenn die Felddynamik durch eine Gleichung vom Typ Gln. 5.2 beschrieben werden
kann.

5.2 Besonderheiten des Ein-Atom-Masers

Die EAM-Theorie unterscheidet sich von der Lasertheorie insbesondere darin, dafl der EAM-
Betrieb auf der Wechselwirkung von einzelnen Atomen beruht, deren Wechselwirkungszeit
7 fest eingestellt wird und grofl gegeniiber der Rabiperiode sein kann.
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Das hat zu Folge, dafl zum einen keine Fokker-Planck-Gleichung mehr aufgestellt werden
kann, die nur Ortsableitungen bis zur 2.0rdnung enthilt, was hier natiirlich die Verwendung
des Begriffs der Phasendiffusion fraglich erscheinen 148t [67]. Um diese begriffliche Spitzfin-
digkeit nicht zu weit zu treiben und um in Einklang mit der Literatur zu bleiben, soll der
Begriff der Phasendiffusion hier weiterverwendet und mit der spektralen Linienbreite des
EAM-Feldes gleichgesetzt werden.

Zum anderen entpuppt sich das Zeitverhalten der mittleren E-Feldstidrke in manchen
EAM-Parameterregimen im Vergleich zu dem oben angenommenen einfachen exponenti-
ellen Zerfall, als komplizierterer Verlauf. Wie im letzten Abschnitt dieses Kapitels gezeigt
wird, konnen tatsédchlich mehrere Zeitkonstanten simultan den Zerfall bestimmen. In solchen
Féllen erhélt man nicht-lorentzférmige Spektren, die genaugenommen nicht mehr durch ei-
ne Zahl (Linienbreite) und Form (Lorentz) charakterisiert werden kénnen. Da sie in der
vorliegenden Arbeit eher die Ausnahme bilden, wird die Definition der FWHM auf die-
se Fille dahingegen verallgemeinert, dafl sie die grétmogliche spektrale Breite auf halber
Hohe beziiglich des absoluten Maximums bezeichnet.

5.3 Hochfeldnaherung der Phasendiffusionskonstante

Bevor nun die exakte Linienbreite berechnet wird, konzentriert sich dieser Teil auf die
physikalischen Mechanismen, die zur Linienbreite bzw. Phasendiffusion beim EAM fiihren.
Dabei wird aus einfachen Uberlegungen heraus ein Hochfeldniherungsausdruck abgeleitet,
der bereits in [86,91,92,103] zu finden ist, hier jedoch eine anschaulichere Interpretation
erfahrt.

Die Tatsache, dafl das Feld sowohl in Wechselwirkung mit einem thermischen Bad steht,
als auch von einem Atomstrahl gepumpt wird, und beide im Feld keine Kohérenzen aufbauen
konnen, legt die Vermutung nahe, dal diese Wechselwirkungsprozesse auch zum Phasen-
rauschen des Feldzustands beitragen und die Linienbreite als Summe dieser Bestandteile
geschrieben werden kann

D = Dy, + Dy. (5.6)

5.3.1 Thermischer Anteil

Ist die Feldmode an ein thermisches Bad gekoppelt, relaxiert jeder Anfangszustand mit der
charakteristischen Zeit I'~! gegen den thermischen Zustand mit einer mittleren Photonen-
zahl ny,. Uber das Fluktuations-Dissipations-Theorem ist aber eine Dampfung stets auch
mit Fluktuationen in den Feldvariablen verbunden, die tatséchlich bei der Fokker-Planck-
Gleichung des (thermisch) geddmpften harmonischen Oszillators als Phasendiffusionskon-
stante sichtbar werden [14, 28]

OP(r,¢) 1T(1 — s+ 2n,) 0?P(r, §)
= (-1) — 5 T ¢ o (5.7)

Ist also der geddmpfte harmonische Oszillator durch einen weiteren (rauschfreien) Pump-
mechanismus auf die mittlere Photonenzahl (n) stabilisiert, betrigt die Linienbreite der
ausgefithrten erzwungenen Schwingung

F(l — s+ 2nth)

o) (5.8)

Dy, =
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Abbildung 5.1: Auswirkung der |D.) |®_)
Atom-Feld- Wechselwirkung auf einen
urspriinglich kohdrenten Zustand |o). AP
Als Wechselwirkungszeit wurde 1/4
der Revivalzeit gewdhlt. Als direk-
te Folge der Dressed-States-Bildung
wéihrend der Wechselwirkung, split-
tet der Feldzustand in zwei um +A¢
phasenverschobene (niherungsweise)
kohdrente Zustinde auf. Die genaue
Uberlagerung beider Phasen hingt von
der verwendeten Messung am Atom ab
(siehe Text).

Dabei ist s der Ordnungsparameter der Feldoperatoren, der je nach Wahl einer speziellen
Phasenraumfunktion die Werte s = 0 (Wignerfunktion), s = 1 (P-Funktion) und s = —1
(Q-Funktion) annehmen kann®.

5.3.2 Die Phasenkicks der Atom-Feld-Wechselwirkung

Wie oben bereits erwihnt 148t sich fiir den atomaren Anteil keine (einfache) Fokker-Planck-
Gleichung mehr aufstellen und daraus die Phasendiffusionskonstante entnehmen. Allerdings
kann man direkt aus dem Jaynes-Cummings-Modell die Auswirkung der Wechselwirkung
auf den Feldzustand berechnen. Sei im Resonator ein kohérenter Zustand reeller Amplitude
prapariert, so lautet der kombinierte (nicht normierte) Atom-Feld-Zustand nach einer Zeit
T [42,104]

leo)la) > (2%0a) = [5)) [@4.(7)) + (e 0la) + 18} ) |2 (7). (5.9)

Die beiden Feldzustinde kénnen fiir kleine Wechselwirkungszeiten (gegeniiber der Revival-
zeit) als um

Ag = ﬁ (5.10)

phasenverschobene kohirente Zustinde der Form

B (7)) = M2 ggetind) (5.11)

'Genauer gesagt kénnen alle s € [—1,1] verwendet werden. Die hier angefiihrten sind allerdings die am
h&ufigsten verwendeten.
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geschrieben werden. Mit jeder Atom-Feld-Wechselwirkung wird also auch ein Phasenshift
auf das Feld iibertragen®. Die Frage, ob der Feldzustand nach der Wechselwirkung um
die eine oder andere Phase verschoben wurde, oder ob der Feldzustand eine Uberlagerung
beider darstellt, kann nur in Zusammenhang mit einem bestimmten Mefischema beantwortet
werden. Typische Beispiele dafiir sind:3

e Das Atom wird in einer beliebigen Basis gemessen, die Informationen jedoch verwor-
fen. Diese Mefimethode entspricht dem Spuren iiber die Atomzustinde, welches das
Feld in einer inkohirenten Uberlagerung

p =) (@ | +[22) (@ (5.12)

hinterlaft.

e Bei einer Energiemessung am Atom wird der Feldzustand fiir kleine A¢ in
»Schrodinger-Katzen“-Zustinde projiziert. Das Vorzeichen der kohérenten Uberlage-
rung ist durch das Mefiresultat wie folgt gegeben

AdLl { |®4) 4+ |®_) Atom im Zustand |a) (5.13)

)= |®4) — [@_) Atom im Zustand |b)

e Mifit man die Dipolphase des Atoms (Mefibasis |a)£|b)), wird fiir reelle Feldamplituden
einer der beiden kohirenten Felder herausprojiziert.

AdL1 { |®.) Atom im Zustand |a) + |b) (5.14)

%) =" 16.)  Atom im Zustand |a) — [5)

Es ist also bemerkenswert, dafl die auf das Feld iibertragenen Phasenkicks der Atom-Feld-
Wechselwirkung sich je nach MeBmethode unterschiedlich auf die Dynamik des (indivi-
duellen) Feldzustands auswirken. Wihrend die ersten beiden Verfahren ein zunehmendes
Ausschmieren der Phase verursachen, kann man in Verbindung mit der letzten Methode von
einem Random-Walk der Feldphase auf einem Kreis sprechen, da ein anfinglicher kohiren-
ter Zustand wieder in einen phasenverschobenen kohirenten Zustand iibergeht. Dabei muf}
natiirlich nach jeder Wechselwirkung die Referenzphase der Dipolmessung derart verdndert
werden, dafl der Feldzustand im Bezugssystem der Dipolphase eine reelle mittlere Phase
aufweist.

In der Niherung kleiner A¢ kann man einen geniherten Phasendiffusionskoeffizienten
angeben, indem man den Sprungwinkel in die Definition der Kramer-Moyal-Differential-
gleichung einsetzt. Man erhélt dann direkt die Schawlow-Townes-Linienbreite des Lasers
[5,10]

2 2
Dy~ 2% P9 (5.15)
At 4 (n)

?Der Aufspaltungswinkel ist dabei linear zur Wechselwirkungszeit und eine direkte Folge der Dressed-
States-Aufspaltung. Als alternative Ableitung dieses Winkels A¢ stelle man sich vor, dafl zwei Uberlagerun-
gen von Fockzusténden gebildet werden, die um die gleiche mittlere Photonenzahl konzentriert seien. Das
eine Wellenpaket > wrexp{i/hE+t} beinhalte jedoch die Energien der |+)-Dressed-State-Mannigfaltigkeit,
das andere Wellenpaket Y wpexp{i/RE_t} die der |—). Durch entwickeln der Wurzelabhingigkeiten der
Energien von n kann man schnell den Unterschied der Phasengeschwindigkeiten von Aw = g/(21/(n)) be-
rechnen.

®Die in der Aufzihlung angefiihrten Feldzusténde sind der Ubersichtlichkeit halber nicht normiert.
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Fiir groflere A® wird die Periodizitdt der Phasenverschiebungen immer wichtiger und die
Abweichungen von der Schawlow-Townes-Breite immer grofier. In diesem Fall kann die Li-
nienbreite iiber den Zerfall von (a(t)) analytisch berechnet werden (sieche Anhang D). Die
Rechnung, in die allein der Phasenverschiebungswinkel A® eingeht, fithrt auf

A®
Dy = 4rsin® (—) = qrsin? | 2, (5.16)
2 4/(n)

ein Ergebnis das schon frither aus der Mastergleichung abgeleitet wurde, hier aber den
physikalischen Ursprung des Phasenkicks deutlicher sichtbar macht.

5.4 Exakte Analyse der Phasendiffusionskonstante

Die Hochfeldniherung kann zwar den groben Verlauf der Phasendiffusionskonstante er-
fassen und erlaubt eine physikalische Interpretation, kann allerdings Effekte die mit den
nicht-lorentzformigen Spektren zusammenhéngen nicht erkliren. Ferner zeigt sich, da Ab-
weichungen in dem hier verwendeten Parameterregime, speziell wegen der kleinen mittleren
Photonenzahlen, mehrere Prozent betragen kénnen. Deswegen wird in diesem Kapitel die
exakte Formel fiir die Linienbreite abgeleitet und numerisch berechnet. Es wird sich heraus-
stellen, daf der Zerfall der mittleren E-Feldstérke gerade bei hoheren EAM-Schwellen von
mehreren Zeitkonstanten bestimmt wird.

Die folgende Rechnung beruht auf der Eigenvektorzerlegung der ersten Nebendiagonale
der Dichtematrix und verwendet moéglichst konsequent eine Vektor- und Matrixschreibweise,
die auch den Vorteil groBerer Ubersichtlichkeit mit sich bringt [92].

Zur Berechnung des Spektrums gemifl Gln. 5.3 muf} die Zeitentwicklung der mittleren
E-Feldstérke berechnet werden. Man erhélt

(E(¢)) o Re(a(t))
= Re Z \/ml)g) (t) glwrt
n=0
= ReZx®(t)e™rt, (5.17)

Dabei wurde in der zweiten Zeile vom Heisenbergbild in das Wechselwirkungsbild iiberge-
gangen und die Vektoren Z und x(1)(¢) mit den Komponenten

2}, = Vatl
x®) = = mlpln+ ) (518)
eingefiihrt*. Die Zeitentwicklung der ersten Nebendiagonale kann nun mit Hilfe von Ab-

schnitt 2.7 gelost werden. Dabei wird der Vektor x in den (rechts-seitigen) Eigenvektoren
r; der Form

x(t) = chrlef)"t (5.19)
l

4Da sich in diesem Abschnitt alle Gleichungen auf die 1.Nebendiagonale der Dichtematrix beziehen wird
der Index (1) im folgenden unterdriickt
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80 I I

Abbildung 5.2: EAM-Linienbreite als Funktion des Pumpparameters. Die exakte Linienbreite
( ) wurde nach Gln. 5.22 numerisch berechnet. Als Anfangszustand wurde ein kohdrenter Zu-
stand mit gleicher mittlerer Photonenzahl wie der entsprechende stationire EAM-Zustand gewdhlt.
Der Hochfeldniherungsausdruck ( ) aus Gln. 5.6 zeigt fiir das hier gewdhlte N, = 20 oberhalb
der zweiten EAM-Schwelle (6 > 1.57) stirkere Abweichungen, spiegelt aber dennoch das charakte-
ristische Verhalten von D recht gut wieder. Dabei wurden der thermische (— — —, Dy, Gln. 5.8)
und der atomare Anteil (---, D4, Gin. 5.16) getrennt eingezeichnet. Offensichtlich sind ab der er-
sten Schwelle hauptsdchlich die durch die Atom-Feld-Wechselwirkung verursachten Phasenkicks fiir
die EAM-Linienbreite verantwortlich. Die Linienbreite wird in diesem Bereich noch gut von der
Schawlow-Townes-Formel wiedergegeben und lifit sich mit dem Verlauf der mittleren Photonenzahl
(Abb. 2.3) gut verstehen.

Im kleineren Bild ist die exakte Linienbreite und die mittlere Photonenzahl (gestrichelt) fir einen
grifieren 6-Bereich dargestellt. Die hauptsichlichen Merkmale sind: Erstens das quadratische An-
steigen gemaf der Schawlow-Townes-Formel (6 < 107). Zweitens wird durch die sin?-Abhingigkeit
die Reduzierung der Linienbreite fiir grofile Wechselwirkungszeiten (6 > 30w) beriicksichtigt, da ab
dieser Stelle der Phasenkick grofier m wird und deshalb der atomare Anteil wieder abnimmt. Das
Minimum wird dann bei A¢d ~ 27 erreicht, bei dem sich die beiden aufgesplitteten Feldanteile |®+)
wieder an threr Ursprungsposition treffen (8 ~ 60w ). Drittens die tiefen Einbriiche, bei denen die
Bedingung A¢ = 21 — 0w = 4,/(n) Ney fiir ein entsprechendes (n) (6) (Zahlen an oberer z-Achse)
gerade erfiillt ist.
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Abbildung 5.3: Eigenwertspektrum (- - -) und Linienbreite ( ) der EAM-Strahlung als Funktion
des Pumpparameters 0 = gr/Ney (Nex = 20, ngp, = 0.15). In dem Bereich kleiner 8- Werte (< 1.57)
ist die Linienbreite durch den kleinsten Eigenwert gegeben, springt aber noch vor der zweiten Schwelle
auf den ndchsten Eigenwert iiber. Bei der zweiten Schwelle selbst (6 ~ 1.87) liegt D zwischen diesen
FEigenwerten. In diesem bistabilen Bereich ist der Zerfall der E-Feldstirke durch zwei Zeitkonstanten
bestimmt, die den beiden Maxima der Photonenstatistik zugeordnet werden kénnen (Abb. 2.4).

entwickelt. Die Koeffizienten ¢; sind dann durch das Skalarprodukt
¢ = 1;x(0) (5.20)

bestimmt. Zusammen mit Gln. 5.17 findet man die gesuchte Zeitentwicklung der mittleren
E-Feldstéirke, ausgedriickt in Eigenwerten der Zeitentwicklungsmatrix

(E(t)) o RechZrl elwr =)t (5.21)

: K™

Gerade in dieser Gleichung erkennt man, daf der Zerfall von (E) nur dann einen einfachen
exponentiellen Verlauf zeigt, wenn x quasi Eigenvektor zu M ist und dessen Eigenwert allein
die Dynamik bestimmt. Alle anderen Eigenwerte werden durch die nahezu verschwindenden
Koeffizienten unterdriickt. Im allgemeinen Fall ist die Zeitentwicklung allerdings als Summe
iiber exponentielle Zerfille mit unterschiedlichen Zerfallskonstanten gegeben, dessen einzel-
ne Summanden mit K l(E) gewichtet sind.

Das Leistungsspektrum kann dann mit diesen Gewichten KI(E) und den zugehorigen
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Eigenwerten \; nach Gln. 5.3 folgendermaflen geschrieben werden
NI [ — + p
l i(w—wr)+ XN i(w+wr)+ A

1 KK
N 2 —061)R : .
> > (2-6u)Re (w—wr)Z+ NN —i(w — wr) (N — A)

1=0 I'>1

2

S(w) (5.22)

wpR>

IRy

Die Normierungskonstante N skaliert das Spektrum in dieser Arbeit derart, da§ das absolute
Maximum den Wert 1 annimmt.

Dieses Spektrum ist nur fiir den Fall eines relevanten Eigenwertes lorentzférmig, fiir die
anderen Fille erhilt man kompliziertere Spektren, die z.B. Dips in der Mitte aufweisen
konnen. Siehe dazu [89, 94].

In der Abb. 5.3 wird der Verlauf der Linienbreite mit dem Eigenwertspektrum in einem
typischen Parameterregime verglichen. Man erkennt, dafl die Dynamik nicht immer durch
den kleinsten Eigenwert bestimmt ist und dafl es Bereiche wie die zweite EAM-Schwelle
gibt, bei denen ein zweiter Eigenwert relevant wird.



Kapitel 6

MeBmethoden der Ein-Atom-Maser
Phasendiffusion

Will man eine Eigenschaft des EAM-Feldes wie die Phasendiffusion messen, mufl man
zunichst einen theoretischen Zusammenhang zwischen einer Atomobservablen nach der
Wechselwirkung und der entsprechenden Feldgrofie herstellen. Ein direktes Detektieren der
EAM-Strahlung ist bekanntermafen (technisch) nicht méglich, da die aus den Koppellochern
des Resonators entweichende Leistung fiir einen Nachweis viel zu schwach ist. Ferner wiirde
eine erh6hte Auskopplung schnell das gesamte gespeicherte Feld zerstéren, da in dem Reso-
nator nur mittlere Photonenzahlen von bis 200 experimentell erzeugt werden konnen. Als
einzige Moglichkeit, Informationen iiber den Feldzustand zu gewinnen, bleibt der atomare
Zustand nach der Wechselwirkung, oder genauer, die Detektor Klick-Statistik. Die Atome
spielen also fiir das EAM-Feld die Doppelrolle des Pumpmediums und des Meflinstrumentes.

Kann man nun mit dem Standard EAM-Aufbau, bei dem die Energie der Atome gemes-
sen wird, nachdem sie im oberen Zustand in den Resonator injiziert wurden, phasensensitiv
messen? Leider wird diese Frage durch die folgende Formel fiir die Emissionswahrscheinlich-
keit des Atoms (=Wahrscheinlichkeit fiir die Messung des unteren Zustands |b)) verneint.
Denn es gilt

pp = Z Pnn Sin? (gT\/n + 1) . (6.1)

n=0

Die Energiemessungen am Atom héngen offensichtlich nur von den Diagonalelementen der
Felddichtematrix in Fockdarstellung ab, die gleichbedeutend mit der Photonenstatistik des
Feldes ist und insbesondere keine Photonenkohiirenzen beinhaltet. Bei dieser Art von Mes-
sung sind die Atome sozusagen fiir Phaseneigenschaften des Feldes blind und spiiren nur
die Feldintensitdtseigenschaften.

So kann z.B. aus obiger Formel fiir p, bei Variation der Wechselwirkungszeit auf die
Photonenstatistik zuriickgerechnet werden [68], oder der Grad der Intensitdtsrauschunter-
driickung aufgrund von Atom-Atom-Korrelationen berechnet und gemessen werden [57, 95].

In den folgenden zwei Abschnitten werden Méglichkeiten diskutiert, in welcher Art die
Experimente modifiziert werden miissen, um phasensensitiv messen zu kénnen. Dabei wer-
den im ersten Teil kurz die dlteren Vorschlige skizziert, die alle auf der Messung der ato-
maren Dipolphase basieren. Die im Experiment leichter zu realisierenden neuen Vorschlige
werden dann im zweiten Teil vorgestellt.
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6.1 Bisherige Vorschlage phasensensitiver Messungen

Die zentrale Erkenntnis der ersten Meimethode beruht auf der Tatsache, dal die Dipol-
phase des atomaren Zwei-Niveau-Systems nach der Wechselwirkung mit einer bestimmten
Feldphase korreliert ist. Schafft man es nun von der Energiemessung (|a), |b)) auf eine Di-
polphasenmessung (2~ /2{|a) & |b)}) iiberzugehen, kénnte die Phasensymmetrie des Feldes
spontan, also nicht stationéir, gebrochen werden, weil die Messung der einen Dipolphase
den Feldzustand in die dazu korrelierte Vorzugsphase projizieren wiirde. Oder umgekehrt
ausgedriickt steigt die Wahrscheinlichkeit fiir die Messung einer bestimmten Dipolphase,
wenn das Feld die entsprechende Phasenauszeichnung hatte. Experimentell kann man diese
phasensensitive Mefibasis dadurch erhalten, indem man die Atome hinter dem Resonator
derart mit einem klassischen Mikrowellenfeld wechselwirken 148t, dafl der atomare Bloch-
vektor einen 7/2-Puls erfihrt. [86, 88, 90]
Die Phasendiffusionsmessung erfolgt in zwei Schritten:

e Da der stationidre EAM-Zustand im Sinne eines Ensemblemittelwertes phasenlos ist,
wird ihm im ersten Schritt eine Vorzugsphase aufgeprigt. Das kann entweder durch
eine direkte schwache Mikrowelleneinkopplung, wie in Abschnitt 3.2 beschrieben, ge-
schehen, oder durch eine geringe kohirente Beimischung des unteren EAM-Niveaus
vor der Wechselwirkung [50, 71].

e Im zweiten Schritt wird das gerade beschriebene Phasen-Seeden abgeschaltet, worauf
die Feldphase zu diffundieren beginnt. Es stellt sich heraus, dafl dann die Wahrschein-
lichkeiten der beiden Dipolphasen annihernd wie die mittlere Feldstirke zerfallen.
Dabei ist die charakteristische Zerfallskonstante identisch mit der Phasendiffusions-
konstante.

Aufgrund der Tatsache, dafl bereits die spezielle Detektion der atomaren Dipolphase die
Phasensymmetrie des Feldes bricht, kann man auch auf die anfingliche Priparation der
Feldphase verzichten, und stellt fest, daB dann die zustandsabhingigen Atom-Atom-Korre-
lationen Informationen iiber die Linienbreite des Feldes enthalten [100].

So elegant diese Meflmethode erscheinen mag, so schwierig ist jedoch auch die expe-
rimentelle Realisierung. Der Grund dafiir ist die implizit in den Vorschligen enthaltene
Forderung nach Erhaltung der Feld-Atom-Kohérenz, d.h. die atomare Dipolphase muf} sich
im Ensemble zur Feldphase kohérent entwickeln. Dies ist aber fiir Rydbergatome mit ihren
extremen Polarisierbarkeiten nur sehr schwer zu erzielen. Bei den gegenwirtigen Experimen-
ten betragt der Phasenshift der Dipolphase bei einem Atom das um nur 1/10 mm héher den
Resonator verlifit einige Tausend 27, da gerade im Bereich der Koppellécher inhomogene
statische Felder nahezu unvermeidbar sind [65, 156]. Mathematisch ausgedriickt, entwickelt
sich eine kohirente atomare Uberlagerung im Bereich des Resonatoraustrittsloches in ein
statistisches Gemisch seiner Energieeigenzustinde. Bei einer anschlielenden Dipolphasen-
messung ist das Wissen der korrelierten Feldphase somit verloren gegangen.

Das ist der Hauptgrund fiir die Entwicklung robusterer phasensensitiver Mefmethoden
in dieser Arbeit. Es hat sich gezeigt, dafl mit der im folgenden vorgestellten ,,Methode der
verschobenen Felder“ auch mit reinen Energiemessungen am Atom phasensensitive Feldin-
formationen erhalten werden kénnen [104, 136, 137].
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6.2 Methode der verschobenen Felder

Um die Frage nach dem Informationsgehalt eines bestimmten Mefverfahrens zu kliren,
bietet sich eine alternative Definition des Dichteoperators an. Wihrend die verbreitete Me-
thode den Dichteoperator durch seine Dynamik gemé&f einer Mastergleichung in Verbindung
mit einem postulierten Anfangszustand beschreibt, gibt es eine zweite Moglichkeit die allein
auf der aus einer speziellen Messung gewonnenen Information basiert und unter dem Namen
»Methode der maximalen Entropie“ bekannt ist [24, 105, 121].

Dabei wird der Dichteoperator des Systems als derjenige definiert, der bei zugrunde
gelegten Mefldaten der wahrscheinlichste ist. Diese Definition ist natiirlich insbesondere
dann interessant, wenn eine unvollstindige Informationsmenge iiber den Systemzustand
vorliegt und ein Zustand aus vielen moglichen ausgewéhlt werden mufl.

Zur Determination des so definierten Dichteoperators legt man zunéchst ein Set von
linear unabhiingigen MeBoperatoren’

O, ; v=1,....n (6.2)
zugrunde, deren Mittelwerte
(0,) =0, (6.3)

experimentell bestimmt werden sollen und die sogenannte Beobachtungsebene festlegen. Da-
durch wird die Menge der (normierten) Dichteoperatoren auf die Menge derjenigen einge-
schrinkt, fiir die gilt

Tr (p{@}O,,] = 0O,. (6.4)

Offensichtlich kénnen bei einer unvollstindigen Beobachtungsebene im Allgemeinen noch
viele verschiedene Dichteoperatoren obige Relation erfiillen. Das Prinzip der ,,maximalen
Entropie“ fordert aber in diesen Fillen, daf} derjenige Dichteoperator zu wihlen ist, der die
geringsten Annahmen iiber den Zustand enthilt, also der Zustand maximaler Unkenntnis,
mit der Eigenschaft

hmax = max 77[/’{(’)}]- (6.5)

Dabei kann als Mafl der Unkenntnis
nlp] = = (pnp) (6.6)

zur Quantifizierung herangezogen werden, wobei 7 = 0 einen reinen Zustand auszeichnet
und Werte gréfiler Null einen zunehmend gemischteren Zustand.

Der charakteristische Wert nmax héngt nur von der gewihlten Beobachtungsebene ab
und ist identisch mit der Entropie des Systems. Die Eigenschaften aus den Gleichungen 6.4
und 6.5 fithren auf den gesuchten Dichteoperator

1
pio} = Zio) exp (— Z)\VO,,) (6.7)

'Im Gegensatz zu [121] werden die MeBoperatoren mit O, anstatt mit G, bezeichnet und sind hier
durchgéngig im Heisenbergbild angegeben.
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mit
Zioy(M, .- An) = T [exp(— > /\,,(’),,)] : (6.8)
und die impliziten Bestimmungsgleichungen fiir die Lagrz:nge—Multiplikatoren An
0, =T (p(0)0s ) = —8%” In Z{oy (M- - > An). (6.9)

Mit dieser informationstheoretischen Definition des Systemzustands kann die Frage er-
neut aufgegriffen werden, welche Zustinde des EAM-Feldes mit welcher Beobachtungsebene
vollstandig erfalt werden kénnen.

Betrachtet man zunéchst die Beobachtungsebene der typischen EAM-Experimente, bei
denen die Atome im oberen Zustand in den Resonator injiziert werden und nach einer
Wechselwirkungszeit 7 im oberen oder unteren Zustand gemessen werden. Wihlt man als
MeBgrofle die Wahrscheinlichkeit das Atom im unteren Zustand zu messen, erhélt man

0P = gin? (gT,,\/ ata + 1) . (6.10)

Diese Beobachtungsebene kann als eine Linearkombination von Photonenzahlmessungen
|v)(v| dargestellt werden und ist somit dquivalent zu der Beobachtungsebene O, = |v)(v|.
woraus nach Gln. 6.7 folgt, daB der mit O®) gemessene Systemzustand in Fockdarstellung
stets diagonal sein muf. Insbesondere werden alle Zustinde mit gleicher Photonenstatistik,
aber moglicherweise unterschiedlichen Phaseneigenschaften, nach dem Prinzip der maxima-
len Entropie durch den gleichen Dichteoperator beschrieben und kénnen folglich auf dieser
Beobachtungsebene nicht unterschieden werden. Man spricht hier auch von einer phasen-
insensitiven Beobachtungsebene. Zur Bewertung der Vollstindigkeit dieser Messung kann
man zwei Fille unterscheiden

e Der Systemzustand wurde im reinen Zustand prépariert. Dann ist die gewédhlte Be-
obachtungsebene nur fiir den Fall eines Fockzustands vollstindig.

e Der Systemzustand wurde unvollsténdig prépariert, so dafl nur die Photonenzahlver-
teilung bekannt ist. Dann fiigt die Beobachtungsebene O®) kein zusdtzliches Unwissen
hinzu.

Die Idee der Methode der verschobenen Felder besteht nun darin, den Photonenzahlope-
rator, der fiir die Unvollsténdigkeit der Messung verantwortlich ist, gegen einen um v ver-
schobenen Photonenzahloperator der Form (afa)® = (a' ++*)(a + v) auszutauschen. Man
erhilt die neue Beobachtungsebene

O = gin? (gﬂ/((fr + ) (a+ ) + 1) ) (6.11)

Man erkennt schnell, dal diese MeBloperatoren den Wahrscheinlichkeiten entsprechen, das
Atom im unteren Zustand zu messen, nachdem es mit einem um die komplexe Amplitude
~ im Phasenraum verschobenen Feldzustand gewechselwirkt hat, denn es gilt

po(y) = Tr{D(7)pD(y) sin’(g7Vala + 1)}
=
p
= Tr [p sinQ(g'r\/(a]L + ) (a + ) + 1)]

_ <(9(7)> _ (6.12)
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Abbildung 6.1: Photonenstatistiken und Pha-
senraumdarstellungen (im Bild-In-Set) von zwei
Zustdnden gleicher Photonenstatistik (graw), aber
unterschiedlichen Phaseneigenschaften. Da ei-
ne einfache Energiemessung am Atom nach der
Wechselwirkung nur von der Photonenstatistik
des Feldes abhdngt, sind diese beiden Zustinde ‘ ‘ ‘
ununterscheidbar.

Verschiebt man die Zustinde jedoch im Phasen-
rawm, erhdlt man unterschiedliche Photonensta- J
tistiken (schwarz).

Die Zustandsverschiebung im Phasenraum wird
damit zum Schliissel einer phasen-sensitiven Be-
obachtungsebene trotz einfacher Atom-Energie-
messungen.
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Diese Beobachtungsebene ist nun idquivalent zu der Beobachtungsebene (af)!a* und re-
préasentiert daher fiir unendlich viele verschiedene v, eine vollstindige Mefibasis und er6ff-
net so die prinzipielle Moglichkeit alle denkbaren Feldeigenschaften auszulesen, obwohl am
Atom selbst phasen-insensitiv gemessen wird.

Eine eher anschauliche Erklirung bietet die Phasenraumdarstellung in Abb. 6.1. Dort
werden zwei Zustdnde mit gleicher Photonenstatistik, aber unterschiedlicher Phaseneigen-
schaft gegeniibergestellt (grau dargestellt). Wie oben besprochen kann die Beobachtungs-
ebene OO®) diese Zustinde nicht unterscheiden, da man gleiche Mittelwerte als Funktion der
Wechselwirkungszeit findet (siehe punktierte Linien in Abb. 6.2). Um in der Sprache des
Uberlappformalismus [21, 27] zu sprechen, ist die Wahrscheinlichkeit n Photonen im Feld zu
messen proportional zu dem Uberlapp einer Kreisscheibe (Radius entspricht der Intensitét
von n Photonen, Fliche bei allen n gleich) mit dem entsprechenden Zustand. Natiirlich
mittelt diese Uberlappfliche iiber den Winkel und die Schnittflichen der in Abb. 6.1 grau
dargestellten Zustinde dhneln sich stark.

Verschiebt man dagegen den Zustand im Phasenraum, so beginnen sich die Schnitt-
flichen mit den n-Photonen Ringen zu unterscheiden und erzeugen so verschiedene Pho-
tonenstatistiken (schwarz gezeichnet). Dementsprechend sind nun die Erwartungswerte der
phasensensitiven Beobachtungsebene O(7) (im Bild 6.2 schwarz mit fester Verschiebung -y
aufgetragen) unterschiedlich und erméglichen die vollstindige Beobachtung des Zustand.
Im Prinzip lassen sich also in der @(Y)-MeBbasis alle Feldeigenschaften messen. In Bezug
auf eine Phasendiffusionsmessung stellt sich allerdings die Frage, wie die Verschiebungen
gewihlt werden miissen um moglichst effizient die Phasendiffusionskonstante bestimmen zu
kénnen. Mit genau dieser Frage wird sich der Rest dieses Kapitels auseinandersetzen.

Es werden zwei verschiedene Meflverfahren vorgestellt. Beim ersten miissen die Emis-
sionswahrscheinlichkeiten bei einem auf einem Kreis verschobenen Zustand gemessen wer-
den. Durch eine anschlieflende Fourierzerlegung kénnen die Beitrige von jeder beliebigen
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Abbildung 6.2: Rabioszillationen der in
Abb. 6.1 dargestellten Zustinde. Der phasen-
ausgezeichnete Zustand ist im Bild oben
dargestellt, der phasenlose im unteren Bild.
Die punktierte Linie zeigt den Mittelwert
der phasen-insensitiven Mefbasis O (=Emis-
sionswahrscheinlichkeit), bei der man den typi-
schen Verlauf von Kollaps und Revival erkennen
kann. Die beiden Kurven sind nahezu identisch.
Die durchgezogene Linie zeigt die Emissions-
wahrscheinlichkeit nach der Verschiebung bei-
der Zustinde im Phasenraum, also <(9(”V)>.
Die Unterschiede sind nun deutlich zu er-
kennen: Widhrend der obere Zustand Vakuum-
Rabioszillationen zeigt, erzeugt die breite Pho-
tonenstatistik des phasenlosen verschobenen Zu-
stands ein deutlich stdrkeres Auswaschen der
Rabioszillationen.

0.0 ! ;
o7 27 47 67 8T
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Dichtematrix- Nebendiagonale in Fockdarstellung separiert werden [136].

Die zweite Methode stellt einen direkten Zusammenhang zwischen einer speziellen
Verschiebung und einem Phasenraumpunkt der charakteristischen Funktion der Wig-
nerverteilung (kurz: charakteristische Wignerfunktion) her. Aus der Steigung dieser
Quasiwahrscheinlichkeits-Verteilung im Ursprung kann dann die mittlere Feldstirke be-
rechnet werden und somit ideal der Prozefi der Phasendiffusion beobachtet werden [137].
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6.2.1 Verschiebungen auf einem Kreis

Die Beobachtungsebene O die in der Methode der verschobenen Felder benutzt wird,
erlaubt also, wie oben beschrieben, eine vollstindige Rekonstruktion des Quantenzustands
im Resonator. Alle Feldeigenschaften kénnen damit im Prinzip gemessen werden. Bei der
Messung der Phasendiffusion reicht allerdings die Information iiber die erste Nebendiagonale
der Dichtematrix in Fockdarstellung aus. Thema dieses Abschnittes wird es sein, allein diese
notwendigen Informationen aus einer speziellen Mefireihe zu extrahieren.

Beginnt man mit der expliziten Darstellung der Beobachtungsgrofie <(9,(,7)> in Fock-

basis, die gleich der Emissionswahrscheinlichkeit nach dem Verschieben des Feldzustand
um die kohirente Amplitude v = 7pe'® ist, erhilt man gemif Anhang C in kompakter
Vektornotation

Z (2 = 0.0)y®) (o) x B eik?. (6.13)
k=0

Dabei enthiilt der x(*)-Vektor die Matrixelemente der k-ten Dichtematrix-Nebendiagonale
(nlpln + k).

Offensichtlich hingt die Emissionswahrscheinlichkeit von allen Dichtematrixelementen
(n|p|n + k) ab. Andererseits erkennt man, dafl Gln. 6.13 eine Fourierreihe darstellt und
deswegen eine Filterung der einzelnen Koeffizienten y®)x(*) mittels Fouriertransformation
der Emissionswahrscheinlichkeit beziiglich des Verschiebungswinkels ermoglicht. Miffit man
also py(7y) fiir viele (zunichst noch unendlich viele) Winkel auf einem Kreis mit festem
Radius 7o, so erhiilt man mit dem ersten Fourierkoeffizienten y("x(!) eine MeBgroSe, die
nur noch von der ersten Nebendiagonale abhingt und somit die minimal nétige Information
fiir eine Phasendiffusionsmessung enthilt.

In Abb. 6.3 ist das konkrete Mefiverfahren skizziert, das im wesentlichen aus drei Schrit-
ten besteht

e Priparations-Phase. Zu dem Anfangszeitpunkt ¢ = 0 wird ein phasenausgezeich-
neter Zustand erzeugt, der ungefihr die gleiche mittlere Photonenzahl haben soll wie
der allein durch atomares Pumpen erzeugte stationire EAM-Zustand. Im Prinzip
konnen zwei verschiedene Methoden verwendet werden. Entweder das in Kapitel 3.2
beschriebene Phasen-Seeden des EAM-Feldes, oder das Einkoppeln einer klassischen
Mikrowellenstrahlung ohne atomares Pumpen. Letztere Methode préapariert, wie in
Kapitel 3.4 besprochen, einen kohirenten Zustand (oder bei Anwesenheit von thermi-
schen Photonen einen verschobenen thermischen Zustand).

¢ Phasendiffusions-Phase. Nach dem Abschalten des externen Mikrowellenfeldes ist
die Phasensymmetrie der Felddynamik wiederhergestellt und die Feldphase beginnt
aufgrund des thermischen Rauschens und der durch die Atom-Feld-Wechselwirkung
verursachten Phasenkicks, zu diffundieren. In dieser Phase klingt die priparierte mitt-
lere E-Feldstirke quasi-exponentiell ab.

e Phasensensitiv messen. Nachdem die Feldphase eine Zeit ¢’ = t zerlaufen konnte,
wird das erste Atom, nach einer Feldverschiebung um die Amplitude v, = ~e'?,
gemessen. Dabei beschrinkt man sich auf L verschiedene Winkel.
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Abbildung 6.3: Mepfablauf zur Mes-
sung der Phasendiffusion mittels Ver-
, schiebungen des Feldzustands auf ei-
t=t JJQ nem Kreis im Phasenraum. Die drei

wesentlichen Phasen sind: (1) Pripa-
rieren einer Feldphase mit Hilfe ei-
nes extern eingestrahlten Mikrowel-
lenfeldes, (2) Abschalten der Mikro-
welle (Feldphase beginnt zu diffundie-
ren) und nach einer zu variierenden
> D1 Relazationszeit t' =t (3) Messen der

MefBgrofie Emissionswahrscheinlichkeit des um vy
verschobenen Feldzustands.

Py (t, 7 = 70e')

Die daraus gewonnenen Mefidaten p, hingen also von der Relaxationszeit ¢ und dem
Verschiebungswinkel ab (Verschiebungsradius wird konstant gehalten).

Fiir diesen speziellen MeBablauf 18t sich die Mefigrofle aus Gln. 6.13 wie folgt schreiben

o0

P10, dit) = Re ) (2= k0)y™ (70)xF) (1)e™o (6.14)
k=0

mit den L diskreten Winkeleinstellungen

b =""1. (6.15)

L

Die Wahl von diskreten Winkeleinstellungen ist natiirlich fiir das Experiment unerlidflich,
obwohl man zunfchst annehmen wiirde, daf} dies zu unvermeidbaren Fehlern bei der Filte-
rung iiber die Fouriertransformation fithrt. Gliicklicherweise kann man aber in der Praxis
immer eine sinnvolle Beschrinkung der Photonenzahl annehmen und erhilt fiir die Anzahl
der notigen Winkel, die bei einer Photonenzahlbeschrinkung auf N-Photonen ((N + 1)-
dimensionaler Fockraum) eine fehlerfreie Filterung der Koeffizienten benotigt werden, fol-
gende Relation

L>2N +1. (6.16)

Ist diese Gleichung erfiillt, kann das Kroneckersymbol als

1L

L
!

|
—

Skt = el (k=K1 (6.17)

Il
)
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Abbildung 6.4: Anndhernde Bestim-
mung der Linienbreite aus der Mes-
sung zweter Phasenrelaxationszeiten

gemdfS Gin. 6.20. Die durchgezo- =
gene Linie entspricht der nume- %3
risch berechneten Linienbreite des E- é
Feldspektrums S(w). Bei der gestri- ch

chelten Linie wurde die Linienbreite
aufgrund zweier ¢ Messungen bei
t = 0 und t = 1/2T1 berech-
net. Dieser Zeitabstand wurde bei der
punktierten Linie verdoppelt. Hier ist
Dapproz(0,T71) aufgetragen.

Verwendete EAM-Parameter: No, =
20, ngp, = 0.15 und v = 1. 0

N

geschrieben werden und die Gln. 6.14 nach ihren Fourierkoeffizienten

¢*) (v0,8) = y®) (30)x®) (¢ Zpg Y0, $1,t) €O (6.18)

aufgelost werden. Fiir die Messung der Phasendiffusion wird natiirlich £ = 1 zu setzen sein.
Zur Analyse der Zeitabhingigkeit dieser transformierten Mefigréfle bietet sich eine Ei-

genvektorzerlegung an, die bereits in Abschnitt 2.7 behandelt wurde. Danach kann der

Vektor der ersten Nebendiagonale x(!) in rechts-seitigen Eigenvektoren entwickelt werden

¢Vyo,t) = yW)x" (@)
= chy (v0)r; e —Nit (6.19)
K(Q)

Fiir Regime der EAM-Dynamik, in der nur ein relevanter Eigenwert die Dynamik der
1.Nebendiagonale bestimmt, zeigt offensichtlich ¢(!)(¢) den gleichen exponentiellen Zerfall
wie die mittlere Feldstirke. Im Fourierbild entspricht das einer Lorentzkurve mit einer Halb-
wertsbreite von zwei mal der 1/e-Abfallszeit. In diesem Fall kann die spektrale Linienbreite
aus zwei MefSpunkten ¢(!) (70,0) und q(l)(’)’oa t) durch

21 q(l)(rYOaO)
qM (o, 1)

abgeschétzt werden. Wie man in Abb. 6.4 erkennen kann, approximiert diese gemessene
Linienbreite Dgppror bei Zeitabstéinde der GroBenordnung ¢t = 1/I'" die numerisch exakte
D(E) bereits recht gut. Nur im Bereich der zweiten Schwelle, bei der zwei Eigenwerte mit-
einander konkurrieren, sind die Abweichungen etwas hoher. In diesem Bereich haben die
relevanten Eigenwerte durch die Gewichte K(®) bzw. K9 unterschiedlichen EinfluB auf
die tatsichliche Dynamik der mittleren Feldstirke bzw. der MeBgrofie (V) (¢). Die groBen

Dopproc(0,t) = (6.20)
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Abbildung 6.5: Gemessene und theoretische
Spektren fiir zwei verschiedene Pumpparameter.
Im oberen Bild sind die beiden Spektren na-
hezu ununterscheidbar. Beide Kurven zeigen ein
Lorentzprofil mit FWHM=D. Das untere Bild
zeigt einen kritischen Bereich bei 8 = 2.83mw. Das
gemessene Spektrum besteht aus einer Uberla-
gerung zweier Lorentzkurven mit ,Dip“ bei der
Zentralfrequenz. Die Linienbreite D wird fiir die-
se Fille als breiteste FWHM definiert.

Die Kreisfrequenz wurde hier in Einheiten von
I aufgetragen.

Abweichungen an den Stellen  ~ 0.5 und 6 ~ 2.87 kénnen durch die (freie) Wahl des
Verschiebungsradius 7, verschoben werden und stellen somit kein prinzipielles Problem der
Methode dar. Die Ursache dafiir wird weiter unten besprochen.

Noch iiberzeugendere Ergebnisse kann man erhalten, wenn man (bei geniigend grofiem
MeBintervall) direkt das analog zum Leistung-Spektrum definierte ¢(*)(¢)-Spektrum S(w)
aus den Mefldaten berechnet. Man erhilt

2

S(w) = N‘ / ~ glro,t) o= dt
0

(@) - (a)*
K Ky } (6.21)

- NZZ(2_5ll’)Re{w2+/\lA* 'lw()\l—)\;k/)

1=0 I'>1 v

Dieses Spektrum zeigt groBe Ahnlichkeit zum Spektrum S(w) der elektrischen Feldstérke.
Mit dem Unterschied, daf} hier die Zentralfrequenz nicht die freie Feldfrequenz wr sondern
0 ist. Ferner treten die kompliziertereren Gewichte K9 auf, die, wie in Abb. 6.5 (unten)
dargestellt, deutliche Abweichungen von dem Lorentzverlauf des Spektrums verursachen
kénnen. Das Zeitverhalten der MeBgrofe ¢(!) wird dann von zwei oder mehreren Zeitkon-
stanten bestimmt. Um auch in diesem Fillen eine Linienbreite angeben zu kénnen wurde das
Maximum des Spektrums auf Eins normiert und dann die gréftmdogliche Breite auf halber
Hoéhe (FWHM) verwendet. Die so (numerisch) ermittelte Breite wird als D(9 bezeichnet.

Gliicklicherweise haben sich solche Félle bei den hier verwendeten EAM-Parametern
als sehr selten herausgestellt. In der {iberwiegenden Mehrheit sind die Spektren nahezu
identisch (siehe Abb. 6.5 oben).

Diese geradezu verbliiffende Ubereinstimmung fiir weite Bereiche des Pumpparameters
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DE/T, DT
N

Abbildung 6.6: Vergleich von theoretischer Linienbreite D'F) ( ) und gemessener Linienbrei-
te D@ (-+-). Bei der Bestimmung von D@ wurde — im Gegensatz zu Abb. 6.4 — die Breite des
Spektrums S(w) numerisch ausgewertet.

wird in Abb. 6.6 belegt. Man erkennt, daff die gemessene Linienbreite D(? und die numerisch
exakt ermittelte Breite D) nahezu ununterscheidbar sind. Lediglich in den bereits oben
erwiahnten Bereichen 6 ~ 0.57 und 6 ~ 2.87 erkennt man immer noch gréflere Abweichungen
(bei @ ~ 0.5 nur in der Vergrofierung der Abb. 6.7 zu erkennen).

Was sind nun die Griinde fiir diese Ausrutscher bei der Messung der Linienbreite? Wie
schon angedeutet kommen dafiir nur die Gewichte K(9) in Frage. Betrachtet man den Ver-
lauf der zwei wichtigsten Gewichte, wie sie in Abb. 6.8 aufgetragen wurden, fillt auf, dafl
die kritischen Bereiche mit Nullstellen dieser K(9’s zusammenfallen. Ist also beispielsweise
in dem Bereich um 6 ~ 0.57 eine Zerfallskonstante (oder Eigenwert) fiir (E(¢)) dominant,
so kann sie im Falle der MeBgriSie ¢(!)(¢) durch eine Nullstelle des zugehorigen Gewichts
irrelevant werden. Die Dynamik mufl dann auf die nidchsthéheren Eigenwerte iibergehen,
oder ¢(M(t) wird zeitunabhingig. Das mégliche Uberspringen auf den nichsthéheren Ei-
genwert wird in Abb. 6.7 dargestellt. Diese Storstellen in der Messung kénnen jedoch im
Prinzip verschoben werden, da sie von der freien Wahl des festen Verschiebungsradius g
abhéngen (siche Gln. 6.19) und stellen daher auch keinen wesentlichen Nachteil dieser Mef-
methode dar. So kénnte man nun, um die Ausrutscher in Abb. 6.6 zu beseitigen, fiir diese
Pumpparameter einen anderen Verschiebungsradius wéhlen.
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2
=
=1t . Abbildung 6.7: Vergriferte ,kriti-
Q sche® Bereiche aus Abb. 6.6. Die ge-
messene Linienbreite DO (-..) zeigt
grofle Abweichungen vom Figenwert,
der das Verhalten der mittleren E-
Feldstirke bestimmt ( ). Im obe-
0 m— ren Bild wurde zusdtzlich der ndchst-
0.4935m 0.4936T  grGfte Eigenwert grau eingezeichnet,
30 der fir das Zeitverhalten der Mefs-
grife ¢ (t) in diesem Bereich ver-
antwortlich ist. Die hier auftretenden
kritischen 6-Werte kinnen allerdings
r 200 i durch die Wahl eines anderen Ver-
@\ schiebungsradius g verschoben wer-
E den und stellen deshalb kein prinzipi-
0l | elles Problem dieser MefSmethode dar.
2.827 2.837 2.84T
0
0.1 - 1
Abbildung 6.8: Gewichte zum
kleinsten Eigenwert Kéq) (—)
und zweitkleinsten K\ (---) nach el I
Gln. 6.19. Mit dem Verlouf die-
ser Kurven kdnnen die in Abb. 6.7 E
gezeigten Abweichungen fundierter 01 J
begriindet werden. Beispielsweise
wird die Zeitentwicklung von ¢V ()
im Bereich bis 8 ~ 1.5 vom klein-
sten Figenwert Ao dominiert, bis -02 r 1
auf die Ausnahme der Nullstelle bei
0 ~ 0.57. Dort gewinnt der zweite
Figenwert an Relevanz. 03 ‘ ‘ ‘
om i 2 3T
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6.2.2 Messung der charakteristischen Funktion

Neben der im letzten Abschnitt beschriebenen eher indirekten Verkniipfung zwischen der
Linienbreite des Feldzustands und der atomaren Observablen ¢(!) bzw. S(w), gibt es im
Zusammenhang mit der Methode der verschobenen Felder noch einen weiteren verbliiffend
direkten Zusammenhang. Wie im folgenden dargestellt wird, kann man unter speziellen
Randbedingungen bereits mit einer Emissionswahrscheinlichkeit die augenblickliche mitt-
lere Feldstirke im Resonator auslesen. Somit hat man hier die Moglichkeit den quasi-
exponentiellen Zerfall, ausgehend von einer préparierten mittleren Feldstirke, direkt zu
messen und daraus das Spektrum und die Phasendiffusionskonstante zu berechnen.

Kernstiick der Methode ist der Zusammenhang zwischen der verschobenen Emissions-
wahrscheinlichkeit und einem Phasenraumpunkt der charakteristischen Wignerfunktion, der
frither schon fiir ein etwas unterschiedliches physikalisches System (ein Atom wechselwirkt
mit zwei Moden gleicher Frequenz) hergestellt werden konnte [107-109] und hier fiir EAM-
Experimente zusammen mit Phasenraumverschiebungen modifiziert wird?.

Bevor allerdings diese Ergebnisse prisentiert werden, sollen kurz die wesentlichen Merk-
male der charakteristischen Funktion zusammengefat werden [14, 18, 33].

Die charakteristische Funktion C(8 = S, + i;) ist eine Darstellungsmoglichkeit der
Dichtematrix im (reziproken) Phasenraum. Genau wie die iiblichen Phasenraumfunktio-
nen enthilt sie die gesamte Zustandsinformation und kann deswegen eindeutig in andere
Darstellungen transformiert werden. Sie ist iiber Zusammenhénge zur Dichtematrix p bzw.
Wignerfunktion W(a = a; + i;) eines Zustands wie folgt definiert

c@ = T (D(@)e)
= /dZae’Ba*_ﬁ*o‘ W(a)
= /daT /dozie_%ﬂia”%ﬂ’"a’ W(ay, ;). (6.22)

Besonders aus der letzten Gleichung geht hervor, dal die charakteristische Funktion die
zweidimensionale Fouriertransformierte der Wignerfunktion ist.

Wie in der klassischen Statistik, kénnen auch hier Mittelwerte iiber Ableitungen der
charakteristischen Funktion im Punkt 8 = 8, + i8; = 0 berechnet werden. Es gilt fiir die
Mittelwerte symmetrisch geordneter Leiter-operatorenprodukte

B (el -(ere)) e

Den Mittelwert des Vernichtungsoperators ¢ kann man damit zum Beispiel iiber die Stei-
gungen des Real- und Imaginirteils der charakteristischen Funktion (C = C, + iC;) im

Punkt Null berechnen.
0 1 0 0
= |- C === -1 C;
@=(-57) o) s (i) o,

’In der Quantenoptik kann zu jeder s-parametrisierten Phasenraumverteilung eine zugehérige charakte-
ristische Funktion definiert werden. In dieser Arbeit handelt es sich ausschliefilich um die charakteristische
Wignerfunktion mit s=0 (symmetrisch geordnete af, a Produkte).

(6.24)
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Dabei wurde die Tatsache verwendet, dafl der Realteil der charakteristischen Funktion in
der Umgebung von Null stets eine Kuppe aufweist und folglich erste Ableitungen dort ver-
schwinden, da der Funktionswert C'(0) = 1 durch die Normierung festgelegt ist und der
(maximale) Wertebereich sich von —1 bis 1 erstreckt.

Zuriick zum Zusammenhang zur Atomstatistik. Wie in [137] gezeigt wurde, kann die
Inversion des Atoms nach Wechselwirkung mit einem um y = yye’® verschobenen Zustand

Pa—Pp=1—2p, = Tr (p D(v) cos (297\/ ata + 1) D(fy)] (6.25)

ndherungsweise als modulierte charakteristische Funktion geschrieben werden. Dazu muf} der
Kosinusoperator in Exponentialoperatoren aufgespalten werden und der Wurzeloperator um
die mittlere Photonenzahl des superponierten klassischen Feldes 3 entwickelt werden. Dies
fithrt zu der Ndherung

Df () cos (297—\/a’ra + 1) D(y) = % (ei2gr\/’WD(z’gT'y/'yo) + h.ad.) . (6.26)

Dabei wurde angenommen, daf} die Emissionswahrscheinlichkeit in Gegenwart des verscho-
benen Zustands Kollaps- und Revivalstruktur zeigt, also

"% > <aTa> +1 (6.27)

gilt, und die Wechselwirkungszeit klein gegeniiber dem ersten Revival gewdhlt wird

Y0

T (6.28)

gT <K
Zusammen mit der Definition der charakteristischen Funktion 6.22 erhilt man schliefllich
den gesuchten Zusammenhang (Heisenbergbild!)

1=2py(y,7) = C,(B) cos (297\/78 + 1)
—C;(B) sin (297\/73 + 1)

-1
(U)o gr =R ET

mit dem (reziproken) Phasenraumpunkt der charakteristischen Funktion
B = igre'. (6.30)

Soll also ein bestimmter Phasenraumpunkt von C(f) gemessen werden, determiniert die
skalierte Wechselwirkungszeit gr den Radius 79 und die Phase des Verschiebungspulses
den Winkel ¢ + m/2 von (. Auf diese Weise kann die gesamte charakteristische Funktion
gemessen werden, indem man bei fester Verschiebungsamplitude 7o (hinreichend grof}) den
Verschiebungswinkel und die Wechselwirkungszeit variiert.

Zur Messung der Phasendiffusion bzw. der mittleren Feldstéirke werden natiirlich weniger
Messungen benétigt, da nach Gln. 6.24 nur die Steigung im Ursprung zu bestimmen ist.
Dies kann nidherungsweise entweder durch Extrapolation der Mefwerte fiir 7 — 0 oder durch
Messung eines Punktes fiir ein kleinstmdégliches 7 und Bildung des Differenzenquotienten
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't

Abbildung 6.9: Vergleich zwischen gemessenem und theoretischem exponentiellen Abfall der mittle-
ren Feldamplitude ausgehend von einem kohdrenten Zustand | = 3), der sich zu einem stationdiren
EAM-Zustand entwickelt (Ney = 9,n4p, = 0.15,0 = 1.5).

Die iiber Gln. 6.31 berechneten Werte sind fir gr = 0.05 (oberste Linie,
(unterste Linie,
gegeniibergestellt.

) bis g = 0.45
) in Schrittweiten von 0.05 aufgetragen und dem exakten Verlauf (— — —)

erreicht werden. Bei letzterer Methode kann der bekannte Punkt im Ursprung C'(0) = 1410
mitverwendet werden. Mit dem Zusatzwissen der momentanen mittleren Feldphase (hier
Null gesetzt) erhilt man im rotierenden Bezugssystem

(E) o Re(a)
~J 1 :
= 2_GCZ(Z6)
= 2%(1—2%(70,6/9))- (6.31)

Die Wechselwirkungszeit 7 = €/g unterliegt natiirlich der Bedingung 6.29 fiir die Messung
von Cj.

Damit sieht man, dal die Dynamik einer Phasendekohirenz, wie sie in Abb. 6.3 darge-
stellt wurde, nach dieser Methode mit dem Messen nur einer Emissionswahrscheinlichkeit
fiir jede Relaxationszeit ¢ erfalt werden kann. Abb. 6.9 zeigt die aus dem Differenzenquo-
tienten (Gln. 6.31) berechnete mittlere E-Feldstérke als Funktion der Relaxationszeit. Wie
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das kleinste 7 fiir eine gewiinschte Genauigkeit gewahlt werden muf}, hingt von der mittleren
Photonenzahl ab, da die charakteristische Funktion hohere Feldintensitdten als schnellere
Oszillationen kodiert, was fiir die lineare Naherung im Ursprung kiirzere Wechselwirkungs-
zeiten erfordert. Soll beispielsweise die Feldstéirke eines kohérenten Zustands der (reellen)
Amplitude o, mit einem relativen Fehler von hiéchstens F' gemessen werden, so muf fiir die
maximale Wechselwirkungszeit 7 = € folgende Ungleichung erfiillt sein

F
Y e — 32
I=N\2/3a2 + 1/2 (632)

vorausgesetzt die nach Gln. 6.29 geforderte minimale Wechselwirkungszeit

1
9Tmin = 7r/4\/’7§ +1 (6.33)

(n=0) zur Messung des (negativen) Imaginirteils erlaubt dies.

Vom experimentellen Standpunkt aus gesehen mufl zuséitzlich noch gesichert sein, dafl
die bei hohen Verschiebungsamplituden schnell werdenden Rabioszillationen aufgrund der
Streuung in der Wechselwirkungszeit, noch aufgelést werden konnen. Fiir die maximale
Verschiebungsamplitude 7, die bei einer Wechselwirkungszeit-Streuung A7 /7 gerade noch
aufgelost werden kann gilt

™ T

Yo < (6.34)

S gr A7
Zur Veranschaulichung des Phasendiffusionsprozesses von einem kohdrenten Zustand aus
in den phasenlosen stationiren EAM-Zustand gleicher mittlerer Photonenzahl sind in
Abb. 6.10 drei Schnappschiisse der charakteristischen Funktion abgebildet. Der kohiren-
te Zustand kann analytisch berechnet werden und lautet

1
C|Oé7‘ + ZOJZ> (IB'I“ + ZIB’L) = €Xp (_§|ﬁ|2 - 2iai/87“ + 2za1”/81> . (635)

Die Phasendiffusion macht sich in der zunehmenden Rotationssymmetrie und im Abflachen
des Imaginérteils (Steigung in Null entspricht der mittleren E-Feldstirke) bemerkbar und
endet fiir Zeiten, die groff im Vergleich zur Phasendiffusionszeit sind, beim stationéiren
EAM-Zustand p(*3) dessen charakteristische Funktion sich zu

C s (1B = e 2PN LO(18) (nlp*?) ) (6.36)

n=0

berechnet.

6.2.3 Bewertung der Methoden

Da beide vorgestellten Methoden auf Energiemessungen am Atom basieren, stellen sie die
momentan aussichtsreichsten Kandidaten zur Messung der Phasendiffusion dar.

Ein Vorteil der ersten Methode ist, dafl wihrend einer Messung die Wechselwirkungs-
zeit nicht verindert werden mufl und in einem Regime liegen kann, das iiblicherweise bei
EAM-Experimenten verwendet wird. Auch die erforderlichen Verschiebungsradien kénnen
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Abbildung 6.10: Phasendiffusion im Bild der charakteristischen Funktion. Links und rechts ist
jeweils der Realteil C, bzw. Imagindrteil C; der charakteristischen Funktion abgebildet (B,.,5; €
[—2.3,2.3]). Zum Vergleich ist in der Mitte der Konturplot der Wignerfunktion dargestellt.

t = 0: Kohirenter Zustand |a = 3) nach Gln. 6.35 bei ,abgeschaltetem® Atomstrahl. t = 3T1:
Wihrend die Phase zu zerlaufen beginnt, wird die Intensitit des Feldes durch einen atomaren Fluf,
charakterisiert durch N, = 9,8 = 1.5, aufrechterhalten. Die kleiner werdende mittlere elektrische
Feldstirke spiegelt sich in der Abnahme der Steigung von C; im Ursprung wieder. Bei t > D~ ist
der stationdire phasenlose Zustand erreicht (Gln. 6.36).
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hinreichend klein gewihlt werden, so dafl die Atom-Feld-Wechselwirkung einen ausreichen-
den diabatischen Charakter zeigt. Wie im Kapitel 4 behandelt wurde, verschwinden die
Rabioszillationen fiir hohe Feldintensititen. Ferner hat man die Moglichkeit auch ande-
re Dekohédrenzphinomene als die Phasendiffusion zu messen. Nach Gln. 6.18 kann man
durch Filterung eines anderen Fourierkoeffizienten auch Zerfille der héheren Dichtematrix-
Nebendiagonalen untersuchen, die Aussagen iiber die Zeitentwicklung von Photonenkorre-
lationen hoherer Ordnung vom Typ ([a’(¢)]*a(0)¥) machen.

Diesen Vorteilen steht der Nachteil mehrerer benotigter Messungen gegeniiber. Arbeitet
man zum Beispiel bei einem N, von 6 (maximal mogliche mittlere Photonenzahl), kann man
sicherlich davon ausgehen, dafl Photonenzahlen gréfler 12 vernachlissigt werden kénnen und
daher 27 Emissionswahrscheinlichkeiten fiir jede Relaxationszeit ¢ gemessen werden miissen.
Diese Anzahl reduziert sich auf 14 Winkeleinstellungen, wenn der Zustand symmetrisch zur
reellen Phasenraumachse ist, was im Experiment stets gegeben ist, da zur Préparation und
zum Verschieben des Feldzustands der gleiche Synthesizer verwendet werden kann.

Die Schwierigkeit der theoretisch sicherlich schéneren zweiten Methode, die einen di-
rekten Zusammenhang zwischen der mittleren Feldstirke und der Messung einer Emis-
sionswahrscheinlichkeit herstellt, liegt in der Auswahl der Wechselwirkungszeit, die einer
zweifachen Bedingung unterworfen ist. Zum einen muf sie sehr kurz gewihlt werden, typi-
scherweise in der Gréflenordnung weniger ps, und zum anderen miissen ganzzahlige Vielfache
einer kleinsten Wechselwirkungszeit nach Gln. 6.29 selektiert werden. Ein weiteres Problem
liegt in der Forderung nach grofien Verschiebungsamplituden, die nach dem momentanen
experimentellen Stand die Wechselwirkung stark adiabatisch werden lassen wiirden.

Beide Methoden stellen jedoch hochste Anforderungen an die Schwingungsdimpfung
des Aufbaus. So muf} in der ersten Phase des Experiments durch externes Einkoppeln einer
Mikrowellenstrahlung im Resonator eine moglichst konstante Feldstéirke aufgebaut werden,
was nur dann moglich ist, wenn die Resonatorfrequenz durch mechanische Vibrationen
nicht zu stark moduliert wird. Fordert man beispielsweise, daf3 die Intensitidtsfluktuationen
beim Einkoppeln kleiner 25% betragen sollen, so muf} fiir die maximale dabei auftretende
Verstimmung 6,4, nach Gln. 3.18

(n)s—g _ A0pmee + 17 <4 (6.37)
<n>6:ma$ r2 3
gelten. Definiert man diese maximale Verstimmung d,,,, als die Hélfte der inhomogenen
Linienbreite I';,5, so kann obige Bedingung auch als

Cinh = 20mae < 3720 ~0.6T (6.38)

geschrieben werden. Diese Abschétzung setzt voraus, dafl die Feldmode zu jedem Zeitpunkt
im quasi-stationdren Zustand ist. Sind hingegen die Schwankungen der durch die Vibratio-
nen zeitabhingigen Verstimmungen schnell gegeniiber I'"!, kann die Feldintensitiit ihren
stationdren Wert nicht erreichen und wird deshalb weniger fluktuieren.

Eine weitere Bedingung mufl wihrend der zweiten Phase des Experiments erfiillt sein.
Zu Beginn dieser Phase wird der Synthesizer vom Resonatorfeld entkoppelt, wobei die Feld-
phase zu diffundieren beginnen kann. Darauffolgend wird der Feldzustand nach einer Zeit ¢
durch einen Mikrowellenpuls verschoben (siehe Abb. 6.3). Damit nun diese Verschiebung in
eine bestimmte, reproduzierbare Richtung (im Phasenraum) erfolgt, muf} natiirlich gewéhr-
leistet sein, daf sich Feld und Synthesizer wihrend der Diffusionszeit kohirent entwickelt
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haben. Soll die Unsicherheit des Verschiebungswinkels kleiner 7/4 betragen, fithrt das auf
die Bedingung fiir die maximale Wartezeit

s

tmas < :
mas - 45ma;c

(6.39)

Wenn Messungen bis zu einer maximalen Phasenrelaxationszeit von nI' ! (n=1,2,..) durch-
gefithrt werden sollen, muf fiir die oben definierte inhomogene Linienbreite

™
Cinn < %F (6.40)

gelten.



Kapitel 7

Aufbau des Experiments

Bei dem EAM-Experiment soll die kohdrente Wechselwirkung zwischen einem Zwei-Niveau-
System und einer einzelnen Mode des elektromagnetischen Feldes realisiert werden, um
grundlegende quantenmechanische Aspekte dieser Wechselwirkung im Labor nachweisen
und verifizieren zu konnen. Gerade dieser etwas reduktionistisch anmutende Ansatz ist es
aber auch, der den Aufwand dieser Experimente in die Hohe treibt.

So muf} zunéchst ein Zwei-Niveau-System von langer Lebensdauer und hoher Feldkopp-
lung zur Verfiigung gestellt werden. Diesen Anforderungen werden Mikrowelleniiberginge
bei Rydbergatomen gerecht, da sie bei typischen Atomstrahlexperimenten mehrere Zen-
timeter iiberbriicken kénnen, ohne zu zerfallen, und da sie aufgrund ihres gigantischen
Atomdurchmessers von 0.45 um (Rb— 63P) sehr hohe Polarisierbarkeiten und folglich auch
hohe Feldkopplungen erreichen. Im ersten Abschnitt dieses Kapitels wird deshalb die Spek-
troskopie von Rubidium-Rydbergzustinden und deren geschwindigkeitsselektive Anregung
besprochen.

Ferner mufl ein Mikrowellenresonator hoher Giite in der Lage sein, die kontinuierli-
che Modenstruktur des freien Raumes im Bereich der EAM-Ubergangsfrequenz soweit ab-
zuschirmen, dafl das Atom in guter Ndherung nur noch mit einer Mode des Resonators
quasiresonant wechselwirkt. Andere Resonatormoden sollen aufgrund einer hohen Atom-
Feld-Verstimmung fiir die Dynamik irrelevant sein. Die hohen Anspriiche an die Giite der
Kavitiat miissen ferner sicherstellen, dal beim EAM-Betrieb das von einem Rydbergatom
emittierte Photon mindestens bis zur Wechselwirkung des nichsten Atoms, typischerwei-
se ein paar Millisekunden spéter, gespeichert wird (siehe Bed. 2.54). Bei den Garchinger
EAM-Experimenten werden geschlossene zylindrische Resonatoren verwendet, die bei den
typischen Betriebstemperaturen zwischen 0.3 K und 1.5 K supraleitend sind und deswegen
Photonenspeicherzeiten von bis zu 400 ms ermoglichen. Die Planung und Fertigung eines
solchen Resonators ist Thema des zweiten Abschnitts.

Zur Erzeugung solch tiefer Temperaturen ist ein modifizierter kommerzieller *He-Kryo-
stat im Einsatz, der, zusammen mit dem Atomofen und der Zwischenanregung, auf einen
aktiv schwingungsgeddmpften Lasertisch gestellt wurde, da die im néchsten Kapitel be-
schriebenen EAM-Mikrowellen-Experimente héchste Anspriiche an die Vibrationsarmut des
Aufbaus stellen.

In Abb. 7.1 sind alle wesentlichen Bestandteile des experimentellen Aufbaus schematisch
dargestellt.
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Senkrechte Zwischen-Anregung
im elektrischen Feld
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Abbildung 7.1: Schematischer Aufbau des EAM-Experiments. Fin hochkollimierter Atomstrahl
wird vor dem Resonator unter einem Winkel ® mit einem UV-Laser angeregt. Die so priparierten
85Rb — 63P5 /2 Rydbergzustinde wechselwirken mit der TFEi21-Mode des Resonators, die mit Hilfe
von Piezoaktoren auf die Ubergangsfrequenz von 21.456 GHz zu dem tiefer liegenden Rydbergzustand
61D5 /> gestimmt werden kann. Diese beiden Zustdnde kénnen in der Feldionisationseinheit getrennt
voneinander detektiert werden. Die geerdeten Schlitzplatten (,Cola-Flaschen-Design®) ermdglichen
einen sanften Anstieg der E-Feldstirke. Der obere Zustand ionisiert bei kleineren Feldstirken und
wird folglich im ersten Channeltron A detektiert, der untere im Channeltron B.

Ein zweiter kollimierter Atomstrahl wird in der ,Zwischenanrequngszone® bei Anwesenheit eines
elektrischen Feldes senkrecht angeregt. Das schmale starkverschobene Anregungsprofil wird zur Sta-
bilisierung des Farbstofflasers und somit zur Auswahl einer Geschwindigkeitsklasse bei der schiefen
Anregung vor dem Resonator verwendet.
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Abbildung 7.2: Laseranregungsspektrum in die 63P-Rydberg-Mannigfaltigkeit der Rubidiumisotope
85Rb (schwarz) und 8" Rb (grau). Wihrend die Hyperfeinaufspaltung beider Grundzustinde klar auf-
geldst werden kann, ist bei den Rydbergzustinden gerade noch die Feinstrukturaufspaltung sichtbar.
Bei den EAM-Ezperimenten wird der 5S; /5(F = 3) — 63P3/5 Ubergang des 8° Rb-Isotops verwendet

(Pfeil).

7.1 Spektroskopie von Rydbergatomen

Der im Experiment verwendete 63P3/5-Rydbergzustand wird durch eine 1-Photonen-Laser-
anregung des 551 /o(F = 3) Grundzustands des 85 Rb-Isotops mit einem frequenzverdoppel-
ten Farbstofflaser (Spectra-Physics 380D) pripariert. Dieser Laser wird mit Rhodamin 6G
betrieben und von einem Argon-Ionenlaser (Coherent Innova 310) mit 6 Watt gepumpt.
Da Rhodamin 6G nur im Bereich zwischen 480-560 nm eine hohe Absorption aufweist,
wird die benétigte UV-Wellenldnge von 297 nm durch eine interne Frequenzverdopplung
bei 594 nm erzeugt. Man erreicht auf diese Weise eine UV-Leistung von bis zu 6 mW bei
einer Linienbreite von 1 MHz.

In Abb. 7.2 ist ein Anregungsspektrum in 63P-Zusténde beider natiirlich vorkommender
Rubidium Isotope (3% Rb, Kernspin 1=5/2, 72.1% und 87 Rb, 1=3/2, 27.9%) dargestellt, bei
dem die Atome senkrecht zur Flugrichtung angeregt wurden. Je nach Orthogonalitit des
Laserstrahls zur Atomstrahlrichtung betragen die Linienbreiten zwischen 5 und 15 MHz.
Diese charakteristischen Frequenzabstinde und Amplitudenverhiltnisse ermoglichen im Ex-
periment die Identifizierung der Anregungslinie des oberen EAM-Zustands 63P3/5. Die so
préiparierten Atome zeichnen sich durch eine hohe Lebensdauer von 250 us und ein starke
Kopplung an die Mikrowellenmode (g=40 krad/s) aus und erfiillen zusammen mit typischen
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ESt =0 V/cm

Abbildung 7.3: Vergroferung des Feinstruktur-
aufgespaltenen 3 Rb 55, /5(F = 3) — 63P An-
requngsspektrums. Dabei wurde der Atomstrahl
einmal im Kryostat vor dem Resonator unter
einen Winkel von ca. 13° (grau) und simul-
tan dazu in der Zwischenanregungszone senk- ‘
recht angeregt (schwarz). Je nach Rotverstim-

mung des Lasers beziiglich der senkrechten Anre-
gungsfrequenz werden im Fall der schrigen An-
requng unterschiedliche Geschwindigkeitsklassen
selektiert. Im Experiment wird der Laser auf ei-
ne durch den Starkeffekt verschobene, senkrecht
angeregte Linie stabilisiert und fixiert dadurch
die Geschwindigkeit der angeregten Atome vor
dem Resonator (Bild unten).

g

Eg; =0.66 V/cm

Fluggeschwindigkeiten von 500 m/s die EAM-Bedingungen in Gln. 2.49,2.50.

Da die Atome im Experiment den Atomofen mit einer breiten Geschwindigkeitsvertei-
lung verlassen, die EAM-Dynamik aber eine feste Wechselwirkungszeit erfordert, ist eine
zusétzliche Selektion der anzuregenden Atome unabdingbar. Dazu werden die Atome vor
dem Resonator unter einem Winkel von ca. ® = 13°, gegen die Senkrechte der Atomstrahl-
richtung, angeregt (Abb. 7.3, graues Spektrum). Aufgrund des Dopplereffekts treten dann
jeweils nur die Atome in Resonanz, deren Geschwindigkeit v gerade eine Rotverstimmung
Av des Lasers gegeniiber der senkrechten Anregung geméifl

A _Vina (7.1)
C

v

kompensieren. Somit kann die in Abb. 7.3 gezeigte Frequenzachse, nach entsprechender Ka-
librierung mittels Flugzeitspektren, auch als Geschwindigkeitskoordinate betrachtet werden
[74].

Um im Experiment die Anregung der Rubidiumatome dauerhaft auf eine bestimmte Ge-
schwindigkeit stabilisieren zu kénnen, wird in einer zweiten Anregungszone der Atomstrahl
in Anwesenheit eines statischen elektrischen Feldes senkrecht angeregt (Abb. 7.1). Auf diese
Weise werden die Ubergiinge aufgrund des quadratischen Starkeffekts definiert verschoben
und dienen der Farbstofflaserelektronik als Stabilisierungssignal.

Zur Erklirung der gemessenen Starkspektren kann bei kleinen Linienverschiebungen
(gegeniiber der Feinstrukturaufspaltung) auf stérungstheoretische Ansitze zuriickgegriffen
werden [139, 141, 146]. Zunichst wird fiir die P- und D-Rydbergzustéinde eine zum Quadrat
der Feldstirke proportionale Verschiebung

Avg; = —% ol B2 (7.2)
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angesetzt. Fiir eine Hauptquantenzahl n ist die auftretende Polarisierbarkeit o dabei eine
Funktion des Gesamtdrehimpulses J und dessen Projektion auf die z-Achse M (definiert
durch die Richtung der E-Feldstirke). Man erhilt

2
M) _ (), (3MF—J(J+1)
e’ ay’ + ag T -1 (7.3)

Wihrend der Pj3/o-Zustand in zwei Zustéinde mit jeweils gleichem |M,| der Polarisierbar-
keiten

(3/2:£1/2) _ a(()?»/?) _ ag3/2)
o(3/2,£3/2) _ a(()3/2) + a§3/2)

(7.4)
aufspaltet, zeigt der Py /o-Zustand eine einfache Verschiebung mit der Polarisierbarkeit
o(1/2£1/2) _ agl/Q)_ (7.5)

Die skalaren Polarisierbarkeiten a(()l/ 2 und a(()3/ ?) sind in dieser Niherung gleich grof§ [141].
Mit diesen Erkenntnissen kann das starkverschobene Spektrum aus Abb. 7.3 quantitativ
ausgewertet werden. Beide Feinstrukturkomponenten wurden aufgrund ihrer skalaren Po-
larisierbarkeit von agl/2’2/3) = 1.2 GHz/(V/cm)? um ca. 260 MHz verschoben [142]. Das

entspricht einer im Labor eingestellten Plattenspannung von

Usi| = \/ Avsy/(1.65[kHz/mV?]) = 397 mV. (7.6)

Zusétzlich wurde die 63P3/o-Linie wegen der nichtverschwindenden tensoriellen Polarisier-
barkeit o in eine stéirkere |M;| = 3/2 und schwéchere |M;| = 1/2 Linie aufgespaltet.
Die Anregungsstirke dieser beiden Uberginge kann durch die Polarisation des eingestrahl-
ten Lasers geregelt werden. So werden bei m-Polarisation (linear polarisiert, parallel zur
E-Feldstirke) nur AM; = 0-Uberginge induziert, in diesem Fall also die |M| = 1/2-Linie,
und bei o-Polarisation (linear polarisiert, senkrecht zum E-Feld) wird allein die |M;| = 3/2-
Linie angeregt.

7.2 Supraleitende Mikrowellenresonatoren

Fiir die EAM-Experimente werden in Garching ausschlieflich geschlossene zylindrische
Niob-Resonatoren verwendet, die extrem hohe Giiten von bis zu 3 - 10'9 erreichen [75].
Bei einem atomaren Flu von 1000 s~! konnen damit stationire Felder mit einer mittle-
ren Photonenzahl von iiber (n)=200 aufgebaut werden. Allerdings sind in diesem Bereich
stabile Mikrowelleneinkopplungen experimentell nahezu unméglich, da die homogene Li-
nienbreite bei diesen Rekord-Giiten nur noch 715 mHz betrigt, die nicht einmal von den
verwendeten Mikrowellensynthesizern mit einer Linienbreite von ca. 1 Hz unterboten wer-
den. Schon allein diese Tatsache wiirde beim resonanten Einkoppeln in das schmale Profil
der Moden-Lorentz-Kurve betrichtliche Intensitdtsschwankungen mit sich bringen.
Beachtet man aber den in Tabelle 7.1 abgeschétzten Frequenzhub von 160 Hz bei einer
Quetschung des Resonatorzylindermantels um nur 1 nm, so ist zu befiirchten, dafl sich
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Abbildung 7.4: Technische Zeichnung des Niobresonators KM21. Dieser Resonator wurde spezi-
ell fiir die EAM-Experimente mit Mikrowelleneinstrahlung entworfen. Im Gegensatz zu den dlteren
Resonatoren zeichnet er sich durch eine Koppelloch-begrenzte Giite von ca. 5-10° aus. Bei héheren
Giiten wiirde die durch Vibrationen verursachte inhomogene Linienverbreiterung Finkoppelexperi-

mente unmdglich machen.

Uber den Deckel des Resonators findet die Mikrowelleneinkopplung statt. Dabei koppelt die TEiq-
Mode des rechteckigen K-Band Hobhlleiters evaneszent an die TEy1-Mode des runden Koppelloches
an (magnetisch). Am Ende des Koppelloches kann dann ebenfalls magnetisch die TEy21-Mode des
Hohlraums angeregt werden.
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Frequenzverdnderungen beim Resonator KM21
Frequenzshift ‘ Maf ‘ Grund

—3 MHz Beide Koppellochbohrungen
+30 MHz | alle Mafie / 1.00142 | Thermischer Verzug beim Abkiihlen von
300 K nach 1 K
—9...—18 MHz | L,D,1.d: +10...20 gm | Elektropolitur vor dem
Elektronenstrahlschweiien (Galvanik IPP)
+35 MHz L: —100 pm Durch Schweiflen bedingte Schrumpfung
(ProBeam, Planegg)
L,D,I.d: =50 pm Sicherheitsvergroflerung, die durch nach-
trigliches Atzen entfernt werden kann
+30...+40 MHz Grobabstimmbereich der mechanischen
Schraubenzieher-Quetschvorrichtung;
Aufhebung der Zwangspolarisation

F9 MHz +10 pm Fertigungstoleranz
(mech. Werkstatt des MPQ)

Tabelle 7.1:  Abschitzung der Resonanzfrequenzabweichung beim realen Resonator mit den Mafen
Resonatordurchmesser (D) und Linge (L) (innen), sowie Durchmesser (d) und Linge (1) der Kop-
pelldcher. Bei gleichzeitiger Vergrifierung von D,L kann die Frequenzverringerung mit 0.9 MHz /um
abgeschiitzt werden, eine Quetschung des Resonators bei L/2 hingegen mit 0.12...0.2 MHz/um.

die durch mechanische Schwingungen verursachte inhomogene Linienverbreiterung als das
wesentliche Problem herausstellen konnte. Eine Messung dieser Verbreiterung ist in Abb. 7.5
dargestellt und soll im folgenden kurz erklirt werden, da dieses Mefiverfahren auch zur
Bestimmung der Resonatorgiite routinemifig angewendet wird.

Bei der dort gezeigten Heterodynmessung der vom Resonator emittierten Mikrowellen-
strahlung wird zunéchst mit einem Mikrowellensynthesizer resonant Energie in die Feldmode
gepumpt. In einer zweiten Phase wird der Synthesizer um 2 kHz verstimmt, so daf} sich nun
die an den Koppellochern reflektierte Strahlung

E

re

q e st (7.7)
mit dem sehr viel schwicheren, exponentiell abfallenden, Feld der Resonatormode
Ereso e wri=T/2 (7.8)

itberlagert und danach von einer Mikrowellendiode gemessen werden kann. Da das Signal
proportional zur ankommenden Intensitét ist, erhéilt man fiir den zeitabhingigen Anteil®

wr ¢

I(t) cos((ws - wp)t)e_QQ . (7.9)

Fouriertransformiert man dieses Signal, so zeigt sich dann der durch mechanische Vibra-
tionen hinzugefiigte Anteil der inhomogenen Linienverbreiterung. Wie man in der linken
Messung (Abb. 7.5) erkennen kann, betrégt diese Verbreiterung ohne besondere Mafinahmen

!Uber diesen Zusammenhang kann durch Anpassung einer Exponentialfunktion an die Hiillkurve von I(t)
die Giite des Resonators bestimmt werden.
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zur Schwingungsddmpfung typischerweise um die 300 Hz. Stabiles Einkoppeln wire dann
nur fiir Giiten unter 10% méoglich, die aber ihrerseits keinen EAM-Betrieb mehr erméglichen
wiirden.

Deswegen wurde der im niichsten Abschnitt beschriebene neu aufgebaute EAM schwin-
gungsgeddmpft konzipiert, so dal, wie im rechten Bild von Abb. 7.5 dargestellt, die inho-
mogene Verbreiterung immerhin auf Werte kleiner 10 Hz reduziert werden konnte.

Aufgrund dieser Voriiberlegungen besteht nun die Herausforderung beim Design und der
Fertigung des verwendeten Resonators darin, da8 dieser stets Giiten im Bereich 1...4-10°
aufweisen sollte. Diese Werte ermoglichen einerseits den EAM-Betrieb mit N, > 1, an-
dererseits wird die homogene Linienbreite auf ca. 5 Hz limitiert. Um hochste Giiten im
Experiment unterbinden zu kénnen, wurde der Resonator gemifi Abb. 7.4 koppelgiitenbe-
grenzt ausgefithrt (4-10'°, nach dem Atzen jedoch ca. 5-10%). Diese, durch die Bohrungen
in den Stirnflichen des Resonators verursachten Koppelgiiten, lassen sich nach [148, 149]
durch

_ 2T 90 -3 -6 7 2 M0
Qr = ﬁ(ﬁc )*(27v)™°(d/2)"° LD 7o X
i o L ! W2 2a(TE11)!
x (1+=) |1 5 | (Ji(zh2)) e (7.10)
a Tho
berechnen. Wobei gilt
7D
@ = 2L,
27"\ 2 2mv\ 2
TE = ad i -/
an = () (%)
o = Permeabilitit des Vakuums
Zy = 377Q
¢ = Lichtgeschwindigkeit
Jn, = n-te Besselfunktion
7y = 5.331(2.Nst. von Ji(z)")
rh; = 1.841(1.Nst. von Ji(z)")
L,D = Linge und Durchmesser des Hohlraumes
l,d = Linge und Durchmesser des Koppelloches. (7.11)

Ferner ist bei der Planung der Geometrie zu beachten, dafl der Durchmesser D und die
Linge L des zylindrischen Resonators aus der Theorieformel fiir die Resonanzfrequenz der

TE121—Mode
c [/3.394\2 1\2
V121:§\/(—D ) +<Z) (7.12)

in der Praxis nach Tabelle 7.1 modifiziert werden muf?.

*Der numerische Wert 3.394 ist eine Niherung fiir 22}, /7, mit £},=5.331 (2. Nullstelle der ersten Ablei-
tung der 1. Besselfunktion).
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Abbildung 7.5: Heterodynmessung des vom Resonator abgestrahlten Mikrowellenfeldes. Oben sind
jeweils die zur Intensitdt proportionalen Signale aufgetragen und darunter das entsprechende Fou-
rierspektrum. Wihrend die linke Messung ohne besondere Schwingungsdimpfung gemessen wurde,
sind bei der rechts dargestellten Messung alle SchwingungsdimpfungsmafSnahmen getroffen worden.
Insbesondere wurde der gesamte EAM-Aufbauw mit Prefluftpolstern von den Gebdudeschwingungen
entkoppelt.

Die aus dem abfallenden Intensititssignal gemessene Giite betrigt 2.4-10°, wihrend die (inhomogen
verbreiterte) Linienbreite der Fouriertransformierten einer Giite von 2.2-10° entspricht. Die Vibra-
tionsisolierung konnte somit die inhomogene Verbreiterung von typischerweise 300 Hz auf < 10 Hz
reduzieren.

Nach dieser Planungsphase kénnen die in Abb. 7.4 gezeichneten Einzelteile in der mecha-
nischen Werkstatt mit einer Genauigkeit von ca. 10 gym aus hochreinem Niob (99,9%) gefer-
tigt werden. Die anschlieflende Elektropolitur reinigt und glittet die Bauteile. Im néichsten
Schritt der Herstellung werden die Deckel der Resonatoren im Vakuum Elektronenstrahl-
geschweiffit und kénnen dann zur Reinigung in einer Ultrahochvakuumanlage bei maximal
1800°C und 3 - 10~7 mbar 3 Tage lang ausgeheizt werden. Dabei kommt es zur teilweisen
Rekristallisation in Form von ca. 3 mm grofien Einkristalldoméinen. Die anschliefende Reso-
nanzfrequenzmessung in einem kleinen Testkryostaten ergab einen Wert von 21.550 GHz, ob-
wohl die nach Tabelle 7.1 abgeschitzten Werte zu einer theoretischen Resonanzfrequenz von
21.545...21.536 GHz fiithren. Es muf} also angenommen werden, dafl entweder der Schweif3-
schrumpf noch etwas hoher ausgefallen ist, oder die erstmalige Elektropolitur weniger Ma-
terial abgetragen hat. Auch ein zusétzliches Schrumpfen durch das erstmalige Ausheizen ist
nicht auszuschlieen. Jedenfalls kann die Fertigung in der mechanischen Werkstatt oder ein
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Ausrutscher beim Elektronenstrahlschweifien nicht dafiir verantwortlich gemacht werden,
da ein dazu parallel gebauter zweiter Resonator eine nur um 500 kHz (!) unterschiedliche
Resonanzfrequenz aufwies.

Da die Frequenz, wie geplant, etwas iiber ihrem Soll liegt, mufl nun die Frequenz des
Resonators durch Atzen auf den gewiinschten Wert gesenkt werden. Zum Niob-Atzen wird
eine Sduremischung von 200 ml Salpetersidure (HNOjs), 400 ml Phosphorsdure (H3POy)
und 200 ml FluBsiure (HF) angesetzt®. Wihrend einer 13 miniitigen Atzzeit wurde der
Resonator zweimal zum Abtragtest entnommen, bei dem als dufleres Mafl der Durchmesser
des Mikrowellenankoppelstiicks (Resonatordeckel) mit einer Mikrometerschraube vermes-
sen wurde. Es ergab sich eine mittlere Atzgeschwindigkeit von 3.7 ym/min am #uBeren
Kontrollmafl und ungefihr die Hélfte im Inneren des Resonators.

Auf diese Weise konnte die Resonanzfrequenz durch zweimaliges Atzen auf die Sollfre-
quenz von 21.4448 GHz bei einer Giite von 4-10° gestimmt werden. Die Koppelgiite scheint
sich dabei auf die GréBenordnung von 5 - 10° reduziert zu haben, ein Wert, der genau den
Anforderungen fiir die Einkoppelexperimente entspricht.

7.3 Schwingungsgediampfter 3He-Kryostat

Das Experimentieren bei tiefen Temperaturen ist bei EAM-Experimenten in zweierlei Hin-
sicht unerléfilich. Zum einen miissen thermische Anregungen der Resonatormode weitgehend
unterdriickt werden, so dafl der durch den Atomstrahl erzeugte, quantenmechanisch inter-
essante, Anteil des Feldes dominiert (siche auch Abschnitt 2.8), zum anderen miissen die
Nb-Resonatoren zum Erreichen héchster Giiten in den supraleitenden Zustand gebracht wer-
den. Obwohl die Sprungtemperatur von Niob bei 9.2 K liegt, reicht diese Temperatur noch
nicht aus, da die durch thermisch aufgebrochene Cooperpaare verursachten Hochfrequenz-
verluste in diesem Bereich noch zu grof sind. Erst ab ca. 2 K kénnen Resonanzmessungen
durchgefithrt werden. Unterhalb von 1 K verbessert sich die Giite dann nicht mehr und
ist durch Restverluste (Verunreinigungen der Nb-Oberfliche und normalleitende Gebiete)
limitiert. Unter Beriicksichtigung beider Argumente miissen im Experiment Temperaturen
unter ca. 1.5 K realisieren werden, so daf§ der Einsatz eines >He-Kryostats notwendig wird.

Im Vergleich zu *He-Kryostaten nutzen 3He-Kryostate den héheren Dampfdruck des
leichteren 3He-Isotops aus, um zu niedrigeren Basistemperaturen vorzustoBen. So betrigt
die Siedetemperatur von 3He bei Normaldruck ca. 3.2 K und kann durch zusitzliche Gas-
druckerniedrigung auf 350 mK bei 10~2 mbar reduziert werden. Im Gegensatz dazu erreichen
handelsiibliche *He-Kryostate mit Abpumpen nur ca. 1.5 K. Der im Experiment eingesetzte
3He-Kryostat der Firma Oxford Instr. erreichte eine Endtemperatur von 340 mK, die sich
zwar durch den Umbau zum EAM auf 700 mK erhohte, aber immer noch die geforderten
Bedingungen erfiillt.

Da die Messung der Phasendiffusion iiber die im Kapitel 6 vorgeschlagene Methode der
verschobenen Felder duflerst sensibel auf mechanische Vibrationen des Aufbaus reagiert,
sind ferner zusétzliche MaBnahmen zur Schwingungsdimpfung unerléBlich.

3 - Fluorwasserstoff als Fliissigkeit, konzentriertes Gas oder wifirige Losung ist giftig und wirkt stark
dtzend auf die Haut, Augen und Atemwege. Typische HF-Verdtzungen sind sehr schmerzhaft, die Latenzzeit
kann bis zu 2 Tage betragen. Die Inhalation von Konzentrationen von 50 - 100 ppm HF iiber 30-60 Minuten
kann to6dlich sein. Orale Vergiftungen verlaufen trotz medizinischer Mafinahmen meist tédlich.[http://www-
organik.chemie.uni-wuerzburg.de]
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Der grofite Anteil, der auf den Resonator iibertragenen Vibrationen, wird von zwei Dreh-
schiebervakuumpumpen verursacht, die das Vorvakuum fiir die drei Turbomolekularpumpen
am Kryostat, Zwischenanregungszone und Atomofen erzeugen bzw. den mit fliissigem Heli-
um gefiillten 1K-Topf im Kryostat abpumpen. Zur effektiven Ddmpfung wurden einerseits
die Pumpen selbst auf Gummipufferelementen gestellt und andererseits die Pumpenstutzen
iiber vakuumtaugliche Gummischlduche mit einem am Laborboden verankerten Edelstahl-
Vierkantrohr verbunden. Das Ende dieses Rohres wurde dann iiber VA-Wellschlduche mit
den Turbomolekularpumpen des EAM-Aufbaus verbunden. Da normalerweise in Turbo-
molekularpumpen Kugellager verwendet werden, die bei den auftretenden hohen Umdre-
hungszahlen (bis zu 60000 U/min) fiir hochfrequente Schwingungen des Aufbaus verant-
wortlich gemacht werden kénnen, wurde eine Pumpe mit magnetischem Lager installiert,
wobei die anderen zwei bei kritischen Messungen kurzfristig abgeschaltet werden kénnen.
Zur zusitzlichen akustischen Isolation wurden alle verwendeten (lauten) Pumpen in eine
Schallschutzbox gestellt.

Aber auch Gebidudeschwingungen, die durch Trittschall, Gerite und Maschinenvibra-
tionen in Nachbarlabors, Gebdudeaufziige, etc. verursacht werden, miissen gedimpft wer-
den. Dazu wurde die komplette Vakuumapparatur auf eine kommerzielle, auf Jochtriagern
ruhenden, Lasertischplatte aufgebaut (sieche Abb. 7.6). Zur bestmoglichen Schwingungsent-
kopplung vom Boden kann diese Aluminiumwabenplatte durch PreBluftpolster ca. 1 cm
angehoben werden. Die eingebaute aktive Niveauregulierung stabilisiert dann die eingestell-
te Hohe auf £0.2 mm.

Das iiberzeugende Resultat dieser schwingungsddmpfenden Maflnahmen kann man am
Fourierspektrum der vom Resonator abgestrahlten Intensitét aus Abb. 7.5 erkennen. Wih-
rend die durch mechanische Vibrationen inhomogen verbreiterte Linie ohne Schwingungs-
démpfung mindestens 300 Hz betrigt, wird sie auf Werte kleiner 10 Hz im Fall der Schwin-
gungsddmpfung vermindert. Dieser Wert erlaubt stabile Einkopplungen in Resonatoren mit
Giiten bis zu 2-10°.
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Abbildung 7.6: Schwingungsgedimpfter EAM-Aufbau. Im ,Atomofen® (C) tritt Rubidiumdampf
durch eine Diise aus. Ein Teil dieses Atomstrahls wird in der ,Zwischenanregungszone® (B) durch
senkrechte Lasereinstrahlung angeregt und dient der Stabilisierung des Lasers auf die starkverschobe-
ne 63P3/o-Linie. Ein anderer Teil gelangt durch Blenden in den 3 He-Kryostat (A). Dort werden die
hochkollimierten Rubidiumatome schrig angeregt. Diese Methode ermdglicht aufgrund des Doppler-
effekts eine gleichzeitige Geschwindigkeitsauswahl. Die so prdparierten Atome wechselwirken dann
mit dem Resonator und werden anschlieflend zustandsselektiv detektiert.

Zur Schwingungsdimpfung wurden alle Komponenten auf eine kommerzielle Lasertischplatte (D)
gestellt, die zusdtzlich mit Hilfe von Pressluftpolstern (zwischen Plattenfifien und Jochtrigern (E))
von den Bodenvibrationen entkoppelt werden kann.



Kapitel 8

Experimentelle Ergebnisse

In diesem Kapitel werden die aktuellen Meflergebnisse im Hinblick auf die Phasendiffusi-
onsmessung prisentiert. Ks wurde versucht die Phasendiffusion bzw. Linienbreite der EAM-
Strahlung iiber die erste in Kapitel 6 beschriebene Methode zu messen. Diese Methode ist
die leichter zu realisierende, da die EAM-Betriebsparameter, wie Atomgeschwindigkeit und
Wechselwirkungszeit, nicht modifiziert werden miissen. Auch die Streuung dieser Parame-
ter stellt hier kein kritisches Mafl dar. Die zentralen Schritte, die im Experiment gemacht
werden miissen, bevor eine Durchfithrung der eigentlichen quantitativen Messung sinnvoll
erscheint, sind wie folgt

1. die Inbetriebnahme des EAM. Hier muf} gezeigt werden, daf} die grundlegenden Ele-
mente des Experiments, wie Magnetfeldkompensation, Atomanregung einer Geschwin-
digkeitsklasse, zustandsselektive Ionisation der Rydbergatome und Handling des Re-
sonators beherrscht werden. Davon wird im ersten Abschnitt berichtet.

2. Demonstration der Schwingungsddmpfung. Selbst bei den fiir den EAM-Betrieb ge-
forderten hohen Resonatorgiiten um 10° mit einer homogenen Linienbreite von 21 Hz,
muf eine stabile Mikrowelleneinkopplung gewéhrleistet werden. Wie im letzten Kapi-
tel, speziell in Abb. 7.5 gezeigt wurde, konnte die durch mechanische Vibrationen des
Aufbaus verursachte inhomogene Linienverbreiterung durch die ergriffenen Schwin-
gungsddmpfungsmafinahmen sogar auf Werte < 10 Hz verringert werden. Folglich
kann bei den Phasendiffusionsmessungen mit Giiten der GréBenordnung 2 - 10° gear-
beitet werden.

3. Test der Feld-Synthesizer-Kohédrenzzeit. Dieser Punkt hingt natiirlich eng mit dem
letzten Punkt der Schwingungsddmpfung zusammen. Trotzdem muf} der gesamte Auf-
bau, hier speziell der Mikrowellenaufbau mit seinen Hohlleitern, Koaxialkabeln, Ab-
schwiichern, Phasenschiebern und Pin-Schaltern hinsichtlich seiner Anfilligkeit auf
Phasenschwankungen getestet werden.

4. Positionierung der mechanischen Quetschvorrichtung des Resonators. Es zeigt sich,
daB die bei einem Frequenzdurchlauf auftretenden Strukturen eine Frequenzauflésung
von ca. 10 Hz erfordern. Oder, umgerechnet auf den Hub der Piezoaktoren, miissen
die Stellelemente in der Lage sein die Resonatormantelverformung mit einer Prézision
von ca. 0.06 nm durchzufiihren.
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5. Untersuchung der Feld-Atom-Dynamik bei einem eingekoppelten externen Mikrowel-
lenfeld. Zur Messung der Phasendiffusion ist es insbesondere fiir quantitative Aussagen
wichtig, daf} die Atomstatistik nach Wechselwirkung mit einem vorschobenen Feldzu-
stand verstanden ist. Wie schon in Kapitel 4 beschrieben, muf} hier die zunehmende
Adiabatizitat mitberiicksichtigt werden.

Wie in den folgenden Abschnitten gezeigt wird, konnten alle hier aufgezdhlten Messungen
an dem neuen schwingungsgedimpften 3He-Kryostat erfolgreich durchgefiihrt werden.

8.1 Ein-Atom-Maser Resonanz

Bei den hier vorgestellten Experimenten versteht man unter der EAM-Resonanz den durch
das Resonatorfeld induzierte 63P3 /5 — 61Dj5/ Rubidiumiibergang. Je nach Lénge der Wech-
selwirkungszeit kann auch ein mehrfacher kohirenter Energieaustausch zwischen der Reso-
natormode und dem Rydbergatom beobachtet werden.

Im Experiment mufl der Resonator dazu im Kryostat auf eine Temperatur von ca. 1 K
gebracht werden und mit einer mechanischen Quetschvorrichtung, die von auflen iiber eine
Vakuumdurchfithrung mit einem Schraubenzieher bedienbar ist, auf eine Resonanzfrequenz
von ca. 200 kHz (je nach Linienbreite der EAM-Resonanz) unter der atomaren Ubergangs-
frequenz von 21.45604 GHz gestimmt werden. Wihrend die Atome geschwindigkeitsselektiv
in den oberen Zustand angeregt werden und jeweils die Detektorklicks nach der Wechsel-
wirkung aufgezeichnet werden, kann der Resonator mit Hilfe von Piezoaktoren langsam um
300-1200 kHz durchgestimmt werden. Wie man bei den Messungen in Abb. 8.1 erkennen
kann, ist im Anfangsbereich der Melkurven der Resonator noch zu stark gegen den atoma-
ren Ubergang verstimmt. Die Wahrscheinlichkeit, daB das Atom in die Mode emittiert ist
folglich auch entsprechend klein. Erst im Bereich der Ubergangsfrequenz nimmt die Zihlrate
fiir den unteren EAM-Zustand zu und die Masertitigkeit kann einsetzen. Die Linienbreite
zeigt, wie im unteren Bild von Abb. 8.1 dargestellt, bereits bei einem moderaten Atomfluf
von 270 s~! eine deutliche Leistungsverbreiterung. Die dann auftretende asymmetrische Li-
nienform kann unter Mitberiicksichtigung von statischen elektrischen Feldern im Bereich
der Resonatorkoppellocher erklirt werden [62-64].

Voraussetzung zur Messung solch schmaler Ubergiinge ist eine gute Erdmagnetfeldkom-
pensation. Die duflerst prizise Methode, die zur Kompensation herangezogen wird, basiert
auf der Priparation eines atomaren magnetischen Dipols vor dem Resonator. Dazu wird der
zirkular polarisierte Strahl einer Laserdiode, die mit Hilfe einer Polarisationsspektroskopie
auf die Rubidium D2-Linie 5S;/5(F = 3) — 5P3/5(F" = 4) (780 nm) stabilisiert wurde,
auf den Atomstrahl vor dem Resonator fokussiert. Das dadurch erzielte optische Pumpen
priapariert nach mehrere Anregungszyklen einen Rubidium-Grundzustand mit maximaler
magnetischer Quantenzahl. Das Atom beginnt dann in dem Restmagnetfeld zu prizedieren
und wird zwischen dem Resonator und der Detektionseinheit mit einem ebenfalls zirkular
polarisiertem UV-Laserstrahl in einen P;/5-Rydbergzustand angeregt. Es zeigt sich, daf
die Anregungsrate von der momentanen Ausrichtung des Dipols abhéingt. Durch anschlie-
Bende Magnetfeldvariationen, mittels am Kryostat befestigter Helmholzspulen, kann man
nach dem in [64] detailliert beschriebenen Verfahren das Erdmagnetfeld bis auf ca. 2 mG
kompensieren. Die Aufspaltung der EAM-Linie betridgt dann nur noch 2.8 kHz und tragt
somit nicht mehr zur Verbreiterung bei.
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Abbildung 8.1: Resonatorinduzierter 63P3,, — 61D; /z—ﬁberg(mg von geschwindigkeitsselektierten
Rubidium-Rydbergatomen. Die atomare Emissionswahrscheinlichkeit p, — die Wahrscheinlichkeit,
das Atom im unteren Zustand zu messen — wurde iber die Resonanzfrequenz der Resonatormode
aufgetragen. Die sehr schmale Linie im oberen Bild wurde bei einem niedrigen Atomfluf von 80 s—!

aufgenommen, die leistungsverbreiterte unten bei 270 s—1.
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Abbildung 8.2: Mikrowellenaufbau zur Messung der Feld-Synthesizer-Kohirenz. Der Mikrowellen-
synthesizer ganz links ist resonant mit der Mikrowellenmode des Nb-Resonators, ganz rechts. Der
Referenzpulsgenerator Pres schlieft fiir eine kurze Zeit den unteren Pin-Schalter. Dadurch wird ein
zum Synthesizer kohdrent schwingendes Mikrowellenfeld erzeugt. Danach schwingen beide Felder
unabhdngig voneinander weiter. Die Kohdrenz kann in diesem Stadium durch dufere Finfliisse, ins-
besondere mechanische Vibrationen des Resonators, gestort werden. Nach einer Zeit t wird durch
einen zweiten getriggerten Rechteckgenerator Pr., ein Testpuls erzeugt, der mit dem Mikrowellen-
feld interferiert. Bei bewahrter Kohdrenz kann eine Einstellung mit destruktiver Interferenz gefunden
werden.

Die vom Resonator emittierte Intensitit wird iber einen Zirkulator zur Mikrowellendiode weiter-
geleitet, nachdem sie vorher mit einem zweiten Synthesizer der Frequenz vy tiberlagert wurde. Das
detektierte Signal kann dann iber einen Bandpaf fiir vg — v1 an einem Speicheroszilloskop angezeigt
werden.

8.2 Experimente mit Mikrowellenpulsen

Im Kapitel 3.1 des Theorieteils wurde die Zustandsverschiebung im Phasenraum beschrie-
ben. Ein gegeniiber der Modendimpfungszeit kurz eingestrahlter Mikrowellenpuls wirkt
auf Feldzustinde wie der kohirente Verschiebungsoperator. Diese fiir die zukiinftigen Ex-
perimente entscheidende Eigenschaft wurde zunéchst fiir hochangeregte, quasiklassische,
Zustinde getestet.

Dabei wird im ersten Schritt des Experimentes mit einem Mikrowellenpuls ein ver-
schobener thermischer Zustand erzeugt, dessen Amplitude nach Gln. 3.4 proportional zur
Fliche der Feldstirke multipliziert mit der Pulsdauer des eingestrahlten Synthesizers ist.
Das darauffolgend frei relaxierende Resonatorfeld schwingt dann zunichst gleichphasig zu
dem Syntheizerfeld weiter. Wie lange diese Phasenkohirenz im Experiment aufrecht erhal-
ten werden kann, wird darauffolgend mit einem um 180° phasenverschobenen zweiten Puls
getestet. Bei einer bestehenden Phasenkohirenz kann das im Resonator aufgebaute Feld mit
dem eingestrahlten Puls bei geeigneter Wahl der Intensitit und Einstrahldauer, destruktiv
interferieren. Ist dagegen die Kohdrenz durch duflere Stérungen nicht mehr vorhanden, kann
die Bedingung der vollstéindig destruktiven Interferenz, bei wiederholter Durchfiihrung des
Experimentes, nicht mehr gefunden werden.
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Wie in Abb. 8.2 dargestellt, mufl der Mikrowellenaufbau zwei zueinander phasenver-
schobene Pulse erzeugen konnen, was den Einsatz von schnellen Mikrowellenschaltern
und Phasenschiebern erfordert. In den beschriebenen Experimenten wurden sogenannte
Mikrowellen-Pin-Switches verwendet, die auf das K-Band optimiert sind und Schaltzeiten
um 250 ns ermoglichen. Die Ansteuerung dieser Schaltelemente erfolgt iiber TTL-Pulse,
die von Pulsgeneratoren mit variabler Linge erzeugt werden konnen. Die Léinge des er-
sten Pulses (Referenzpuls) sollte so gewahlt werden, daf bei resonanter Einstrahlung an
der Detektordiode ein klar zu erkennendes exponentiell abfallendes Intensitétssignal sicht-
bar wird. Nach dem Abschalten des ersten Pulses wird zeitverzogert ein zweiter um 180°
phasenverschobener Puls (Testpuls) eingestrahlt. Die Pulsdauer sollte kurz gegeniiber der
Modenddampfung gew#hlt werden, also grob abgeschéitzt kleiner 1 ms, da bei diesem Expe-
riment ja gerade die Verschiebung im Phasenraum getestet werden soll. Die Zeitdauer der
Verzogerung des zweiten Pulses wird dabei natiirlich durch die Zeitkonstante I'"! des expo-
nentiell abfallenden Referenzsignals limitiert. Durch Verdnderung der Intensitit und Phase
des Testpulses kann dann im Fall der bestehenden Kohérenz die Bedingung fiir destruktive
Interferenz gefunden werden. In Abb. 8.3 sind die entsprechenden Fille der konstruktiven
und destruktiven Interferenz fiir zwei verschiedene Verzogerungszeiten dargestellt.

Eine Anmerkung zu den verwendeten Mikrowellenleitern sei noch hinzugefiigt. Im K-
Band (18-26 GHz) kénnen sowohl spezielle Mikrowellenkoaxialkabel als auch rechteckige Me-
tallhohlleiter verwendet werden. Da bei dem Aufbau der beiden zueinander phasenverscho-
benen Wege auf robuste Phasenstabilitit zu achten ist, diirfen in diesem Bereich nur mit-
einander verschraubte Hohlleiter verwendet werden, da Koaxialkabel schon bei Berithrung
betrichtliche Phasenschwankungen verursachen wiirden.

Zusammenfassend kann man sagen, daf} die in Abb. 8.3 gezeigten Messungen die Reali-
sierung von Zustandsverschiebungen im Phasenraum belegten und eine Phasenkohérenz bis
zu 10.5 ms demonstriert haben, was beachtlichen 2.2 - 108 Schwingungsperioden entspricht.

8.3 Ein-Atom-Maser mit externer Einstrahlung

Als nédchster Schritt in Hinblick auf die Phasendiffusionsmessung muf} die Atomstatistik bei
EAM-Experimenten in Verbindung mit einer extern angeregten Resonatormode untersucht
werden, da die Methode der verschobenen Felder die Wechselwirkung des mit einem klassi-
schen Feld superponierten (oder verschobenen) quantenmechanischen Zustands erfordert.
Dazu werden in diesem Abschnitt zwei Messungen vorgestellt, bei denen die Feldinten-
sitdt auf unterschiedliche Art und Weise variiert wird. Im ersten Fall sind die Resonator-
mode, die Synthesizerfrequenz und der atomare Ubergang in Resonanz und die Intensitit
des Synthesizers wird direkt variiert. Im zweiten Fall wird der Synthesizer wieder resonant
zu dem atomaren Ubergang gestimmt, diesmal aber bei fester Intensitit und Variation der
Modenfrequenz durch Quetschen des Resonators. Dabei wird die Feldintensitit im Resona-
tor indirekt iiber die Synthesizer-Resonator-Verstimmung geregelt. Sind beide zueinander
verstimmt, wird das eingestrahlte Mikrowellenfeld einfach an dem Koppelloch reflektiert.
Ist die Verstimmung dagegen im Bereich der homogenen Linienbreite der Feldmode, wird
gemif des Resonator-Lorentz-Profils zunehmend stérker eingekoppelt (siche Gln. 3.18).
Da bei beiden Experimenten nur sehr geringe Mikrowellenintensititen verwendet wer-
den kénnen, wurde die eingestrahlte Intensitit um 70 dB abgeschwicht und ein auf 4 K
abgekiihltes Kupferblech zwischen zwei Hohlleiterenden im Kryostat eingebracht. Alle Lei-
stungsangaben in diesem Abschnitt beziehen sich auf die Angabe des verwendeten Mi-
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Abbildung 8.3: Nach der Methode von Abb. 8.2 gemessenes Mikrowelleniiberlagerungssignal der
Frequenz vy — v1 =2.6 kHz. Der Referenzpuls wurde zur Zeit t=0 ausgeschaltet. Das ,frei schwingen-
de“ Resonatorfeld interferiert dann nach einer Zeit t mit dem gleichen jedoch phasenverschobenen
Synthesizerfeld. Bei 180° wird die durch den Referenzpuls erzeugt Feldstirke gerade wieder nach
Null verschoben (oder genauer: in den thermisch angeregten Vakuumzustand)- destruktive Interfe-
renz. Bei der 0°-FEinstellung des Testpulses kann man konstruktive Interferenz beobachten. Hier hat
sich die Amplitude verdoppelt.

Wie die rechte Spalte zeigt, konnte die Feld-Synthesizerkohdrenz bis zu einer Zeit von 10.5 ms (2.2-10%
Perioden) aufrechterhalten werden.

krowellenverstirkers (HP) vor der Frequenzverdopplung.

8.3.1 Variation der Intensitat

Welche Auswirkung wird nun die Einstrahlung auf die Atomstatistik nach der Wechselwir-
kung haben? Da bei dieser ersten Messung Resonatoren mittlerer Giite verwendet werden,
so daB Nz knapp unter 1 liegt, und das atomare Pumpen folglich gegeniiber dem externen
Feld vernachlissigt werden kann, erwartet man eine Wechselwirkung des Atoms mit ei-
nem durch den Synthesizer erzeugten kohéirenten (verschobenen thermischen) Zustand. Bei
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Abbildung 8.4: Numerische Simula-
tion der resonanten FEmissionswahr-
08 scheinlichkeit als Funktion der ex-
tern eingestrahlten (skalierten) Syn-
thesizerintensitit (n),,, = 4|f|*/T.
SR 1 Verglichen wird der diabatische Grenz-
fall (---) mit der realistischen Rech-
nung, die statische elektrische Felder
im Bereich der Resonatorkoppellicher
einschlieft ( ) und bei hohen In-
tensititen einen adiabatizitdtsbeding-
ten Abfall zeigt.
Dabei wurde angenommen, dafi das
Feld hauptsdchlich durch den Synthe-
sizer aufgebaut wird (Ne; = 0.01) und
die Resonatortemperatur 1 K betrdgt.
Um die numerische Simulation auch
\ bei hohen Feldstirken durchfihren zu
0.2 1 1‘0 100 konnen wurde hier die Masterglei-
<n>ewt chung im verschobenen Bild mit einer
Runge-Kutta-Integration geldst (siehe
auch Kap. 3.3).
Weitere Parameter: gt = 1.5, 1 = 1.5.

0.6 |- I

Pb

04 -

Verdnderung der eingestrahlten Intensitit sollte man daher gemifl des Jaynes-Cummings-
Modells Rabioszillationen der Emissionswahrscheinlichkeit um den Wert 0.5 erwarten, deren
Amplitude jedoch je nach Wechselwirkungszeit und Modentemperatur mehr oder weniger
reduziert sein kann. Dieses Verhalten wird auch durch die numerische Analyse in Abb. 8.4
(punktierte Linie) bestatigt.

Im Gegensatz zu dieser ersten naheliegenden Vermutung, zeigte die Messung ein deut-
lich abweichendes Verhalten. Wie man in Abb. 8.5 erkennen kann, sinkt die Emissionswahr-
scheinlichkeit (proportional zur Zahlrate des zweiten Channeltrons, durchgezogene Linie)
mit steigender Resonatorfeldstéiirke leicht oszillatorisch ab. Zwar kénnen die Wellen der Mef3-
kurve noch mit Rabioszillationen in Verbindung gebracht werden, ein Abfallen der Kurve
auf die Emissionswahrscheinlichkeit 0 ist damit jedoch nicht zu erkliren.

Bei diesem Phéinomen mag man im ersten Augenblick an den durch dritte Atomzustinde
hervorgerufenen AC-Stark-Shift denken, der den EAM-Ubergang bei hohen Feldstéirken aus
der Resonanz treiben konnte. Dies ist aber bei den hier auftretenden maximalen Feldstérken,
die ein paar hundert Photonen entsprechen, auszuschlielen, da bei diesen Feldintensitidten
die AC-Stark-Verschiebung aufgrund der Kopplung des benachbarten 61Dj/5-Zustands
(50 MHz Verstimmung zum EAM—Ubergang) deutlich kleiner als die EAM-Ubergangsbreite
ausfillt.

Ein weiterer Grund konnte auch auf Mikrowellenionisation im Resonator zuriickzufiihren
sein. Zeichnet man zum Beispiel anstatt der Einzelzédhlraten der beiden Channeltron-Detek-
toren, nur die Haufigkeit des unteren Zustands auf, wiirde die Einzelzdhlrate nicht nur bei
wirklicher Umbesetzung, sondern auch bei Ionisation gegen Null streben. Wie man aber an
der gestrichelten grauen Kurve der Messung in Abb. 8.5 erkennen kann, bleibt die Summe
der Zihlraten wiahrend des gesamten Scanbereichs nahezu konstant.
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Abbildung 8.5: Zihlraten des unteren ( , mit grauer Ausgleichskurve) bzw. oberen (— — —)
Rydbergzustands iber die eingestrahlte Synthesizerleistung aufgetragen. Zu der gewdihlten Synthesi-
zerfrequenz von 21.45601 GHz waren sowohl die Feldmode, als auch der atomare Ubergang resonant.
Bei kleinen Intensititen induziert das Resonatorfeld eine Umbesetzung der Rydbergzustinde (mehr
Atome im unteren Zustand). Bei einer skalierten Intensitit von ca. —7 dBm erkennt man den ersten
durch das externe Feld verursachte vollstindige Rabizyklus. Fir héhere Intensititen wird die Um-
besetzung zunehmend unterdriickt, da die Wechselwirkung mehr und mehr adiabatischen Charakter
bekommit.

Mikrowellenionisation der Rydbergzustinde kann in diesem Intensititsregime ausgeschlossen werden,
da der Mittelwert der beiden Zihlraten konstant bleibt (gestrichelte graue Linie).

Schliefllich erhirtete sich immer mehr der Verdacht, dal die mit gréflerer Resonator-
feldstirke zunehmende Adiabatizitiat der Atom-Feld-Wechselwirkung als die entscheiden-
de Ursache fiir das Verschwinden der Emissionswahrscheinlichkeit gesehen werden kann.
Tatséchlich zeigt die Theoriekurve in Abb. 8.4 einen dem Experiment sehr dhnlichen Ver-
lauf. Auch hier strebt py fiir hohe Feldstarken gegen Null und zeigt wahrend dem Abfall
charakteristische Wellen, die die Reste der diabatischen Rabioszillationen reprisentieren.

Somit konnte man bei diesen Messungen zeigen, dafl gerade bei hoheren Feldintensititen
die Annahme der diabatischen Wechselwirkung verworfen werden mufl und die Emissions-
wahrscheinlichkeit durch Beriicksichtigung der immer stirker werdenden Adiabatizitit zu
korrigieren ist.

Um im weiteren ausschlieflen zu kénnen, dafl der gemessene Effekt auf der Wechselwir-
kung eines Atoms mit dem Synthesizerfeld auflerhalb des Resonators beruht, werden im
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Abbildung 8.6: EAM-Resonanz bei zusitzlich eingestrahlter Mikrowelle der Frequenz 21.45604 GHz.
Im Vergleich zu der Mefkurve ohne externe Anregung (vgl. Abb. 8.1, unten) zeigt die Emissions-
wahrscheinlichkeit im Bereich der Feld-Synthesizer-Resonanz einen deutlichen Einbruch. Dieser tiefe
Einbruch kann mit starker Adiabatizitit der Atom-Feld- Wechselwirkung in diesem Bereich erklart
werden.

Bei dieser Messung wurde mit 20.3 dBm (abziglich der im Text besprochenen Abschwicher) einge-
strahlt.

nichsten Abschnitt Messungen diskutiert, bei denen die Modenfrequenz bei fester Synthe-
sizerintensitit variiert wird. Die hier diskutierten Effekte sollten dann fiir hinreichend grofie
Feld-Synthesizer- Verstimmung verschwinden, da die Strahlung in diesem Fall am Resona-
torkoppelloch zuriickreflektiert wird.

8.3.2 Ein-Atom-Maser Resonanz bei externer Einstrahlung

Es konnte noch ein weiteres Experiment zur Untersuchung der Atom-Feld-Wechselwirkung
in Verbindung mit einer extern angeregten Resonatormode durchgefiihrt werden. Auch hier
wurde der Synthesizer resonant zum atomaren Ubergang eingestellt, die Intensitiit jedoch,
im Gegensatz zum letzten beschriebenen Experiment, fixiert. Bei der Messung wurde dann
die Resonatorfrequenz durch Quetschen des zylindrischen Mantels kontinuierlich veréndert.

Da gemifl Gln. 3.18 eine Einkopplung nur fiir Verstimmungen innerhalb der homoge-
nen Linienbreite relevant sein konnen, erwartet man fiir grole Verstimmungen die EAM-
Resonanzkurven ohne externe Einstrahlung. Dieses Verhalten wurde im Experiment, wie
in Abb. 8.6 dargestellt, bestitigt. Fiir Bereiche auflerhalb der eingestrahlten Frequenz von
21.45604 GHz ist die EAM-Resonanz nahezu identisch zu dem Fall ohne Synthesizer (vgl.
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Abbildung 8.7: Theoretischer Ver-
lauf des Finbruchs in der EAM-
Resonanz beir externer FEinstrahlung
mit einer (skalierten) Intensitit der
Stirke (n),,, = 50. Das bedeutet, daf
sich bei resonanter Synthesizer-Feld-
Kopplung ein stationdrer Zustand mit
einer mittleren Photonenzahl von 50
aufbauen wiirde. Charakteristisch ist
hier wieder die zackige Substruktur,
die den ersten und zweiten zusditzli-
chen Rabizyklus des Atoms kennzeich-
net.

0.2

" 1 " " " " " " " " 1 "
-500 0 500

Abb. 8.1, unten). Erst bei Feld-Synthesizer-Resonanz kommt die Einkopplung zum Tragen
und verdndert die Atomstatistik. Folglich mufl auch der im letzten Abschnitt besprochene
Effekt auf die extern angeregte Feldmode zuriickgefiihrt werden. Relevante Beeinflussungen
des Atoms auflerhalb des Resonators, insbesondere beim Durchqueren der Mikrowellenan-
kopplung beim Resonatoraustrittsloch, kénnen somit ausgeschlossen werden.

Auch bei der Messung in Abb. 8.6 zeigt sich im Bereich der Mikrowelleneinkopplung
der fiir die Adiabatizitit charakteristische Einbruch der Emissionswahrscheinlichkeit, der
deutlich unter den diabatisch berechneten Mittelwert von 0.5 abfillt. Es sei noch ange-
merkt, dafl auch hier die Gesamtzihlrate iiber den gesamten Scanbereich konstant blieb
und Mikrowellenionisation ausgeschlossen werden kann.

Wenn man diese Messung mit der Theoriekurve in Abb. 8.7 vergleicht, sieht man, daf}
die Messung die zackige Substruktur noch nicht auflésen kann. Diese Substruktur ist wieder
eine Signatur der durch die Adiabatizitdt abgeschwichten Rabizyklen des Atoms, da sich
die Verdnderung der Modenfrequenz im Bereich der homogenen Linienbreite nach Gln. 3.18
wie eine Intensitdtsverdnderung auswirkt.

Um nun diese Rabizyklen auch im Experiment auflésen zu kénnen, muf} die eingestrahlte
Intensitit verringert und der Variationsbereich der Modenfrequenz drastisch verkleinert wer-
den. In den Messungen 8.8 wurde die eingestrahlte Intensitéit soweit reduziert, daf der ,,Dip“
bei Synthesizer-Feldmoden-Resonanz im Bereich der homogenen Linienbreite lag. Dement-
sprechend mufite der Frequenzhub dieser Messungen um Faktor 200 verkleinert werden. Um
die nétige Spannungsstufenauflésung fiir die Piezos zu erhalten, wurde zu diesem Zweck die
Ansteuerspannung des Computers iiber einen 1:100 Teiler heruntergesetzt. Die bereits in der
Theoriekurve vorhergesagten Stufen der Rabioszillationen, konnten dann tatsichlich auch
experimentell nachgewiesen werden.

Die Anzahl der Zacken in diesen Messungen kann man nun mit den Wellen aus Abb. 8.5
vergleichen. Bei der oberen Meflkurve von Abb. 8.8 wurde eine konstante Intensitit von
7.4 dBm eingestrahlt, was in Abb. 8.5 am rechten Rand nicht mehr ganz aufgenommen
wurde. Tatsédchlich sind bei beiden Messungen zwei Rabizyklen sichtbar. Im unteren Bild
von Abb. 8.8 wurden dagegen nur —10 dBm verwendet und ein Rabizyklus aufgelst. Nach
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Abbildung 8.8: 200-fach vergréferter Ausschnitt der EAM-Resonanz mit externer Einstrahlung.
Bei dieser Messung konnten die durch das externe Feld bedingten Ansditze der Rabizyklen erstmals
aufgeldst werden. Man beachte dabei den mikroskopischen Piezohub. Um beispielsweise eine Zacke
in dem FEinbruch der oberen Mefkurve abzutasten, miissen die Stellelemente den Resonatormantel
um nur ca. 1/2 nm quetschen. Auch dies ist eine Demonstration der Vibrationsarmut des gesamten
Aufbaus.

Bei der obigen Messung wurde mit einer Leistung von 7.4 dBm eingestrahlt, bei der unteren Messung

mit —10 dBm (Leistungsangaben beziehen sich wie immer auf Werte vor der zusdtzlichen starken
Abschwichung).
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dem direkten Frequenzscan in Abb. 8.5 sollte der erste Hiigel allerdings erst bei ca. —7 dBm
erscheinen. Als Grund fiir diese Abweichung kann ein Driften der Resonanzfrequenz wiahrend
des Experiments gesehen werden, da hier bereits Deformationen des Resonators von weni-
gen Nanometern betréchtliche Abweichungen der Mefiresultate erzeugen. So kann vermutet
werden, dafl die in Messung Abb. 8.5 eingestellte Synthesizerfrequenz méoglicherweise leicht
gegen die Modenfrequenz verstimmt war und die Rabizyklen erst bei etwas hoheren Inten-
sititen gesehen wurden. Auch das Offnen und Schlieflen des zur zusitzlichen Abschwichung
verwendeten Kupferblechs ist nicht ganz reproduzierbar und erzeugt so auch Verschiebun-
gen der Intensitétsskala. Bei zukiinftigen Experimenten mufl die Resonanzfrequenz deshalb
noch sorgfiltiger eingestellt werden.

8.4 Messung der Phasendiffusion

Im néchsten Schritt miissen die in Abschnitt 8.3 beschriebenen Pulsexperimente bei laufen-
dem EAM-Experiment durchgefithrt werden. Im Gegensatz zu den hier verwendeten eher
moderaten Resonatorgiiten, miissen dann Giiten iiber 10° verwendet werden, so dal durch
den Atomstrahl gepumpte Felder aufgebaut werden kénnen. Der verwendete Resonator mufl
zu diesem Zweck neu ausgeheizt und ziigig wieder in die Apparatur eingebaut werden.

Wiéihrend des EAM-Betriebs mufl dann nochmal wie bei Messung 8.5 festgestellt werden,
ab welcher stationir eingestrahlten Intensitit sich die Atomstatistik zu verdndern beginnt.
Die Intensitit, die darauffolgend zum Seeden des Feldes verwendet wird, ist durch den
Punkt gegeben, ab dem die Emissionswahrscheinlichkeit abzufallen beginnt (in Messung 8.5
ca. —15 dBm).

In der ersten Stufe des Experimentes konnen dann zunichst die Atomstatistiken des
geseedeten Zustands kurz nach einem 0°-Puls mit denen eines 180°-Pulses verglichen werden.
Wenn man zusétzlich jeweils die Pulslinge oder Pulsintensitéit verdndert, sollten nach dem
Prinzip der verschobenen Felder zwei unterschiedliche Kurven gemessen werden.

Die Frage nach der benétigten Pulsleistung beantworten die Formeln 3.4 und 3.18. Der
daraus abgeleitete Zusammenhang fiir die eingesetzten Leistungen lautet in gebriuchlichen
dBm-Einheiten

Ipyis = Igtat +5 (8.1)
k = 10log4 — 201log(T't)
Ipyls If? — Gln. 3.4

X
Istat < |f]* — Gln. 3.18.

k bestimmt dabei den Wert in dB, um wieviel die Mikrowellen-Abschwéichung reduziert wer-
den muf. Die so berechnete Pulsleistung gewéihrleistet dann eine Verschiebungsamplitude
lv| = /{n) (GIn. 3.4), die, auf den Vakuumzustand angewendet, einen kohirenten Zustand
der Amplitude v erzeugt. Koppelt man dagegen stationdr mit einer um x verminderten
Leistung ein, wird nach Gln. 3.18 ein kohédrenter Zustand gleicher Amplitude pardpariert.

Diese Messung ist dann fiir den Fall des phasenlosen EAM-Zustands zu wiederholen.
Hier sollte sich keine Winkelabhéngigkeit des Verschiebungspuls ergeben, da der Ausgangs-
zustand im Phasenraum bekanntlich rotationssymmetrisch ist.
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Schlieflich kann dann die eigentliche Messung durchgefiihrt werden, indem man zwi-
schen dem Phasen-Seeden und dem Verschiebungspuls eine Zeit t verstreichen 1ifit, in der
die Phase des Feldes zerlaufen kann. Wenn bei diesen Messungen eine Zeitabhéingigkeit
erkennbar ist, kann schliellich die quantitative Messung, die auf mehreren Verschiebungs-
phasen beruht, durchgefithrt werden (siehe Abschnitt 6.2.1).



Kapitel 9

Ausblick

Phasendiffusion

Death Valley, California, 1999

Die Messungen, die im Rahmen dieser Arbeit durchgefiihrt wurden, haben gezeigt, daf
der qualitativen Messung der Phasendiffusion keine prinzipiellen Hiirden mehr im Wege
stehen. Dabei konnte das Zerlaufen einer priparierten Phase anhand von zwei, in entgegen-
gesetzte Richtungen, verschobene Resonatorfelder und anschlieBendes Messen eines Atoms,
nachgewiesen werden. Wihrend die Emissionswahrscheinlichkeit nach der Wechselwirkung
mit einem kohidrenten Zustand (reelle Amplitude) nach einem 0°-Puls bzw. 180°-Puls im
allgemeinen unterschiedlich sein wird, kommt es bei gréfler werdenden Wartezeiten zwi-
schen Phasenpriparation und Messung nach der Zustandsverschiebung zu immer dhnliche-
ren Werten. Ist die Phase schlielich ginzlich zerlaufen, wird die Emissionswahrscheinlich-
keit unabhingig vom Winkel des Verschiebungspulses. Diese Messung wiirde erstmalig die
Phasendekohiirenz eines quantenmechanischen EAM-Feldes bestétigen.

Um nun auch quantitative Resultate zu erzielen, muf} die vollstindige Mefireihe der ,Me-
thode der verschobenen Felder“ aufgenommen werden. Das bedeutet, daf} fiir jede Warte-
zeit nach dem Préparieren der Feldphase, die Emissionswahrscheinlichkeit in Abhéngigkeit
mehrerer Pulsphasen zu bestimmen ist. Da die Messungen aufgrund des immer vorhan-
denen Drifts der experimentellen Parameter so schnell wie moglich durchgefiithrt werden
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sollten, ist es zweckmifig, die verschiedenen Pulsphasen iiber den bereits im Labor vor-
handenen computeransteuerbaren Mikrowellenphasenschieber einzustellen. Diese Messung
ermoglicht dann die gezielte Untersuchung der Phasendiffusion bei Variation des atomaren
Flusses oder der Temperatur. Interessant wiren dabei die Parameterbereiche des EAM,
bei denen die Linienbreite bei steigender Temperatur abnimmt [91]. Ein Verhalten, das
in der herk6émmlichen Laser- oder Maserdynamik nicht auftritt. Ferner konnten Messun-
gen bei unterschiedlichen Atomgeschwindigkeiten einen direkten Nachweis des, durch die
Atom-Feld-Wechselwirkung verursachten, Phasenkicks erbringen.

Mit Hilfe dieser Datenreihen kann man neben der Extraktion phasendiffusionsrelevan-
ter Daten, auch Kohérenzen hoherer Ordnung untersuchen. Wie in Kapitel 6.2.3 erwiahnt
wurde, ist der k-te Fourierkoeffizient der MeBgrofie py(vo, ¢1,t) allein eine Funktion der k-
ten Dichtematrixnebendiagonale und enthélt daher Informationen iiber den Zerfall hoherer
Amplitudenkorrelationen vom Typ ([a'(¢)]¥a(0)*). Dies ist ein Thema, das momentan in
der Quantenoptik im Zusammenhang mit der Realisierung eines Quantencomputers und
der Dynamik von ,,Schrédinger-Katzen“ viel diskutiert wird.

Weitere interessante Experimente kénnten in die Richtung der Zustandsrekonstrukti-
on des EAM-Feldes fithren [76,136,137], weil gerade im EAM rein quantenmechanische
(nicht-klassische) Mikrowellenzustinde priapariert werden kénnen. So konnten z.B. bereits
1990 rauschunterdriickte Zustidnde nachgewiesen werden [57, 58]. Weitere Zusténde mit noch
schmélerer Photonenstatistik, wie der sogenannte Fangzustand oder der Fock-state, konn-
ten dieses Jahr ebenfalls experimentell beobachtet werden [74, 77]. Das direkte vollstindige
Vermessen solcher Zusténde, wiirde einen nichsten Meilenstein bei den EAM-Experimenten
darstellen, weil sie den ultimativen Beweis nichtklassischer Zustinde im EAM erbringen
wiirden. Wie konnen aber solche hochempfindlichen Zustinde gemessen werden?

Da bekanntlicherweise das EAM-Feld nicht direkt detektiert werden kann, muf} der Zu-
stand mit Hilfe des Atomstrahls als Meflsonde ausgelesen werden. Wie bei der Phasendiffu-
sionsmessung kann auch hier die bereits diskutierte ,Methode der verschobenen Felder® in
zwei Variationen angewendet werden.

o Tomographische Methode. Der lineare Zusammenhang zwischen der Emissionswahr-
scheinlichkeit nach dem Verschieben eines Zustands um die komplexe Amplitude -y
und den Elementen der Dichtematrix, erlaubt bei hinreichend vielen Verschiebungen,
die Anpassung der am besten geeigneten Dichtematrixelementen an diese Messungen.
Da der Zustand beispielsweise beim Verschieben auf einem Kreis, von Fockzustinden
unter immer anderen Winkeln durchleuchtet wird, kann man die in [136] detailliert be-
schriebene Rekonstruktionsmessung als tomographische Methode klassifizieren [106].

o Punktweises Vermessen einer Phasenraumdarstellung. Wie in Abschnitt 6.2.2 darge-
stellt, erlaubt die ,Methode der verschobenen Felder“ auch ein punktweises Messen
einer Phasenraumfunktion des Feldzustands. Es handelte sich dabei um die charakte-
ristische Wignerfunktion. Der Vorteil dieser Methode gegeniiber der ersten ist, daf} be-
reits mit einzelnen Messungen gezielt interessante Gebiete ausgewihlt werden kénnen,
wie z.B. der Wertebereich, der die Kohérenz bei einer ,,Schrodinger-Katze* wieder-
spiegelt [137].

Die tomographische Methode birgt allerdings die Schwierigkeit in sich, daf} sie auf der In-
version eines stark singuldren Gleichungssystems beruht und somit Schwankungen experi-
menteller Parameter und MefBfehler extrem verstirkt werden. Trotz addquater numerischer
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Algorithmen, sollten nur Felder mit kleiner maximaler Photonenzahl rekonstruiert werden
[76].

Bei der Zustandsrekonstruktion mit Hilfe der punktweisen Messung der charak-
teristischen Wignerfunktion mufl als wesentliche Modifikation der momentanen EAM-
Experimente dafiir gesorgt werden, dafl sehr kurze Wechselwirkungszeiten realisiert werden
konnen und die Atom-Feld-Wechselwirkung bis zu hohen Feldamplituden diabatisch bleibt
(siehe dazu Kapitel 4 und Abschnitt 6.2.2). Beides konnte durch Fixierung von Elektroden
in zwel zusédtzlichen Bohrungen durch die Resonatorwidnde verwirklicht werden. Natiirlich
miissen sowohl die Grofle als auch die Positionen dieser Locher so gewahlt werden, daf} die
verursachten Auskoppelverluste vernachlissigbar bleiben. Giinstige Positionen sind durch
Nullstellen der elektrischen und magnetischen Feldkomponenten an der Resonatorwand ge-
geben.! Durch Anlegen einer Spannung kénnten dann die Atome durch den Starkeffekt vom
Resonatorfeld entkoppelt werden. Wird dieser Spannungspuls zusétzlich mit der Anregung
eines Atoms getriggert, kann die Wechselwirkung im Resonator auf eine fast beliebig kurze
Strecke reduziert werden. Dieses Wechselwirkungsschema hitte auch den Vorteil, dal durch
die scharfen Spannungspuls-Flanken die Wechselwirkung wieder stérker diabatisch werden
wiirde.?

Man kann also sagen, daB gerade mit dem neuen schwingungsgedimpften 3He-Kryostat
in Verbindung mit der ,Methode der verschobenen Felder“, wieder sehr viele interessante
Grundlagenexperimente moglich gemacht wurden, mit deren Realisation in naher Zukunft
gerechnet werden kann.

'Diese Bedingung ist gerade an den beiden Stirnflichen des zylindrischen Resonators bei 71.9 % des
Radiuses und senkrecht zu der Piezoquetschrichtung (E-Richtung bei r=0) der Fall und genau am Rand der
Stirnflichen, hier allerdings senkrecht zur E-Richtung

2Die Steilheit der Spannungsflanken wird allerdings durch die Adiabatizititsbedingung fiir diesen Prozef§
limitiert, da sonst Umbesetzungen zu anderen atomaren Energieniveaus auftreten wiirden.



Anhang A

Unitare Transformation der
Bewegungsgleichung

Die Aufstellung einer quantenmechanischen Bewegungsgleichung erfordert zunichst die
Wahl eines geeigneten Hilbertraums, als dessen Element der Systemzustand angegeben
werden kann. Die zeitliche Entwicklung dieses Zustands, im allgemeinen durch die Dich-
tematrix p beschrieben, ist dann durch eine unitdre Transformation gegeben, bei der der
Hamiltonoperator H die Rolle des Erzeugers spielt.

Es ist oft praktikabel den Hamiltonoperator durch eine unitéire Transformation zu ver-
einfachen. Wenn nun auch alle beteiligten Operatoren, wie Dichtematrix und Observablen,
entsprechend mittransformiert werden, sind die Mittelwerte dieser Gréflen invariant.

Transformation des Hamiltonoperators

Gegeben sei eine unitire Transformation T(¢), die den neuen Zustandsvektor |¢/(t)) =
T(t)|9(t)) erzeugt'. Fiir den Hamiltonoperator H' muf nun die transformierte Schrédinger-
gleichung gelten

MW (@0) = ih ' (0)
dT(t)

= @i o) +in Do) (A1)

Die Riicktransformation |(t)) = TT|4/(t)) eingesetzt, fithrt auf den transformierten Hamil-
tonoperator

H(t) = TEHE@)THL) + ik (dzl—ff)> TH) (A.2)
Wenn T(t) = exp{i/hF(t)} und F(¢) mit dF(¢)/dt vertauscht, kann der Hamiltonoperator
im transformierten Bild als
dF(t)

W) = TOROT) - — (A.3)

geschrieben werden.

!Zur Vereinfachung der Schreibweise wird hier ein reiner Zustand vorausgesetzt, andernfalls verwende
man die transformierte Dichtematrix p'(t) = T(¢)p(¢) T (¢).
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Transformation der Observablen
Sei O(t) eine Observable im urspriinglichen Bild. Fiir den Mittelwert (O(t)) ist die Invari-
anzbedingung zu fordern
(O'@) = (o)
@O0 ) = (o
= (@' @OITOONOT ()Y (1)) (A.4)
Man entnimmt nun folgende Transformationsvorschrift fiir die Observable O(t)

o't = THORWT(¢). (A.5)

Observablen, die mit dem Transformationsoperator vertauschen, miissen offensichtlich nicht
transformiert werden. Man kann in diesem Fall den Mittelwert direkt mit dem transfor-
mierten Zustand berechnen. Beispiele dafiir sind Mittelwerte des Photonenzahloperators im
Wechselwirkungsbild, als Gegenbeispiel sei an die mittlere Feldstidrke im Wechselwirkungs-
bild erinnert.

Nuitzliche Formeln

Bei den in dieser Arbeit verwendeten Transformationen werden hiufig folgende Relationen

verwendet
ewtala  —iwtata  _  —iwt
eBWIo: coTWios  — gt
[D,a] = —aD
[D,aTa] = -D (oza]L +a*a + |a|2)
Df(a)f(a,aD(e) = fla+ a,al +a%) (A.6)

mit dem Verschiebungsoperator

D = ecal-e’a (A7)



Anhang B

Fockdarstellung der Ein-Atom-Maser
Mastergleichung

Die Mastergleichung der reduzierten Felddichtematrix p lautet

p = Mp
— (L+r(A+B-1))p. (B.1)

Die beiden Mefloperatoren A,B auf die Dichtematrix des Feldes angewendet, beschreiben
dabei den Feldzustand nach der Atom-Feld-Wechselwirkung unter der Voraussetzung, dafl
das Atom im Zustand |a) bzw. |b) gemessen wurde. Mit Beriicksichtigung einer moglichen
Atom-Feld-Verstimmung kénnen sie in Operatorform als

Ao — AT\  dar . (AT . AT n Oar . (AT
= |eos| - i osin| =~ cos { —- i osin| —-
2 AT AT\ 2
Bo a Asm<2>osm<2)Aa (B.2)

ausgedriickt werden. Dabei wurde der Rabifrequenzoperator A = 4 /JiF + 4g2%aa' eingefiihrt.
Fiir den Fall der Resonanz (dar = 0) vereinfachen sich die Operatoren zu
Ao = cos(Vaatgr) o cos(Vaatgr)
i sin(Vaalgr) sin(Vaalgr)
a o a.

Bo = B.3
Vaal Vaal (B:3)
Die Ankopplung an das Warmebad erfolgt iiber den Liouville-Operator
r
Lo = —E(nth +1) [afa o—2a0al + oaTa]
r
— 5Tt [om1L o—2atoa+ oaaT] . (B.4)

In Fockdarstellung entkoppeln die Nebendiagonalen, so dafl die Mastergleichung als eine
Schar von unabhingigen Bewegungsgleichungen geschrieben werden kann. ZweckméifBiger-
weise fithrt man folgende Vektornotation ein

x| = AP =mlpn+) (B.5)
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und kann somit die Mastergleichung fiir eine beliebige Nebendiagonale als Matrixgleichung
der Form

£® — p0x®) (B.6)

schreiben. Bei Resonanz und Verwendung der skalierten Zeit ¢ = I't erhilt man fiir die
Koeffizienten

Mgfzhl = N_;sin (gT\/ﬁ) sin (g'r\/n + k)

+npy/n(n + k)
ME, = —Ne [1 — cos (g7v/n + 1) cos (QTM)]

St (2 (14 6)

ME L = )Vt D(n 1+ k). (B.7)




Anhang C

Emissionswahrscheinlichkeit nach dem
Verschieben

Die Emissionswahrscheinlichkeit des Atoms (=Wahrscheinlichkeit fiir die Messung des un-
teren Zustands |b)) nach der Wechselwirkung mit einem um die komplexe Amplitude v im

Phasenraum verschobenen Feldzustand, ist gegeben durch

p(7) = Tr{D(y)pD(y) sin’(grv/ata +1)}
o=

= Tr [p sinz(gr\/(a]L +v*)(a+7) + 1)]

_ <()(7)> _

Erfolgt die Spurbildung in der Fockbasis, so erhilt man mit v = ye'?

po(0e?) = Y sin*(grvm +1) X (0) o)
n,m=0
+ 2Rez Z sin? (g7v/m + 1) X (7o) plk) eik?
k=1 n,m=0

mit den Koeffizienten
Xr(f% (7o) e*? = dppp, ('70€i¢) d(n+k)m(_')’0ei¢)
und den Matrixelementen des Verschiebungsoperators in Fockdarstellung

/m! —ir? n—m ji(n—m)e [ (2 fis >
e 2 7 e 1 ur n m
l ( ) { n! m ( ) -

dt.(—a) fiir n < m.

Die verallgemeinerten Laguerrepolynome sind als Potenzreihe gegeben durch

s =3 (m )

v=0

(C.3)

(C.4)
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Geht man nun auf die kompakte Vektorschreibweise iiber, so kann man die Emissionswahr-

scheinlichkeit tibersichtlicher schreiben als

k=1

o0
= ¢ 4 2Re Z gFeike
k=1

mit den Vektorkomponenten

x| = o) = (nloin+

[y(’“)] = i sin® (g7v/m + 1) &%) (o).
" m=0

(C.6)

(C.7)

Gerade in Gln. C.6 erkennt man erstens den linearen Zusammenhang zwischen der Emis-
sionswahrscheinlichkeit und allen Dichtematrixelementen. Zweitens hat die Gleichung die
Gestalt einer Fouriersumme, dessen k-ter Fourierkoeffizient y(*)x(*) = ¢(*) nur von der k-ten

Nebendiagonale der Dichtematrix abhingt.



Anhang D

Atomarer Anteil der Phasendiffusion

Wie in Abb. 5.1 dargestellt, wird ein praparierter kohdrenter Zustand durch die Jaynes-
Cummings-Dynamik in zwei phasenverschobene Anteile gleicher Amplitude aufgespalten

) = |ae?A®), |ae—iA%), (D.1)

In der folgenden Betrachtung wird auf einen klassischen Phasenraum iibergegangen, in
dem die einzelnen Amplituden als mit Wahrscheinlichkeiten gewichtete (komplexe) Punkte
dargestellt werden. Da die Phasenkicks immer die gleiche Gréfle A® haben, kénnen nur
Phasenraumpunkte der Art a,, = ¢™2® mit m = 0,+1,+2,... auftreten. Der Zustand
nach der Wechselwirkung des ersten Atoms lautet dann

o= %al + %a_l. (D.2)

Natiirlich spielen hier die von der Messung am System induzierten Unterschiede keine Rolle

mehr, da es sich hier um einen klassischen stochastischen Prozel auf einem Kreis handelt.

Offensichtlich lautet in diesem Bild der Zustand nach der Wechselwirkung mit dem
zweiten Atom

1 1 1
— — —o_ D.
4a2+ 2a0+ 4Ot 2, ( 3)

und nach m Wechselwirkungen erhilt man als Wahrscheinlichkeit fiir die Besetzung der
7 — ten Amplitude

; (D.4)

W (m_ﬂl) 277 fiir m + j gerade und |m| < j
" 0 sonst.

Da nun der zeitliche Atom-Atom-Abstand poissonverteilt ist und somit die Wahrscheinlich-
keit 7 Atome im Intervall ¢ anzutreffen
g (rt)d
pit) = et I j,) (D.5)
lautet, miissen die Besetzungswahrscheinlichkeiten Wp,; iiber die Poissonverteilung gemit-
telt werden. Man erhilt die mittlere Besetzungswahrscheinlichkeit der m-ten Amplitude
nach einer Zeit ¢

Win(t) = i (t) Wi (D.6)
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Nun kann direkt die mittlere Feldamplitude nach einer Zeit ¢ berechnet werden. Es gilt!

_ o0 _ 00 J , (zt)d
S —. S — ()N (=7)!
m+j gerade

Setzt man im folgenden m = 3(m + j), A = (rt/2)e!*® und B = (rt/2)e *A?, so erhilt
man

o J e P oo oo ;
— A™ BI—™m A™ BJ
_ —rt _ .t _ —rt A _B
alt) = e E ; (= G —m)! =e E oo E _j! =e "ete”. (D.8)
7=0m=0 m=0 7=0

Dabei wurde die Cauchysche-Produktformel verwendet [15]. Die Riicksubstitution fiithrt auf
folgendes einfache Ergebnis

AP
aft) = e 2DAt it D4 = 4rsin? (T) . (D.9)

Zusammen mit dem Winkel fiir die Phasenverschiebung A® = g7/2+/(n), erhilt man das
bereits aus der Mastergleichung abgeleitete wohlbekannte Ergebnis [86], das hier allerdings
den Zusammenhang zu den Phasenkicks der Atom-Feld-Wechselwirkung offenlegt.

'Die Rechnung wird in einem mit der Feldfrequenz rotierenden Bezugssystem ausgefiihrt.
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