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Zusammenfassung

In dieser Arbeit wird über die Realisierung eines Photon-Photon-Quantengatters berich-
tet, welches auf der Wechselwirkung zwischen einer gespeicherten Rydberg-Anregung und
einem propagierenden Rydberg-Polariton basiert. Hierfür wird zunächst ein Kontrollpho-
ton mit Hilfe von elektromagnetisch induzierter Transparenz (EIT) in einer ultrakalten
Wolke aus Atomen abgespeichert. Danach wird ein Target-Photon durch die Atomwol-
ke geschickt. Schließlich wird das Kontrollphoton wieder ausgelesen und beide Photonen
werden detektiert.

Jedes einlaufende Photon trägt ein Polarisations-Qubit. Der linkszirkular polarisierte
Anteil des Kontrollphotons wird in einem hoch angeregten Rydberg-Zustand, der rechts-
zirkular polarisierte in einem Grundzustand abgespeichert. Der linkszirkular polarisierte
Anteil des Target-Photons ist mittels Rydberg-EIT an einen Rydberg-Zustand gekop-
pelt, der rechtszirkular polarisierte ist weit von den atomaren Übergängen verstimmt. Die
weitreichende Wechselwirkung zwischen Rydberg-Atomen führt zu einer Phasenverschie-
bung des Zwei-Photon-Zustandes von π, falls beide Photonen linkszirkular polarisiert sind.
Bezüglich einer geeigneten Polarisationsbasis ergibt dies eine kontrollierte NOT-Operation
(CNOT). Um zu charakterisieren, wie gut diese Operation im Experiment tatsächlich rea-
lisiert ist, wurde eine CNOT Wahrheitstafel gemessen und eine Operation durchgeführt,
welche einen einlaufenden Produktzustand idealerweise in einen Bell-Zustand überführen
sollte. Die Effizienz, d.h. die Wahrscheinlichkeit, dass zwei Photonen, die auf das atomare
Medium treffen, das atomare Medium wieder verlassen, ist abhängig von der Anfangs-
polarisation und beträgt zwischen 8% und 0,5%. Bei Postselektion der Messdaten auf
Ereignisse, bei denen beide Photonen detektiert werden, lieferte eine Messung der Pola-
risation der auslaufenden Photonen eine Fidelity von 70% für die CNOT Wahrheitstafel
und eine Fidelity von 64% für die Erzeugung des Bell-Zustands.

Im zweiten Teil der Arbeit wird die Dunkelzeitdynamik einer Rydberg-Spinwelle un-
tersucht. Hierfür wird ein Photon in einer ultrakalten Atomwolke als Rydberg-Anregung
abgespeichert und nach variabler Dunkelzeit wieder ausgelesen. Bei niedriger atomarer
Dichte wird für verschiedene Rydberg-Zustände untersucht, welchen Einfluss die Tempe-
ratur des Mediums und das Dipolfallenpotential auf den Zerfall der Ausleseeffizienz und
der Kohärenz des gespeicherten Photons haben. Insbesondere gelang es im Rahmen dieser
Untersuchungen, eine 1/e Lebensdauer der ausgelesenen Photonenzahl von 30 µs für Ab-
speichern im Rydberg-Zustand 80S zu realisieren. Dafür war es erforderlich, bei niedriger
Dichte, niedriger Temperatur und ausgeschalteter optischer Dipolfalle zu arbeiten.
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Kapitel 1

Einleitung

1.1 Quanteninformationsverarbeitung

Die digitale Datenverarbeitung hat seit Beginn des 21. Jahrhunderts zu einem Wandel na-
hezu aller Lebensbereiche geführt. Dieser Umbruch wird als so gravierend erachtet, dass
sich der Begriff der digitalen Revolution etabliert hat. Entscheidend für diese Entwicklung
sind dabei die Fortschritte bei der Entwicklung immer leistungsfähigerer Recheneinheiten.
Dabei spielt die Erfindung des elektronischen Transistors eine zentrale Rolle. Mit ihm hat
sich ein Bauteil gefunden, mit dessen Hilfe sich die elementaren Logikgatter implementie-
ren lassen, die für die digitale Verarbeitung von Informationen notwendig sind. Gleichzeitig
lies sich dieser zusammen mit den entsprechenden Schaltkreisen über die Jahrzehnte im-
mer weiter verkleinern, sodass sich heute Milliarden von Transistoren auf Chips von der
Größe weniger Quadratzentimeter integrieren lassen. Es ist jedoch plausibel anzunehmen,
dass diese Entwicklung spätestens dann ein Ende findet, wenn die Schaltkreise so klein
werden, dass die Breite der Leiterbahnen die Gitterkonstante im Festkörper unterschreiten
müsste. Eine weitere Miniaturisierung jenseits dieser Grenze scheint schwer vorstellbar. Ei-
ne stetige Verbesserung der Recheneinheiten vermag es darüber hinaus nicht, ein weiteres
Problem der klassischen Datenverarbeitung zu lösen. Während sich für viele Probleme im
Bereich der Datenverarbeitung effiziente, konventionelle Algorithmen finden lassen, gibt
es eine Klasse von Problemen, für die die Rechendauer bisher entwickelter, konventioneller
Algorithmen exponentiell von der Größe des Datensatzes abhängt [1]. Es ist daher sinnvoll
sich mit alternativen Ansätzen der Informationsverarbeitung zu beschäftigen.

Einen erfolgversprechenden Ansatz bietet die Quanteninformationsverarbeitung [2].
Informationen werden hierbei im Unterschied zur traditionellen Informationsverarbeitung
durch Qubits statt durch Bits repräsentiert. Während ein Bit nur die diskreten Werte
0 oder 1 annehmen kann, repräsentiert ein Qubit einen beliebigen quantenmechanischen
Zustand eines Zwei-Niveau-Systems. Eine Besonderheit ergibt sich, wenn mehrere solcher
Zwei-Niveau-Systeme zusammen betrachtet werden. Die quantenmechanische Natur sol-
cher Systeme erlaubt die Existenz verschränkter Zustände. Das sind Zustände, für die
den Einzelsystemen kein wohldefinierter Zustand zugeordnet werden kann, sondern die
nur durch einen kollektiven Zustand beschrieben werden können [3]. Solche verschränkte
Zustände werden mathematisch als Elemente eines Hilbert-Raums beschrieben, dessen
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2 KAPITEL 1. EINLEITUNG

Größe exponentiell mit der Zahl der betrachteten Qubits wächst. Es ist dieses exponenti-
elle Wachstum, welches sich Quantenalgorithmen zunutze machen, um oben beschriebene
Rechenprobleme statt in exponentieller Zeit in polynomialer Zeit zu lösen. Prominente
Beispiele für Quantenalgorithmen sind der von Peter Shor erdachte Algorithmus zur ef-
fizienten Primfaktorzerlegung [4] und der von Lov Grover entwickelte Algorithmus zur
Suche in unsortierten Datensätzen [5].

Um diese Algorithmen verwirklichen zu können, werden Quanten-Logikgatter benötigt
[2]. Während sich für die traditionelle Datenverarbeitung mit dem elektronischen Tran-
sistor ein Industriestandard zur Implementierung von Logikgattern gefunden hat, wird
im Bereich der Quanteninformationsverarbeitung an vielen verschiedenen physikalischen
Systemen geforscht. So wurden beispielsweise bereits in Systemen aus gefangenen Io-
nen [6–8], supraleitenden Qubits [9], Kernspins [10, 11], Stickstoff-Fehlstellen-Zentren in
Diamanten [12, 13] und Elektron-Spins in Silizium [14] Quanten-Logikgatter realisiert.
Schließlich wurden auch Neutralatome verwendet, um Quanten-Logikgatter zurealisieren,
wie ausführlich in Abschnitt 1.2 beschrieben wird.

Für die vorliegende Arbeit sind Zwei-Qubit-Gatter von zentraler Bedeutung, also Gat-
ter, die einen aus zwei Qubits bestehenden Anfangszustand |Ψin〉 auf einen aus zwei
Qubits bestehenden Endzustand |Ψout〉 abbilden. Eine besondere Rolle unter den Zwei-
Qubit-Gattern nimmt das kontrollierte Phasengatter (CPHASE-Gatter) ein, da dieses
zusammen mit allen Ein-Qubit-Operationen eine universelle Menge von Quantengattern
darstellt [2]. Die der Gatteroperation entsprechende lineare Abbildung U lässt sich in
Matrixschreibweise in der Basis (|0, 0〉 , |0, 1〉 , |1, 0〉 , |1, 1〉) durch

UCPHASE =


1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 1 0
0 0 0 eiπ

 (1.1)

darstellen. Der Zwei-Qubit-Zustand erhält genau dann eine Phasenverschiebung von π,
wenn sich beide Qubits im Zustand |1〉 befinden.

Um die Implementierung einer Gatteroperation vollständig zu charakterisieren, muss
eine Quantenprozesstomographie durchgeführt werden. Ihr Ziel ist es die lineare Abbil-
dung E zu rekonstruieren, die jeden beliebigen Anfangszustand, beschrieben durch die
Dichtematrix ρ, auf den Endzustand E(ρ) abbildet [2,15,16]. Um dies zu erreichen, müssen
bei einem d-dimensionalen Zustandsraum d2 Anfangszustände präpariert werden und für
jeden dieser Zustände muss eine Zustandstomographie [17] am Endzustand E(ρ) durch-
geführt werden. Für einen Zwei-Qubit-Zustand ist die Dimension des Zustandsraumes
d = 4 und es müssen folglich 16 verschiedene Zustände präpariert werden. Für die Zu-
standstomographie eines Zwei-Qubit-Zustands muss in 9 verschiedenen Basen gemessen
werden. Offensichtlich stellt sich bereits die Prozesstomographie eines Zwei-Qubit-Gatters
als aufwendiges Unterfangen dar. Daher haben sich verkürzte Messverfahren etabliert, die
zwar die Gatteroperation nicht vollständig charakterisieren, jedoch insofern als ausrei-
chend erachtet werden, als sie einige grundlegende Funktionen des Gatters nachweisen. In
vielen Fällen wird daher eine sogenannte Wahrheitstabelle gemessen, bei der vier Zustände
präpariert werden. Für jeden Zustand wird dann die Wahrscheinlichkeit ermittelt, mit
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der der entsprechende Endzustand bei einer Messung auf einen der vier Anfangszustände
projiziert wird. Hierfür muss nur in einer Basis gemessen werden. Zusammen mit einem
Experiment, bei dem die Gatteroperation aus einem separierbaren einen verschränkten
Zustand erzeugt, dient dies als Nachweis für die Realisierung eines Quantengatters. Statt
der verschränkenden Gatteroperation werden manchmal auch Paritätsoszillationen be-
trachtet.

1.2 Quanteninformationsverarbeitung mit Rydberg-

Atomen

Neben den im vorherigen Abschnitt erwähnten physikalischen Systemen, die für die Quan-
teninformationsverarbeitung nutzbar gemacht werden sollen, gibt es auch Bestrebungen
Neutralatome in der Gasphase für diesen Zweck zu verwenden. Aufgrund der geringen
Wechselwirkung mit ihrer Umgebung eignen sie sich gut als Speicher von Quantenin-
formation. Die Implementierung eines Quantengatters zwischen Neutralatomen scheint
aufgrund der geringen Wechselwirkung zwischen ihnen jedoch schwierig. Eine Lösung bie-
tet die Verwendung von Rydberg-Atomen, also Atomen mit hoch angeregtem äußeren
Elektron [18]. Aufgrund ihrer Ausdehnung wechselwirken diese stark mit ihrer Umge-
bung und insbesondere mit anderen Rydberg-Atomen. Verglichen mit zwei Neutralatomen
im Grundzustand, lässt sich in Rubidium die Stärke der Van-der-Waals-Wechselwirkung
durch Verwendung von Rydberg-Zuständen um 20 Größenordnungen steigern. In Ref. [19]
wird vorgeschlagen, diese weitreichende Wechselwirkung zwischen Rydberg-Atomen aus-
zunutzen, um ein Quantengatter zwischen zwei Neutralatomen zu realisieren. Der Vor-
schlag beruht darauf, dass die Energie des Zwei-Atom-Zustandes, für den sich beide Atome
in einem Rydberg-Zustand befinden, vom Abstand der beiden Atome zueinander abhängt.
Für einen Abstand kleiner als der sogenannte Blockaderadius wird diese Energieverschie-
bung größer als die Bandbreite des zugrundeliegenden Anregungsprozesses und der Zwei-
Atom-Zustand, für den sich beide Atome in einem Rydberg-Zustand befinden, kann ohne
Anpassung der Laserfrequenzen nicht angeregt werden. Diese Rydberg-Blockade konnte
schließlich genutzt werden, um experimentell ein Zwei-Qubit-Gatter zwischen Neutrala-
tomen zu implementieren [20,21].

Es folgten viele Vorschläge, die auf dem Konzept der Rydberg-Blockade basieren.
So wurde unter anderem darauf hingewiesen, dass sich die Idee der Rydberg-Blockade
auch auf atomare Ensembles übertragen lässt [22]. Außerdem wurde vorgeschlagen, dass
Rydberg-Blockade genutzt werden kann, um Viel-Teilchen-Verschränkung zu erzeugen
[23–26]. Mit diesen theoretischen Bemühungen ging schließlich auch ein rasanter Anstieg
der Zahl der Experimente einher, die Rydberg-Blockade untersuchten. Auf Experimente,
welche die Rydberg-Blockade auf verschiedene Weise erstmals nachwiesen [27–30], folgten
Experimente, die mit Hilfe der Rydberg-Blockade Verschränkung demonstrieren konnten
[31–33]. Auch im Bereich der Viel-Teilchen-Systeme etablierte sich die Rydberg-Blockade
als nützliches Werkzeug [34–36].

Ein weiteres Gebiet der Quanteninformationsverarbeitung in dem die Rydberg-Blo-
ckade Anwendung finden könnte, ist die Quantensimulation [37]. Bereits 1982 wies Ri-
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chard Feynman darauf hin, dass der Rechenaufwand zur Simulation eines quantenme-
chanischen Systems exponentiell von dessen Größe abhängt [38]. Er schlug daher vor,
komplexe quantenmechanische Systeme mit Hilfe von gut kontrollierbaren quantenme-
chanischen Systemen zu simulieren. Für die Realisierung eines solchen Quantensimulators
existieren vielversprechende Ansätze, die auf der Dipol-Dipol-Wechselwirkung zwischen
Rydberg-Atomen in einem optischen Gitter basieren [35,39,40].

Ein weiterer Grund warum sich Rydberg-Atome und Rydberg-Blockade immer grö-
ßerer Aufmerksamkeit erfreuen ist die Tatsache, dass mit ihrer Hilfe Wechselwirkungen
zwischen Photonen realisierbar sind. Ein Überblick über dieses Gebiet findet sich in Ab-
schnitt 1.4.

1.3 Quanteninformationsverarbeitung mit Photonen

Optische Technologien dienen heute als Standard zur schnellen Übertragung von Informa-
tionen im Internet, da Photonen eine hohe Übertragungsgeschwindigkeit und Bandbreite
ermöglichen. Es ist insofern naheliegend, dass zukünftige Quantentechnologien photoni-
sche Qubits zur Übertragung von Quanteninformation verwenden werden. Im Forschungs-
gebiet der Quantenkryptographie wird sich bereits heute zunutze gemacht, dass Photonen
beispielsweise mittels optischer Fasern relativ verlustarm über große Distanzen transpor-
tiert werden können. Mit Hilfe des BB84-Quantenprotokolls [41] konnte auf diese Wei-
se die abhörsichere Übertragung von kryptographischen Schlüsseln (QKD) demonstriert
werden [42]. In weiteren Experimenten konnte schließlich die Verteilung von kryptogra-
phischen Schlüsseln über Distanzen von etwa 100 Kilometern mit Hilfe von optischen
Fasern [43, 44] und frei propagierenden Lichtstrahlen [45, 46] demonstriert werden. Die
Übermittlung von Quanteninformation über noch größere Distanzen wird jedoch durch
Photonenverluste in den optischen Fasern bzw. der Atmosphäre erschwert. Eine simple
Verstärkung des Signals im klassischen Sinne verbietet das no-cloning-Theorem [47]. Ob-
wohl es erst kürzlich gelang mit Hilfe des Satelliten Micius die auf Verschränkung basierte
Übertragung von kryptographischen Schlüsseln zwischen zwei etwa 1200 km voneinander
entfernten Städten zu demonstrieren [48], ist man sich weitgehend einig, dass Quanten-
netzwerke der Zukunft auf sogenannte Quantenrepeater angewiesen sind [49]. Deren expe-
rimentelle Verwirklichung ist jedoch bis heute nicht gelungen. Theoretische Konzepte für
einen solchen Quantenrepeater existieren jedoch. Häufig sehen diese einen Detektor für
sogenannte Bell-Zustände für Photonen vor. Ein solcher Detektor kann beispielsweise mit
Hilfe eines Quantengatters für Photonen realisiert werden. Da Photonen jedoch kaum mit-
einander wechselwirken, stellt dies ein nichttriviales Unterfangen dar. Die Wechselwirkung
muss dabei so stark sein, dass die Anwesenheit eines sogenannten Kontrollphotons eine
Phasenverschiebung von π für ein zweites, sogenanntes Target-Photon, verursacht. Eine
weitere Aufgabe besteht schließlich darin, diese Wechselwirkung so zu kontrollieren, dass
sie für die Quanteninformationsverarbeitung nutzbar ist. Nur wenn sich Kontroll- und
Target-Photon im Zustand |1〉 befinden, soll diese Phasenverschiebung auftreten. Wie im
Folgenden dargestellt, werden derzeit verschiedene Ansätze verfolgt, um Wechselwirkun-
gen und schließlich Quanteninformationsverarbeitung mit Photonen zu realisieren.

Einen vielversprechenden Ansatz stellt die Wechselwirkung zwischen Photonen und
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einer Kombination aus einem optischen Resonator in Fabry-Perot-Geometrie und einem
Atom dar [50]. So konnte mit einem solchen System zunächst ein Quantengatter zwischen
einem Photon und dem im Resonator befindlichen Atom realisiert werden [51]. Durch die
Wechselwirkung zweier aufeinander folgenden Photonen mit dem Atom-Resonator-System
konnte schließlich eine effektive Wechselwirkung zwischen den Photonen und somit ein
Quantengatter zwischen den beiden Photonen implementiert werden [52]. Darüber hinaus
konnte mit Hilfe eines Atom-Resonator-Systems ein Experiment realisiert werden, bei
dem ein erstes Photon das System derart verändert, dass die Transmission für ein zweites
unterdrückt wird [53].

Weitere Systeme mit deren Hilfe Wechselwirkungen zwischen Photonen in Form von
optischen Schaltern und Phasenverschiebungen demonstriert werden konnten, umfassen
optische Fasern auf Basis des Kerr-Effekts [54], einzelne Moleküle [55], atomare Ensem-
bles in Resonatoren [56, 57], Atom-Resonator-Systeme, die nicht auf einer Fabry-Perot-
Geometrie basieren [58, 59], Festkörpersysteme [60] und optisch aktive Quantenpunkte
in Nanoresonatoren [61]. Jedoch konnte in keinem dieser Systeme ein Photon-Photon-
Quantengatter realisiert werden.

Ein alternativer Ansatz für die Realisierung eines Photon-Photon-Quantengatters, der
nicht auf die Wechselwirkung der Photonen angewiesen ist, basiert ausschließlich auf der
Verwendung von linearen, optischen Elementen in Kombination mit Messungen. Das zu-
grunde liegende Schema wurde von Knill, Laflamme und Milburn erdacht und wird als
KLM-Schema bezeichnet [62]. Die experimentelle Realisierung eines auf diesen Ansatz
basierenden Quantengatters folgte schließlich wenige Jahre später [63]. Beim zugrundelie-
genden Mechanismus wird eine effektive Wechselwirkung zwischen Photonen durch pro-
jizierende Messungen mittels Photodetektoren hervorgerufen. Die gewünschte Phasenver-
schiebung des Zwei-Qubit-Zustandes ist mit dem Ausgang der Messung verknüpft und
unterliegt somit einer Erfolgswahrscheinlichkeit, die aus fundamentalen Gründen kleiner
als 1 ist. Ein Nachteil solcher probabilistischen Schemata ist, dass der Umfang benötigter
Ressourcen für die Verwirklichung konkreter Quantenprotokolle immens ist [64].

1.4 Rydberg-EIT für Photon-Photon-

Wechselwirkungen

Eine weitere Möglichkeit starke Wechselwirkungen zwischen Photonen zu erzeugen, ba-
siert auf der in Abschnitt 1.2 erwähnten Rydberg-Blockade in Kombination mit elektro-
magnetisch induzierter Transparenz (EIT) in kalten, atomaren Gasen. Bei EIT handelt
es sich um ein quantenoptisches Phänomen, bei dem das Propagationsverhalten eines so-
genannten Signallichtfeldes durch ein starkes Kopplungslichtfeld verändert wird [65]. Bei
entsprechender Wahl der Parameter dieser Lichtfelder, kann so beispielsweise ein für das
Signallichtfeld eigentlich stark absorbierendes atomares Medium durch Einstrahlen des
Kopplungslichtfeldes transparent werden. Eine geringfügig andere Wahl der Parameter
lässt dagegen die optische Dicke des Mediums unverändert, erzeugt jedoch eine Phasen-
verschiebung für das Signallichtfeld. Besondere Bekanntheit erlangte EIT dadurch, dass
mit seiner Hilfe die Gruppengeschwindigkeit eines einlaufenden Signallichtpulses um bis
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zu 7 Größenordnungen verringert werden konnte [66].

Kombiniert man EIT mit Rydberg-Atomen, indem das Kopplungslichtfeld an einen
Rydberg-Zustand gekoppelt wird, so spricht man von Rydberg-EIT. Auf diese Weise ist es
möglich die Wechselwirkung zwischen Rydberg-Atomen auf Photonen zu übertragen [67].
Während der Propagation eines Signalpulses durch das Medium werden dabei sogenann-
te Rydberg-Polaritonen geformt [68, 69], welche eine quantenmechanische Überlagerung
aus Licht und einer atomaren Anregung im entsprechenden Rydberg-Zustand darstel-
len. Kommen sich zwei solcher Rydberg-Polaritonen im Medium nahe, so führt die Van-
der-Waals-Wechselwirkung dazu, dass die entsprechenden Rydberg-Zustände energetisch
verschoben werden und sich folglich die Verstimmung der Kopplungslichtfelder effektiv
ändert. Die Verstimmung kann schließlich so groß werden, dass die durch EIT erzeug-
te Kopplung des Signallichts an den Rydberg-Zustand stark unterdrückt wird. Dadurch
wird das Propagationsverhalten der Rydberg-Polaritonen beeinflusst. Dies erzeugt eine
effektive Wechselwirkung zwischen den Photonen.

Die Übertragung der Rydberg-Blockade auf Photonen eröffnet ein breites Feld mö-
glicher Anwendungen. Zum einen ermöglicht sie die Erzeugung nichttrivialer Vielteilchen-
zustände von Rydberg-Polaritonen [70–73]. Zum anderen wurde darauf hingewiesen, dass
dieser Mechanismus für die Realisiereung von Quanteninformationsverarbeitung mit Pho-
tonen nutzbar gemacht werden kann [22]. In den folgenden Jahren erschienen eine Viel-
zahl von Vorschlägen, wie die Blockade zwischen Photonen genutzt werden kann, um ein
Photon-Photon-Quantengatter zu realisieren [68,69,74–80].

Befeuert wurden diese Bemühungen in der Theorie aber auch durch eine Reihe experi-
menteller Erfolge. Neben grundlegenden Experimenten der Forschungsgruppe um Charles
Adams, die die kohärente Kopplung an Rydberg-Zustände [81] und die Realisierung ei-
ner optischen Nichtlinearität mittels Rydberg-EIT [82] erstmals demonstrierten, konnte
schließlich in mehreren Experimenten die Paarkorrelationsfunktion von Photonen mit Hil-
fe der Rydberg-Blockade unterdrückt werden [83–85]. Auf diese Weise konnte wiederum
eine Einzel-Photon-Quelle realisiert werden [86]. Darüber hinaus wurde die Verschränkung
zwischen einer Rydberg-Anregung und einem Photon demonstriert [87]. Schließlich konn-
ten in verschiedenen Experimenten optische Schalter und Transistoren auf dem Einzel-
Photon-Niveau realisiert werden [88–91].

Um schließlich ein Quantengatter zu realisieren, muss die Wechselwirkung zwischen
den Photonen so gestaltet werden, dass die Anwesenheit des einen zu einer Phasenver-
schiebung des anderen führt. Erste Erfolge mit Hilfe von Rydberg-EIT konnten in einem
System, bestehend aus einer atomaren Wolke in einem optischen Resonator erzielt wer-
den. Zwischen zwei propagierenden Polaritonen konnte dabei eine Phasenverschiebung
von 1 rad erreicht werden [92]. Im selben System wurde einige Jahre später eine Phasen-
verschiebung von π/2 zwischen einer gespeicherten und einer propagierenden Anregung
demonstriert [93]. Bereits ein Jahr zuvor wurde mit Hilfe des in dieser Arbeit beschriebe-
nen experimentellen Aufbaus eine Phasenverschiebung von π erreicht [94]. Dieses Experi-
ment wird in Abschnitt 4.1 beschrieben. Bis jetzt gelang es jedoch nicht die mit Hilfe von
Rydberg-EIT erzeugte Wechselwirkung zwischen Photonen zu nutzen, um ein Photon-
Photon-Quantengatter zu realisieren.
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1.5 Diese Arbeit

In dieser Arbeit wurde das weltweit erste Photon-Photon-Quantengatter realisiert, wel-
ches auf Rydberg-Wechselwirkungen basiert [95]. Darüber hinaus wurde die Dunkelzeit-
Dynamik einer Rydberg-Spinwelle in einer kalten atomaren Wolke untersucht [96]. Diese
Untersuchung bildet die Grundlage für zukünftige Experimente, die sich eine weitere Ver-
besserung des hier präsentierten Photon-Photon-Gatters zum Ziel setzen.

Um das grundlegenden Prinzip des in der vorliegenden Arbeit realisierten Photon-
Photon-Gatters zu verdeutlichen, werden im ersten Teil der Arbeit zunächst zwei Expe-
rimente präsentiert, die die konzeptionelle Grundlage des Gatters darstellen. Im ersten
Experiment wird dabei ein sogenanntes Kontrollphoton als Rydberg-Anregung in einer
kalten Atomwolke abgespeichert. Die Anwesenheit dieser Rydberg-Anregung bedingt eine
Phasenverschiebung von π für ein zweites Photon, welches durch das Medium propagiert
und als Target-Photon bezeichnet wird [94]. Im zweiten Experiment wird ein photonischer
Quantenspeicher realisiert, bei dem der links-zirkular polarisierte Anteil des Photons in
einem Rydberg-Zustand abgespeichert wird, während der rechts-zirkular polarisierte An-
teil in einem Grundzustand abgespeichert wird. Über diese beiden Experimente wurde
bereits ausführlich in einer vorherigen Dissertation [97] berichtet, weshalb diese hier nur
umrissen werden.

Anschließend wird gezeigt, wie diese beiden Komponenten verwendet werden, um ein
auf Rydberg-Wechselwirkungen basierendes Photon-Photon-Quantengatter zu realisieren.
Dabei wird ein Kontrollphoton abhängig von seiner Polarisation in einer Überlagerung
aus Grund- und Rydberg-Zustand abgespeichert. Das nachfolgende Target-Photon wird
anschließend durch das Medium geschickt ohne abgespeichert zu werden. Nur wenn bei-
de Photonen links-zirkular polarisiert sind, erhält der Zwei-Photon-Zustand aufgrund der
Rydberg-Wechselwirkung eine Phasenverschiebung von π. Um die Funktionalität des Gat-
ters zu demonstrieren, werden zwei Experimente durchgeführt. Im ersten Experiment wer-
den die Anfangszustände der Photonen so gewählt, dass das Gatter eine CNOT-Operation
ausführt. Für jeden der vier präparierten Anfangszustände wird der Endzustand in einer
festen Basis gemessen und in einer Wahrheitstabelle aufgetragen. Ein Vergleich mit der
erwarteten Wahrheitstabelle gibt Aufschluss über die Qualität der implementierten Ope-
ration. Schließlich wird ein separierbarer Anfangszustand präpariert, sodass die Gatter-
operation idealerweise einen maximal verschränkten Bell-Zustand erzeugen sollte. Durch
Zwei-Photon-Tomographie des Endzustands wird dessen Dichtematrix rekonstruiert. Aus
dieser wird wiederum die Fidelity derjenigen Photonen berechnet, die einen der Detekto-
ren erreichen.

Obwohl in Kapitel 4 die Funktionalität des Gatters demonstriert werden kann, wäre
es für Anwendungen wünschenswert die postselektierte Fidelity und die Effizienz deutlich
zu steigern. Ein limitierender Faktor für die Effizienz ist dabei, wie effizient ein Photon
in einem Rydberg-Zustand gespeichert und wieder ausgelesen werden kann. Darüber hin-
aus spielt die Kohärenz eines als Rydberg-Anregung gespeicherten Photons eine wichtige
Rolle für die postselektierte Fidelity des Gatters. Im zweiten Teil der Arbeit wird daher
untersucht, welchen Einfluss verschiedene experimentelle Parameter auf die Schreib-Lese-
Effizienz eines als Rydberg-Anregung gespeicherten Photons und dessen Polarisations-
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zustand haben. Dabei wird der Einfluss des Dipolfallenpotentials und der Temperatur
des atomaren Ensembles für verschiedene Rydberg-Zustände und bei niedrigen atomaren
Dichten untersucht. Außerdem wird die Kohärenz eines als Rydberg-Anregung gespei-
cherten Photons als Funktion der atomaren Dichte ermittelt.

Diese Arbeit ist wie folgt gegliedert. In Kapitel 2 werden zunächst die theoretischen
Grundlagen diskutiert, die für das Verständnis der Arbeit notwendig sind. Anschließend
wird in Kapitel 3 der experimentelle Aufbau dargestellt. In Kapitel 4 wird die konditionier-
te π-Phasenverschiebung, der photonische Quantenspeicher und schließlich das Photon-
Photon-Quantengatter präsentiert. Im folgenden Kapitel 5 wird die Dunkelzeitdynamik
einer Rydberg-Spinwelle behandelt. Schließlich wird in Kapitel 6 ein Ausblick für ein Ex-
periment gegeben, welches Effizienz und Fidelity des hier präsentierten Photon-Photon-
Gatters verbessern soll.



Kapitel 2

Theorie

In diesem Kapitel werden die theoretischen Grundlagen behandelt, die zum Verständnis
der in dieser Arbeit vorgestellten Experimente notwendig sind. Rydberg-Atome spielen
dabei eine wesentliche Rolle. Ihre Eigenschaften, auch in Hinblick auf die entscheidende
Wechselwirkung mit ihrer Umgebung, werden in Abschnitt 2.1 beschrieben. Anschließend
wird in Abschnitt 2.2 erläutert, wie elektromagnetisch induzierte Transparenz (EIT) die
Propagation von Licht durch ein atomares Medium beeinflusst und wie damit einzelne
Photonen in einem solchen Medium gespeichert werden können. Dabei wird auch auf die
Besonderheiten beim Speichern und Auslesen eines Photons in einem Rydberg-Zustand
eingegangen. In Abschnitt 2.3 wird erklärt, wie die für das Gatter notwendige Photon-
Photon-Wechselwirkung erzeugt wird. In Abschnitt 2.4 werden relevante Größen und Aus-
drücke vorgestellt, die zur Beschreibung und Charakterisierung von Polarisations-Qubits
notwendig sind. Schließlich wird in Abschnitt 2.5 auf den Einfluss von Phasenrauschen
auf ein mittels EIT gespeichertes photonisches Qubit eingegangen.

2.1 Rydberg-Atome

Eine zentrale Rolle in dieser Arbeit spielen Rydberg-Atome. Sie sind dadurch charak-
terisiert, dass sich eines ihrer Elektronen in einem energetisch hoch angeregten Quan-
tenzustand mit Hauptquantenzahl n � 1 befindet. Diese Tatsache verleiht Rydberg-
Atomen besondere Eigenschaften, die in diesem Abschnitt zusammengefasst werden. Eine
Einführung in die Thematik findet sich beispielsweise in Ref. [18]. Viele Eigenschaften
von Rydberg-Atomen sind nahezu unabhängig vom einfach positiv geladenen Rumpf, an
den das Rydberg-Elektron gebunden ist, was dazu führt, dass Rydberg-Atome wasser-
stoffähnlich sind. Grundlegende Eigenschaften, die sich daraus ergeben, werden in Ab-
schnitt 2.1.1 erläutert. Um die Wechselwirkung eines Rydberg-Atoms mit seiner Umge-
bung zu beschreiben, wird oft die radiale Wellenfunktion des Rydberg-Elektrons benötigt.
Eine Methode zu deren Berechnung wird in Abschnitt 2.1.2 behandelt. Schließlich wird
in Abschnitt 2.1.3 die Wechselwirkung zwischen einem Rydberg-Atom und einem Grund-
zustandsatom und in Abschnitt 2.1.4 die Van-der-Waals-Wechselwirkung zwischen zwei
Rydberg-Atomen beschrieben.

9
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Größe Skalierung Referenz

Bindungsenergie E (n∗)−2 [99]
Spontane Lebensdauer τ ′ (n∗)3 [100]
Klassischer Bahnradius (n∗)2 [18]

Van-der-Waals-Koeffizient C6 (n∗)11 [101]

Tabelle 2.1: Skalierungen einiger Eigenschaften von Rydberg-Atomen mit der effektiven
Hauptquantenzahl n∗. Dabei wird n∗ � 1 angenommen.

2.1.1 Grundlegende Eigenschaften

Wird ein Valenzelektron eines Atoms in einen Rydberg-Zustand angeregt, so ist die Auf-
enthaltswahrscheinlichkeit des Elektrons in der Nähe des Atomrumpfes gering. Die nicht-
punktförmige Ladungsverteilung von Kern und inneren Elektronen hat dann vergleichs-
weise wenig Einfluss auf die Bindungsenergie des Rydberg-Elektrons, sodass wie für das
Wasserstoffatom näherungsweise En ∝ n2 gilt. Diese Näherung ist besonders gut für ho-
he Bahndrehimpulsquantenzahl l, da deren Wellenfunktion geringe Amplitude am Ort
des Kerns aufweist. Für niedriges l, insbesondere für die in dieser Arbeit verwendeten
S-Zustände mit l = 0 ist diese Amplitude am Ort des Kerns größer. In der Nähe des
Atomrumpfes führt dies dazu, dass der mehrfach positiv geladene Kern nicht mehr durch
die inneren Elektronen abgeschirmt wird. Bei größeren Radien wird der Atomrumpf durch
das Valenzelektron zumindest polarisiert. Beide Effekte führen zu einer Verringerung der
Bindungsenergie des Valenzelektrons. Dieser Tatsache wird durch den sogenannten Quan-
tendefekt δnlj Rechnung getragen, sodass [18]

Enlj =
−hcRy

(n− δnlj)2
(2.1)

gilt, wobei [98]

δnlj = δ0 +
δ2

(n− δ0)2
. (2.2)

Dabei ist Ry = R∞M/(M+me), wobei R∞ = 109737.316 cm−1 die Rydbergkonstante, M
die Masse des Atomkerns und me die Elektronenmasse ist. Neben der Hauptquantenzahl n
und der Bahndrehimpulsquantenzahl l hängt der Quantendefekt auch noch von der Quan-
tenzahl j für den Gesamtdrehimpuls des Elektrons ab. Die Wechselwirkung des Elektrons
mit dem Kernspin ist für Rydberg-Atome vernachlässigbar. Experimentell ermittelte Wer-
te für Rubidium für δ0 und δ2 finden sich in Ref. [99]. Viele für Rydberg-Atome relevante
Größen wie die Bindungsenergie können als Potenzgesetze der effektiven Hauptquanten-
zahl n∗ = n− δnlj ausgedrückt werden. Einige davon sind in Tab. 2.1 zusammengefasst.

Eine weitere, besondere Eigenschaft von Rydberg-Atomen ist, dass sie relativ langlebig
sind. Zwei Effekte, die für die Lebensdauer von Rydberg-Zuständen maßgeblich sind, ist
zum einen der spontane Zerfall und zum anderen der Einfluss von Schwarzkörperstrah-
lung. Da beide Mechanismen einen exponentiellen Zerfall zur Folge haben, lässt sich die
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kombinierte Zerfallsrate schreiben als [100]

1

τ ′
=

1

τ
+

1

τBB
. (2.3)

Dabei ist τ die 1/e-Zeit des spontanen Zerfalls und τBB die 1/e-Zeit des durch Schwarz-
körperstrahlung induzierten Zerfalls. Der Zustand 70S in Rubidium beispielsweise besitzt
bei T = 300 K eine Lebensdauer von τ = 140 µs [100], wobei der spontane Zerfall und die
Schwarzkörperstrahlung ähnlich große Beiträge liefern.

2.1.2 Radiale Wellenfunktion

Sowohl zur Berechnung von Dipolmatrixelementen, als auch zur Beschreibung der Wech-
selwirkungen von Rydberg-Atomen mit ihrer Umgebung ist die Kenntnis der radialen Wel-
lenfunktion des Rydberg-Elektrons notwendig. Eine ausführliche Beschreibung, wie diese
numerisch bestimmt werden kann, findet sich in Ref. [102], weshalb hier nur die wichtigs-
ten Schritte skizziert werden. Das Lösen des Vielteilchen-Problems, bestehend aus dem
Atomkern und den 37 Elektronen für Rubidium, ist praktisch nicht realisierbar. Stattdes-
sen wird das Problem auf die Dynamik des Rydberg-Elektrons beschränkt, welches sich in
einem radialsymmetrischen Potential V (r) befindet. Dabei ist r der Abstand zum Atom-
kern. Die Bewegung des Kerns und der inneren Elektronen wird dabei vernachlässigt. Als
Modellpotential wird die Summe aus einem Coulomb-Potential und einem Term, der die
Polarisierbarkeit des Atomrumpfes beschreibt, verwendet. Da es radialsymmetrisch ist,
ist die Wellenfunktion separierbar, lässt sich also als Produkt der radialen Wellenfunktion
Rnl(r) und der Kugelflächenfunktionen Y l

ml
(θ, φ) darstellen, sodass

ψ(r, θ, φ) = Rnl(r)Y
l
ml

(θ, φ), (2.4)

wobei (r, θ, φ) Kugelkoordinaten sind. Aus diesem Separationsansatz ergibt sich die von
der Bahndrehimpulsquantenzahl l abhängige radiale Schrödinger-Gleichung für Rnl(r)
mit der Energie Enlj (siehe Ref. [102]). Diese Energie lässt sich in Abhängigkeit von
n, l und j mit Gleichung (2.1) bestimmen. Als Näherung für die Randbedingung, dass
die Wellenfunktion für großes r verschwindet, wird von einem Punkt r0 außerhalb des
klassischen Umkehrpunktes des Elektrons mit der Randbedingung Rnl(r0) = 0 numerisch
nach innen integriert und somit die radiale Wellenfunktion bestimmt.1 Abb. 2.1 zeigt die
radiale Wellenfunktion des Elektrons als Funktion des Abstands vom Kern für den Zustand
70S. Die Ausdehnung der Wellenfunktion erreicht dabei, gemessen am letzten Maximum
der Wellenfunktion, etwa 8500 a.u. (atomare Einheiten), das entspricht 0.45 µm.

1Die physikalische eigentlich notwendige Randbedingung, dass Rnl(0) endlich sein muss, wird von der
solchermaßen berechneten Lösung nicht erfüllt. Grund dafür ist, dass das Modellpotential für kleine Ra-
dien keine gute Näherung ist. Da das Modellpotential aber bei großen Radien eine gute Näherung ist
und die gemessenen Energien der Rydberg-Zustände korrekt sind, stellt die so berechnete Wellenfunkti-
on bei nicht zu kleinen Radien eine gute Näherung dar. Berechnet man mit Hilfe dieser Wellenfunktion
solche Eigenschaften von Rydberg-Atomen, die im Wesentlichen durch das Verhalten der Wellenfunkti-
on bei großen Radien bestimmt werden, dann erhält man realistische Ergebnisse. Ein Beispiel sind die
elektrischen Dipolmatrixelemente zwischen zwei Rydberg-Zuständen, die gemäß Gleichung (2.7) zur Be-
rechnung des Van-der-Waals-Koeffizienten benötigt werden, ein anderes die gebundenen Zustände der
ultra-weitreichenden Rydberg-Moleküle.
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Abbildung 2.1: Radiale Wellenfunktion des Rydberg-Elektrons von Rubidium im Zustand
70S. Die Wellenfunktion erreicht eine Ausdehnung von etwa 0.45 µm.

2.1.3 Wechselwirkung zwischen Rydberg- und Grundzustands-
atomen

In den hier vorgestellten Experimenten wird ein einzelnes Atom eines kalten Gases in einen
Rydberg-Zustand angeregt. Alle anderen Atome verbleiben dabei im Grundzustand. Es
werden typische Dichten von etwa 1012 cm−3 erreicht. Dies entspricht in drei Dimensio-
nen einem mittleren atomaren Abstand von einem µm. Verglichen mit der Ausdehnung
der Elektron-Wellenfunktion für den Zustand 70S von 0.45 µm, gibt es also eine nicht
zu vernachlässigende Wahrscheinlichkeit, dass sich ein Grundzustandsatom innerhalb des
Elektronenorbits des Rydberg-Atoms befindet. Für niedrige Relativgeschwindigkeiten zwi-
schen den Teilchen, wie es für die hier benutzten kalten Gasen der Fall ist, lässt sich die
Wechselwirkung zwischen einem Grundzustandsatom und dem Rydberg-Elektron durch
das von Fermi begründete Pseudopotential für s-Wellenstreuung beschreiben [103]. Das
Potential für ein Grundzustandsatom am Ort r ergibt sich dann durch Mittlung dieses
Pseudopotentials über den Ort des Elektrons mit der Wahrscheinlichkeitsdichte |Ψ(r)|2,
sodass [104]

V (r) =
2π~2a

me

|Ψ(r)|2, (2.5)

wobei a die Streulänge für die s-Wellenstreuung zwischen einem freien Elektron und ei-
nem Grundzustandsatom ist. Für 87Rb beträgt diese a = −16.1 a.u. gemäß dem Modell
in Ref. [105], sodass das Potential attraktiv ist. Für den Zustand 70S beispielsweise führt
dieses Potential zu gebundenen Zuständen. Die daraus resultierenden Moleküle aus einem
Rydberg-Atom und einem Grundzustandsatom werden als ultra-weitreichende Rydberg-
Moleküle bezeichnet. Sie wurden in Ref. [106] vorhergesagt und in Ref. [107] zum ersten
mal beobachtet. Abb. 2.2 zeigt das Potential für ein Grundzustandsatom, hervorgerufen
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Abbildung 2.2: Potential für ein Grundzustandsatom, hervorgerufen durch ein Elektron
im Rydberg-Zustand 70S. Die blaue Kurve zeigt den Verlauf des Potentials als Funktion
des Abstands des Grundzustandsatoms vom Rumpf des Rydberg-Atoms. Die rote Kur-
ve zeigt die radiale Wahrscheinlichkeitsdichte des Grundzustandsatoms im niedrigsten
Vibrationszustand. Die schwarze, gestrichelte Linie stellt dessen Bindungsenergie dar.

durch das Rydberg-Elektron im Zustand 70S. Darüber hinaus ist die radiale Wahrschein-
lichkeitsdichte |r · R(r)|2 des niedrigsten Vibrationszustands in diesem Potential darge-
stellt. Diese wurde numerisch durch Lösen der radialen Schrödinger-Gleichung bestimmt.
Dafür wurden die Randbedingungen R(r0) = 0 und R(ri) = 0 benutzt, wobei r0 und ri
Radien sind, die weit außerhalb bzw. weit innerhalb des klassischen Umkehrpunktes des
Rydberg- Elektrons liegen.2

2Zur numerischen Lösung gibt man sich zunächst einen Wert der Energie vor und löst damit nu-
merisch die Schrödinger-Gleichung, beginnend bei einer der beiden Randbedingungen. Dieses Verfahren
wiederholt man so lange mit verschiedenen Energien, bis eine Energie gefunden wird, so dass die zwei-
te Randbedingung erfüllt wird. Jede so gefundene Energie ist ein Eigenwert des Systems. Wenn der
zugehörige gebundene Zustand im Wesentlichen bei großen Radien lokalisiert ist, dann sind die so be-
rechnete Energie und Wellenfunktion R(r) realistisch. Bei kleineren Radien ist die Geschwindigkeit des
Rydberg-Elektrons hingegen nicht mehr klein und die s-Wellennäherung ist daher keine gute Näherung
mehr.
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2.1.4 Van-der-Waals-Wechselwirkung zwischen zwei Rydberg-
Atomen

Die Eigenschaft von Rydberg-Atomen, die für die Realisierung dieses Photon-Photon-
Gatters essentiell ist, ist die langreichweitige Wechselwirkung zwischen zwei Rydberg-
Atomen. Für zwei elektrisch neutrale AtomeA undB mit den elektrischen Dipolmomenten
dA und dB ist das elektrostatische Potential bei großem Abstand R zwischen den Atomen
gegeben durch [108]

Vdd(R) =
dA · dB − 3dA,zdB,z

R3
. (2.6)

Die z-Achse wurde hierbei entlang der Verbindungsachse der beiden Atome gewählt. Be-
trachtet werden im Folgenden atomare Paarzustände |ψAψB〉, welche Eigenzustände des
Hamiltonians H0 sind, der zwei nicht wechselwirkende Atome A und B beschreibt. Der
Hamiltonian des gesamten Systems ist also durch H = H0 +Vdd(R) gegeben. Es lässt sich
zeigen, dass der Wechselwirkungs-Hamiltonian Vdd(R) Paarzustände, gemäß der Auswahl-
regeln |∆l| = 1, ∆j ∈ {0,±1} und ∆mj ∈ {0,±1}, mischt [102].

Für große Abstände zwischen den Atomen, also wenn die Wechselwirkung klein ist
im Vergleich zur Energieaufspaltung zwischen den Paarzuständen, lässt sich die Energie-
verschiebung des Paarzustands |Ψi〉 in zweiter Ordnung Störungstheorie durch ∆Ei =
−C6,i/R

6 nähern, wobei [102]

C6,i = −
∑
j 6=i

| 〈Ψj|dA · dB − 3dA,zdB,z|Ψi〉 |2
Ep,i − Ep,j

(2.7)

der sogenannte Van-der-Waals-Koeffizient ist. Summiert wird dabei über alle ungestörten
Paarzustände |Ψj〉 mit ungestörten Paarzustandsenergien Ep,j.

Möchte man also besonders starke Wechselwirkungen zwischen Rydberg-Atomen er-
zeugen, so ist es sinnvoll Rydberg-Zustände zu wählen, für die es einen anderen Paar-
zustand gibt, sodass die Energiedifferenz zwischen den beiden Paarzuständen Ep,i − Ep,j
möglichst klein wird. Der Paarzustand |69S1/2, 67S1/2〉 weist mit den beiden Paarzustän-
den |68P1/2, 67P3/2〉 und |68P3/2, 67P1/2〉 eine ausgesprochen niedrige Energiedifferenz auf,
sodass C6 = 2, 3 · 1023 a.u., wobei 1 a.u. = 9, 573 · 10−80 Jm6. Man spricht in diesem Fall
von einer Förster-Resonanz [102].

2.2 Elektromagnetisch induzierte Transparenz

EIT ist ein auf Quanteninterferenz basierender Prozess, bei dem ein starkes Kopplungs-
lichtfeld die optischen Eigenschaften eines Mediums für ein schwaches Signallichtfeld stark
modifiziert. Dieses Phänomen lebt sowohl von der Kohärenz der treibenden Lichtfelder,
als auch von der der internen atomaren Zustände. Zunächst werden in Abschnitt 2.2.1 die
Grundlagen von EIT und der Einfluss des Kopplungslichtfelds auf die optischen Eigen-
schaften des Mediums für das Signallichtfeld behandelt. Die Darstellung folgt dabei im
Wesentlichen Refs. [65,102]. Anschließend wird in Abschnitt 2.2.2 beschrieben wie einzelne
Photonen mit Hilfe von EIT in einem kalten, atomaren Gas abgespeichert werden können.
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Darüber hinaus wird die zeitliche Entwicklung eines Viel-Teilchen-Zustands betrachtet,
welcher ein Gas beschreibt, in dem ein einzelnes Photon mittels EIT abgespeichert wurde.
Schließlich werden in Abschnitt 2.2.3, basierend auf den Ergebnissen des vorherigen Ab-
schnitts, konkrete Mechanismen diskutiert, die zu einem Zerfall der Ausleseeffizienz eines
als Rydberg-Anregung gespeicherten Photons führen.

2.2.1 EIT und Pulspropagation

Um die wesentlichen Eigenschaften von EIT herauszuarbeiten, betrachten wir zunächst
zwei monochromatische Lichtfelder, die Übergänge in einem Ensemble von Drei-Niveau-
Atomen treiben. Wir unterscheiden hier zwischen zwei möglichen Konfigurationen (Abb.
2.3), dem Λ-Schema und dem Leiter-Schema. In beiden Fällen gibt es einen stabilen
Zustand |1〉 und einen angeregten Zustand |3〉, der mit der Rate Γ3 zerfällt. Beide Kon-
figurationen unterscheiden sich durch einen weiteren Zustand |2〉, dessen Zerfallsrate Γ2

vernachlässigbar sein soll gegenüber Γ3. Im Leiter-Schema liegt dieser Zustand energetisch
höher, im Λ-Schema niedriger als der Zustand |3〉. Im weiteren Verlauf wird zunächst das
Λ-Schema beschrieben. Das schwache Signalfeld treibt den Übergang |1〉 ↔ |3〉 mit der
Kreisfrequenz ωs, während das starke Kontrollfeld mit Kreisfrequenz ωc den Übergang
|3〉 ↔ |2〉 treibt. Die zugehörigen Verstimmungen sind definiert als

∆s = ωs − ω31, ∆c = ωc − ω23, δ2 = ∆s −∆c. (2.8)

Dabei entspricht die Kreisfrequenz ωij jeweils dem atomaren Übergang |i〉 ↔ |j〉. δ2 wird
als Zwei-Photonen-Verstimmung bezeichnet. Sowohl Signal- als auch Kopplungslichtfeld
werden in diesem Abschnitt durch klassische elektrische Felder E(t) = 1

2
E0 exp (−iωst) +

c.c. beschrieben. Dabei ist E0 die komplexe Amplitude des jeweiligen Lichtfelds.
Unter Verwendung der Dipolnäherung lässt sich die Wechselwirkung zwischen einem

Lichtfeld und einem Atom, bezüglich des Übergangs |i〉 ↔ |j〉, durch das Potential Val =
−dij ·E beschreiben. Dabei ist dij das Dipolmoment des atomaren Übergangs. Zusammen
mit der Rabi-Frequenz Ω = dijE0/~ lässt sich der Hamiltonian für das Drei-Niveau-Atom
und dessen Wechselwirkung mit dem Kopplungs- und Signallichtfeld unter Verwendung
der Drehwellennäherung in der Basis (|1〉 , |2〉 , |3〉) schreiben als [102]

H = −~
2

 0 0 Ω∗s
0 2δ2 Ω∗c

Ωs Ωc 2∆s

 , (2.9)

wobei Ωs und Ωc die Rabi-Frequenzen von Signal- bzw. Kopplungslicht sind. Im Fall von
Zwei-Photonen-Resonanz δ2 = 0, befindet sich unter den Eigenzuständen ein Dunkelzu-
stand

|D〉 ∝ Ωc |1〉 − Ωs |2〉 , (2.10)

welcher keine Beimischung des schnell zerfallenden Zustands |3〉 aufweist. In den hier
präsentierten Experimenten befinden sich zunächst alle Atome im Zustand |1〉. Wird dann
das Kopplungslicht eingestrahlt, so koppelt dies die nicht besetzten Zustände |2〉 und
|3〉 aneinander. Die Population bleibt im Zustand |1〉. Der Dunkelzustand |D〉 und der
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Abbildung 2.3: Drei-Niveau-Atom in (a) Λ-Konfiguration und (b) Leiter-Konfiguration
zur Erzeugung von EIT. Ein starkes Kopplungslichtfeld mit Rabi-Frequenz Ωc und Ver-
stimmung ∆c treibt den Übergang |2〉 ↔ |3〉 und verändert dadurch die optischen Eigen-
schaften für ein schwaches Signallichtfeld mit Rabi-Frequenz Ωs und Verstimmung ∆s,
welches den Übergang |1〉 ↔ |3〉 adressiert. Dabei ist entscheidend, dass Γ2 � Γ3 erfüllt
ist.

Zustand |1〉 sind für Ωs = 0 identisch. Nimmt nun die Signallichtintensität beim Eintritt
des Pulses in das Medium langsam zu, so folgt die Population adiabatisch dem Zustand
|D〉.

Die in dieser Arbeit relevanten optischen Eigenschaften eines Ensembles von Drei-
Niveau-Atomen lassen sich in der linearen Suszeptibilität χ zusammenfassen. Löst man
die Mastergleichung der atomaren Dichtematrix, so ergibt sich für die Suszeptibilität [102]

χ = χ0Γ3
i(γ21 − 2iδ2)

|Ωc|2 + (Γ3 − 2i∆s)(γ21 − 2iδ2)
, (2.11)

wobei

χ0 =
2|d13|2%
ε0~Γ3

(2.12)

gilt. Dabei ist % die atomare Dichte und ε0 die elektrische Feldkonstante. Darüber hinaus
beschreibt γ21 die Dekohärenzrate zwischen den Zuständen |1〉 und |2〉, die als zusätzlicher
Term für die Zeitentwicklung der Dichtematrix gemäß

ρ̇21 = −γ21ρ21/2 (2.13)

eingeführt wurde. Dies umfasst sowohl die Zerfallsrate Γ2 als auch analog zu Ref. [65] einen
Dephasierungsprozess mit der Rate γ2deph, sodass γ21 = Γ2 +γ2deph. Für das Leiter-Schema
gilt Gleichung (2.11) mit den Ersetzungen ∆c → −∆c und Ωc → Ω∗c .

In Abb. 2.4 sind Real- und Imaginärteil der Suszeptibilität für resonantes Kopplungs-
licht ∆c = 0 und verstimmtes Kopplungslicht ∆c 6= 0 als Funktion von ∆s dargestellt. In
beiden Fällen wurde γ21 = 0 gesetzt.
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Abbildung 2.4: Real- und Imaginärteil der Suszeptibilität χ als Funktion der Signalver-
stimmung ∆s für (a) resonantes Kopplungslicht (∆c=0) und (b) verstimmtes Kopplungs-
licht (∆c = 1.5Γ3) bei einer Kopplungs-Rabi-Frequenz von Ωc = 1.5Γ3, wobei γ21 = 0.
Auf Zwei-Photonen-Resonanz (δ2 = 0) ist die Transmission durch das Medium hoch,
gleichzeitig führt die positive steile Flanke im Realteil von χ zu einer niedrigen Gruppen-
geschwindigkeit des Signalfeldes.

Propagation durch ein Medium der Länge L führt zu einer Modifikation des elektri-
schen Feldes, sodass [97]

E(L, t) =
1

2
E0e

−iωs(t−L/c)e−OD/2+iβ + c.c. (2.14)

gilt mit der Phasenverschiebung

β =
ωs
2c

∫ L

0

Re(χ(z))dz (2.15)

und der optischen Dicke

OD =
ωs
c

∫ L

0

Im(χ(z))dz. (2.16)

Die Transmission durch ein Medium, also das Verhältnis der Lichtleistungen vor und
nach dem Medium, ist gegeben durch T = e−OD.

Im verbleibenden Abschnitt soll nun beschrieben werden, welchen Einfluss EIT auf die
Propagation eines Lichtpulses hat. Die endliche Dauer eines solchen Pulses ist verknüpft
mit einer spektralen Breite im Frequenzraum ∆ωP . Mit Hilfe von Gleichung (2.11) lässt
sich die Breite des EIT-Frequenzfensters um δ2 = 0 bestimmen. Die Transmission durch
ein homogenes Medium der Länge L ist gegeben durch [97]

T = exp
(
−ωs
c
L Im(χ)

)
≈ exp

(
− 4δ2

2

∆ω2
T

)
, ∆ωT =

|Ωc|2
Γ3

√
ODcyc

. (2.17)

Hier wurde Im(χ) nach δ2 bis zur zweiten Ordnung entwickelt. ODcyc = %σcycL ist die
optische Dicke eines geschlossenen Übergangs, wobei σcyc = 6πc2/ω2

s dem resonanten Ab-
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sorptionsquerschnitt entspricht. Damit ein Lichtpuls nahezu verlustfrei durch das Medium
propagieren kann, muss also ∆ωP � ∆ωT gelten.

Ein weiteres, entscheidendes Merkmal von EIT ist das Auftreten einer steilen, positi-
ven Flanke auf Zwei-Photonen-Resonanz im Realteil der Suszeptibilität. Die Gruppenge-
schwindigkeit eines Lichtpulses hängt invers-proportional von dieser Steigung ab. Damit
ergibt sich für δ2 = 0 [65],

vgr =
c

1 + ngr
, ngr = %σcyc

cΓ3

|Ωc|2
. (2.18)

Für hohe atomare Dichte und niedrige Leistung des Kopplungslichtfeldes kann damit ei-
ne sehr niedrige Gruppengeschwindigkeit erreicht werden. Dies wird als langsames Licht
bezeichnet. Ref. [66] berichtet von einer Verringerung der Gruppengeschwindigkeit ge-
genüber der Vakuumlichtgeschwindigkeit c um 7 Größenordnungen. Damit einher geht
eine Kompression des Pulses um den Faktor vgr/c und eine Verzögerung des Pulses im
Medium um

τd = L

(
1

vgr
− 1

c

)
(2.19)

gegenüber der Propagation im Vakuum.
Durch Änderung der Kopplungsleistung lässt sich also die Gruppengeschwindigkeit

des Pulses im Medium steuern. Im nächsten Abschnitt wird erklärt wie dieser experimen-
telle Freiheitsgrad benutzt werden kann, um den Signalpuls in einem atomaren Medium
abzuspeichern und auszulesen.

2.2.2 Speichern und Auslesen von Licht mittels EIT

In diesem Abschnitt werden die Grundlagen von Speichern und Auslesen von Licht mittels
EIT im Leiter-Schema behandelt. Die hier präsentierten Konzepte stellen eine Erweite-
rung der in Ref. [109] durchgeführten, theoretischen Untersuchungen dar und sind in
Ref. [96] detailliert beschrieben. Zur Beschreibung dieses Mechanismus wird das Signal-
lichtfeld quantisiert. Insbesondere wird in den Experimenten in dieser Arbeit maximal ein
Photon abgespeichert, sodass die Basis (|0s〉 , |1s〉) ausreichend ist, um den Zustand des
Signallichts zu beschreiben. Dabei ist |0s〉 der Vakuumzustand und |1s〉 der Einzel-Photon-
Fock-Zustand bezüglich einer Signallichtmode mit Modenfunktion u(x) = eiks·x/

√
V mit

Normierung
∫
V d3x|u(x)|2 = 1. Dabei ist ks der Wellenvektor des Signallichtfelds und

V das Quantisierungsvolumen. Um Missverständnisse in der Notation auszuschließen,
wird die Bezeichnung der atomaren Zustände |1〉, |2〉 und |3〉 durch |gi〉, |ri〉 bzw. |ei〉
ersetzt. Der Index i bezieht sich hierbei auf das i-te Atom. Diese internen atomaren
Zustände werden nun um die externen atomaren Zustände |ψg,i〉, |ψe,i〉 und |ψr,i〉, wel-
che die Schwerpunktsbewegung der Atome beschreiben, erweitert. Im Allgemeinen kann
sich das System anfangs in einem gemischten Zustand, beschrieben durch die N -Teilchen-
Dichtematrix ρN , befinden. Wir beschränken unsere Betrachtungen auf den Fall, dass ρN
separierbar ist. Das Modell lässt sich jedoch relativ einfach auf verschränkte Anfangs-
zustände erweitern [96]. Da die Dichtematrix ρN separierbar ist, lässt sie sich diagona-
lisieren, sodass ρN =

∑
n Pn |Ψg,n(0)〉 〈Ψg,n(0)|, wobei die Wahrscheinlichkeiten Pn die
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Bedingungen Pn ≥ 0 und
∑

n Pn = 1 erfüllen. Die Zustände (|Ψg,1(0)〉 , |Ψg,2(0)〉 , ...) bil-
den eine orthonormale Basis von N -Teilchen-Zuständen, wobei N die Zahl der Atome im
Quantisierungsvolumen ist. Jeder dieser Zustände ist separierbar, d.h. ein Produkt von N
Ein-Teilchen-Zuständen. Das Argument (0) in |Ψg,n(0)〉 bezieht sich auf eine Dunkelzeit
von t = 0. Zunächst wird nur ein reiner Anfangszustand |Ψg,n(0)〉 betrachtet. Es lässt sich
zeigen, dass die orthonormalen N -Teilchen-Zustände [96]

|Ψg,n(0), 1s〉 = |1s〉
N⊗
i=1

|ψg,n,i(0), gi〉 , (2.20a)

|Ψe,n(0)〉 =
1√
N

N∑
i=1

|ψe,n,i(0), ei〉
N⊗
i′=1
i′ 6=i

|ψg,n,i′(0), gi′〉 , (2.20b)

|Ψr,n(0)〉 =
1√
N

N∑
i=1

|ψr,n,i(0), ri〉
N⊗
i′=1
i′ 6=i

|ψg,n,i′(0), gi′〉 (2.20c)

einen drei-dimensionalen Raum aufspannen, der invariant unter Zeitentwicklung ist, falls
Γe vernachlässigt wird. Dabei wurde die Multiplikation mit dem Vakuumzustand |0s〉
in den Gleichungen (2.20b) und (2.20c) weggelassen. |Ψe,n(0)〉 und |Ψr,n(0)〉 werden als
Dicke-Zustände bezeichnet. Die externen Ein-Teilchen-Zustände lassen sich im Ortsraum
durch

ψe,n,i(x, 0) =
√
Vu(x)ψg,n,i(x, 0),

ψr,n,i(x, 0) =
√
Vv(x)ψg,n,i(x, 0)

(2.21)

darstellen, wobei v(x) = u(x)eikcx gilt. Dabei ist kc der Wellenvektor des Kopplungslicht-
felds.

Der Hamiltonian der Wechselwirkung zwischen Atomen und Licht lässt sich ähnlich wie
im vorherigen Abschnitt in der Basis {|Ψg,n(0)〉 , |Ψe,n(0)〉 , |Ψr,n(0)〉} in Matrixdarstellung
schreiben als

Val =
~
2

 0 2gR
√
N 0

2gR
√
N 0 Ωc

0 Ωc 0

 , (2.22)

wobei 2gR die Vakuum-Rabi-Frequenz der Signallichtmode ist. Der Zustand

|Ψd,n(ϑ)〉 = cosϑ |Ψg,n(0), 1s〉 − sinϑ |Ψr,n(0)〉 , (2.23)

wobei

tanϑ =
2gR
√
N

Ωc

(2.24)

ist ein Eigenzustand des Wechselwirkungs-Hamiltonians. Er beschreibt die Überlagerung
aus einem Photon und einer propagierenden atomaren Anregung und wird als Dunkelzu-
standspolariton bezeichnet.



20 KAPITEL 2. THEORIE

Mit Hilfe der Kopplungsleistung lässt sich also die Amplitude des elektromagnetischen
und des atomaren Anteils des Polaritons kontrollieren. Befindet sich das System zu Beginn
im Zustand |Ψd,n〉 = |Ψg,n(0), 1s〉 mit ϑ = 0, dann lässt sich der Mischungswinkel ϑ durch
langsames Verringern der Kopplungsleistung erhöhen, sodass die Population dem Dun-
kelzustand adiabatisch folgt. Für Ωc = 0 befindet sich das System schließlich im Zustand
|Ψd,n〉 = |Ψr,n(0)〉 mit ϑ = π/2. Das Photon wurde nun vollständig als atomare Anregung
im Medium abgespeichert.3 Es folgt eine Dunkelzeit t. Danach wird die Kopplungsleistung
wieder langsam hochgefahren.

Die zeitliche Entwicklung während der Dunkelzeit t wird beschrieben durch den Zeit-
entwicklungsoperator Ud(t) = e−iHdt/~, wobei Hd =

∑N
i=1Hd,i als Summe von Ein-Teil-

chen-Hamiltonians
Hd,i = Hg,i ⊗ |gi〉 〈gi|+Hr,i ⊗ |ri〉 〈ri| (2.25)

geschrieben werden kann. Dabei sind Hg,i und Hr,i Operatoren, die jeweils nur auf die
externen Zustände des i-ten Atoms wirken. Dies ist möglich, da angenommen wird, dass
die Atome im Medium nicht miteinander wechselwirken. Die Zeitentwicklung von |Ψr,n(t)〉
ist dann gegeben durch

|Ψr,n(t)〉 = Ud |Ψr,n(0)〉 =
1√
N

N∑
i=1

|ψr,n,i(t), ri〉
N⊗
i′=1
i′ 6=i

|ψg,n,i′(t), gi′〉 , (2.26)

wobei

|ψg,n,i(t)〉 = e−iHg,it/~ |ψg,n,i(0)〉 ,
|ψr,n,i(t)〉 = e−iHr,it/~ |ψr,n,i(0)〉 .

(2.27)

Wird das Kopplungslicht nun wieder angeschaltet, so führt dies zu einer Drehung des
Mischungswinkels von ϑ = π/2 nach ϑ = 0. Dies führt idealerweise wiederum dazu,
dass das Photon gerichtet in der Mode u(x) ausgelesen wird. Die Schreib-Lese-Effizienz η
ist definiert als das Verhältnis zwischen Photonen, die in das Medium geschickt werden,
und Photonen, die das Medium in der Mode u(x) nach Speichern und Auslesen wieder
verlassen. Wie in Ref. [96] gezeigt wurde, ist die Effizienz für N � 1 gegeben durch

η(t) = η0| 〈Φn(t)|Ψr,n(t)〉 |2, (2.28)

wobei η0 mit 0 ≤ η0 ≤ 1 experimentelle Imperfektionen während des Speicher- und
Ausleseprozesses beschreibt und

|Φn(t)〉 =
1√
N

N∑
i=1

(
R†i |ψg,n,i(t), ri〉

) N⊗
i′=1
i′ 6=i

|ψg,n,i′(t), gi〉 (2.29)

3Dies ist eine vereinfachte Beschreibung des Speicherprozesses, die die endliche Länge des Mediums und
die zeitliche Einhüllenden des Signalpulses vernachlässigt. Für typische atomare Dichten und Kopplungs-
Rabi-Frequenzen ist tanϑ ≈ 102, schon bevor die Kopplungsleistung verringert wurde. Die Drehung des
Dunkelzustands findet also größtenteils schon beim Eintritt des Signalpulses in das Medium statt. Das
Ausschalten des Kopplungsfeldes hat nur noch einen geringen Beitrag zur Drehung des Zustands.
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ein Dunkelzustandspolariton darstellt. Dabei wurde ein Operator R†i eingeführt, der den
Einfluss des Speicherprozesses auf den externen Zustand des i-ten Atoms beschreibt,
sodass |ψr,n,i(0)〉 = R†i |ψg,n,i(0)〉 gilt. Seine Ortsdarstellung ist R†i (x) =

√
Vv(x). Die

Ausleseeffizienz η(t)/η0 ist also der Überlapp aus dem N -Teilchen-Zustand |Ψr,n(t)〉, wel-
cher durch Abspeichern und anschließende Dunkelzeitentwicklung entsteht, und dem N -
Teilchen-Zustand |Φn(t)〉, der hypothetisch durch anfängliche Dunkelzeitentwicklung und
anschließendes Abspeichern entstehen würde.

Ein Spezialfall ergibt sich, wenn die N -Teilchen-Dichtematrix ρN für alle i mit dem
Dunkelzeit-Hamiltonian Hg,i kommutiert,

[Hg,i, ρN ] = 0. (2.30)

Dies ist der Fall für ein Gas im thermischen Gleichgewicht, weit oberhalb der Entartung-
stemperatur, wenn der Grundzustands-Hamiltonian Hg,i vor und nach dem Abspeichern
identisch ist. Dann lassen sich alle Zustände |ψg,n,i(0)〉 als Eigenzustände von Hg,i mit Ei-
genenergien Eg,n,i wählen, sodass |ψg,n,i(t)〉 = e−Eg,n,it/~ |ψg,n,i(0)〉 gilt. Dann vereinfacht
sich Gleichung (2.28) zu (siehe auch Refs. [102], [110] und [111])

ηn(t)

η0

= | 〈Ψr,n(0)|Ψr,n(t)〉 |2. (2.31)

Die bisherigen Betrachtungen gingen stets von einem reinen Anfangszustand aus.
Ein separierbarer, gemischter Anfangszustand lässt sich durch die diagonalisierte N -Teil-
chen-Dichtematrix ρN =

∑
n Pn |Ψg,n(0)〉 〈Ψg,n(0)| beschreiben. Für jeden Eigenzustand

|Ψg,n(0)〉 der Dichtematrix lässt sich gemäß Gleichung (2.28) mit den entsprechenden
|Ψr,n(t)〉 und |Φn(t)〉 die Effizienz ηn(t) berechnen. Die Gesamt-Effizienz ist dann durch
den Mittelwert η(t) =

∑
n Pnηn(t) gegeben. Geht man davon aus, dass die Atome unun-

terscheidbar und unkorreliert sind, wie es zum Beispiel in einem nicht wechselwirkenden
Gas im thermischen Gleichgewicht weit oberhalb der Entartungstemperatur der Fall ist,
so lässt sich die N -Teilchen-Dichtematrix schreiben als ρN = ρ⊗N und es gilt [96]

η(t)

η0

= |C(t)|2, (2.32)

wobei
C(t) = tr

(
ρU †g (t)RUr(t)R

†) (2.33)

als Kohärenz bezeichnet wird. Dabei wurden die Operatoren Ug(t) = e−iHgt/~ und Ur(t) =
e−iHrt/~ eingeführt. Außerdem wurde die Ein-Teilchen-Dichtematrix

ρ =
∑
n

pn |ψg,n(0)〉 〈ψg,n(0)| (2.34)

eingeführt, wobei (|ψg,1(0)〉 , |ψg,2(0)〉 , ...) eine orthonormale Basis von externen Ein-Teil-
chen-Zuständen bildet und pn die Wahrscheinlichkeit ist, dass sich ein Teilchen im Zustand
|ψg,n(0)〉 befindet. Diese Wahrscheinlichkeit ist für alle Teilchen gleich. Deshalb wurde der
Index i für pn, R und Hg weggelassen.
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2.2.3 Zerfall der Ausleseeffizienz

In dieser Arbeit wird ein Photon mittels Rydberg-EIT als Rydberg-Anregung in einem
kalten, atomaren Medium gespeichert und nach der Dunkelzeit t wieder ausgelesen. Die
grundlegenden Aspekte für EIT-basiertes Speichern in Leiterkonfiguration wurden bereits
im vorherigen Abschnitt behandelt. In diesem Abschnitt werden nun konkrete Mechanis-
men betrachtet, welche die Schreib-Lese-Effizienz eines als Rydberg-Anregung gespeicher-
ten Photons während der Dunkelzeit beeinflussen.

Photonenrückstoß

Es wird ein nicht wechselwirkendes Gas im thermischen Gleichgewicht mit einer Tempe-
ratur T weit oberhalb der Entartungstemperatur betrachtet. Die Schreib-Lese-Effizienz η
ist dann durch Ein-Teilchen-Eigenschaften, entsprechend Gleichungen (2.32) und (2.33),
bestimmt. Die Modenfunktion des Signallichts u(x) sei hier als ebene Welle genähert.
Darüber hinaus wird zunächst nur die kinetische Energie der Atome berücksichtigt, so-
dass die Dynamik von Grundzustands- und Rydberg-Atomen durch die Dunkelzeit-Hamil-
tonians Hg = Hr = p2/2m bestimmt ist, wobei m die Masse und p der Impuls des
Atoms ist. Der Grundzustands-Hamiltonian Hg ist vor und nach dem Speichern iden-
tisch. Die Ein-Teilchen-Dichtematrix aus Gleichung (2.34), welche den Anfangszustand
des Systems beschreibt, lässt sich dann durch Eigenzustände von Hg mit der Ortsdar-
stellung ψg,n(x) = eikn·x/

√
V und den entsprechenden Besetzungswahrscheinlichkeiten

pn = 1
Z
e−βEg,n darstellen, wobei kn der Wellenvektor und En die Energie eines Teilchens

ist. Dabei gilt Z =
∑

n e
−βEg,n und β = 1/kBT . kB ist die Boltzmann-Konstante. Der

externe Zustand ψr,n(x) = ei(kn+kR)·x/
√
V , der durch Absorption eines Kopplungspho-

tons und eines Signalphotons während des Abspeicherns erzeugt wird, ist ebenfalls ein
Eigenzustand des Dunkelzeit-Hamiltonians Hr. Dabei ist ~kR = ~(ks +kc) der Rückstoß,
den das Atom durch Absorption der beiden Photonen erfährt. Aus Gleichung (2.33) folgt
dann

C(t) =
∑
n

pne
i(Eg,n−Er,n)t/~ (2.35)

mit den Energien

Eg,n =
~2k2

n

2m
, Er,n =

~(kn + kR)2

2m
. (2.36)

Für hohe Temperaturen, bzw. großes V , können die diskreten Werte kn durch einen kon-
tinuierlichen Parameter k mit Wahrscheinlichkeitsdichte

p(k) =
e−k

2/(2σ2
k)

(2πσ2
k)

3/2
(2.37)

genähert werden, wobei σk =
√
mkBT/~ gilt. Mit Gleichung (2.35) und der Ersetzung∑

n pn →
∫

d3k p(k) folgt dann [96]

η(t)

η0

= |C(t)|2 = e−t
2/τ2

R , τR =
1

kRσv
, (2.38)
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wobei σv = ~σk/m =
√
kBT/m eine typische thermische Geschwindigkeit ist. Die Zeits-

kala τR kann als die Dauer interpretiert werden, in der ein Teilchen mit der typischen
Geschwindigkeit σv die Strecke σvτR zurücklegt, die gleich der reduzierten Wellenlänge
der Spinwelle λR/2π = 1/kR ist.

Dipolfallenpotential

In den Experimenten in dieser Arbeit wird eine kalte Wolke aus Grundzustandsatomen in
einem optischen Dipolfallenpotential gefangen. Dieses Potential wird durch einen entlang
der z-Achse propagierenden Gauß-förmigen Lichtstrahl erzeugt (siehe Abschnitt 3.1.2).
Dabei wird die z-Achse entlang der Ausbreitungsrichtung des Signallichtfelds gewählt.
Im Folgenden soll untersucht werden, welchen Einfluss das Fallenpotential während der
Dunkelzeit auf die Schreib-Lese-Effizienz η hat.

Im Unterschied zu vorherigen Betrachtungen, ist hier die tatsächliche im Experiment
verwendete Signallichtmode entscheidend.4 Diese ist durch das Gaußsche Profil

u(x) =
1√VG

e(−x2+y2)/w2

eiksz (2.39)

gegeben, wobei VG = πw2Lz/2 gilt. Dabei ist w die Spotgröße (1/e2-Radius der Intensität)
des Signalstrahls und Lz eine Kantenlänge eines quaderförmigen Quantisierungsvolumens
V = LxLyLz. Dieses wird so gewählt, dass w � Lx = Ly und zR � Lz, wobei zR =
ksw

2/2 die Rayleigh-Länge ist. Daher können die Divergenz des Strahls, die Krümmung
der Wellenfronten und die Gouy-Phase des Gaußschen Strahls vernachlässigt werden.

Um das Zentrum des Dipolfallenstrahls lässt sich das Fallenpotential durch das har-
monische Potential V (x) = κ(x2 + y2)/2 nähern. Dabei wurde der Energie-Nullpunkt so
gewählt, dass V (0) = 0. Die Federkonstante ist durch κ = 2αI0/ε0cw

2
t gegeben, wobei α

die Polarisierbarkeit des Atoms, I0 das Intensitätsmaximum und wt die Spotgröße des Fal-
lenstrahls sind. Addition des Gravitationspotentials mgx verursacht eine Verschiebung des
harmonischen Potentials entlang der Gravitationsrichtung x um die Strecke xs = mg/κ.

Da die Polarisierbarkeiten für Grundzustands- bzw. Rydberg-Atome verschieden sind,
ergeben sich die Potentiale

Vg(x) =
κg
2

(x2 + y2), (2.40a)

Vr(x) =
κr
2

((x− x0)2 + y2), (2.40b)

wobei der Koordinatenursprung entlang der Gravitationsrichtung x um xg,s verschoben
wurde, sodass Vg(0) = 0. Somit ist x0 = xg,s − xr,s die differentielle durch Gravitation
hervorgerufene Verschiebung der Potentiale.

Ist |ψg,n(0)〉 ein Eigenzustand des Grundzustands-Hamiltonians Hg = p2/2m+ Vg, so
ist der Zustand |ψr,n(0)〉 = R† |ψg,n(0)〉 im Allgemeinen kein Eigenzustand des Hamilto-
nians Hr = p2/2m+Vr. Gleichung (2.33) hat dann keine unmittelbare analytische Lösung.

4In Abschnitt 2.2.2 wurde für die Signallichtmode u(x) eine ebene Welle angenommen. Dass die dort
hergeleiteten Zusammenhänge mit geringen Veränderungen auch für beliebige Signallichtmode gelten,
wird in Ref. [96] gezeigt.
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Das Problem wird durch die sogenannte Raman-Nath-Näherung [112] vereinfacht. Hierbei
wird der kinetische Anteil der Dunkelzeit-Hamiltonians Hg und Hr durch die konstanten
Werte Ekin,g,n bzw. Ekin,r,n ersetzt. Die Strecke, die ein Atom in der Dunkelzeit zurücklegt
wird also effektiv vernachlässigt.5 Zusätzlich wird Ekin,g,n = Ekin,r,n genähert. Dies ist
angemessen, wenn die Rückstoßenergie und die mit der durch den endlichen Strahldurch-
messer verbundenen kinetischen Energie aufgrund der Unschärferelation vernachlässigbar
sind im Vergleich zur kinetischen Energie der Grundzustandsatome. Es folgt dann mit
Gleichung (2.33) [96]

C(t) = V
∫

d3x%g(x)|v(x)|2ei[Vg(x)−Vr(x)]t/~. (2.41)

Dabei ist %g(x) die räumliche Dichteverteilung eines Grundzustandsatoms, welche durch∫
V d3x %g(x) = 1 normiert ist. Für das in Gleichung (2.40a) gegebene Grundzustandspo-

tential ergibt sich

%g(x) =
1

2πσ2
xLz

e−(x2+y2)/2σ2
x , (2.42)

wobei σx = (βκg)
−1/2. Mit Gleichung (2.41) folgt dann [96]

η(t)

η0

= |C(t)|2 =
1

|ζ1|2
exp

(
− t2

τ 2
F,1

1

|ζ1|2

)
(2.43)

mit [96]

ζ1(t) = 1− it

τk
, τF,1 =

2~
w1|F |

, τk =
4~

w2
1|κg − κr|

, (2.44)

wobei w1 = (1/4σ2
x + 1/w2)

−1/2
der Radius desjenigen Teils der Atomwolke ist, der in den

Rydberg-Zustand transferiert wurde. Dabei ist F = κrx0 die Kraft, die ein Rydberg-Atom
am Ort x = 0 durch das Dipolpotential erfährt.

Wechselwirkung zwischen Rydberg- und Grundzustandsatomen

Wie in Abschnitt 2.1.3 erläutert, gibt es eine nicht zu vernachlässigende Wahrschein-
lichkeit, dass sich ein Grundzustandsatom im Orbit des Rydberg-Elektrons befindet. Die
damit einhergehende Energieverschiebung des Rydberg-Zustands beeinflusst die Schreib-
Lese-Effizienz η während der Dunkelzeit zusätzlich. Grundsätzlich erlaubt das in Ab-
schnitt 2.1.3 beschriebene Potential neben gebundenen Molekülzuständen auch ungebun-
dene Streuzustände. Hier soll zunächst untersucht werden wie η von der Dunkelzeit t
abhängt, wenn nur der energetisch niedrigste der weitreichenden, gebundenen Zustände
berücksichtigt wird.

5Die Raman-Nath-Näherung ist hier gültig, wenn die Dunkelzeit klein im Vergleich zur Oszillations-
periode im differentiellen harmonischen Potential Vr(x)− Vg(x) ist. Es muss also t� 2π m

|κr−κg| gelten.
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Ohne Wechselwirkung wird das System durch Speichern eines Photons in den Dicke-

Zustand |Ψr,n(0)〉 =
(

1/
√
N
)∑N

i=1 |Ri〉 aus Gleichung (2.20c) gebracht. Dabei wurde

|Ri〉 = |ψr,n,i(0), ri〉
N⊗
i′=1
i′ 6=i

|ψg,n,i′(0), gi′〉 (2.45)

definiert. Aufgrund der Wechselwirkung zwischen Rydberg-Atom und Grundzustands-
atomen, beschrieben durch den Hamiltonian Haa, wird der Grundzustand des Systems
beim Speichern, neben der Kopplung an die Zustände |Ri〉, nun auch an Zustände |Rik〉,
|Rikl〉 , . . . gekoppelt. Dabei beschreibt beispielsweise |Rik〉 einen Zustand für den das Atom
i in einen Rydberg-Zustand angeregt wurde und zusammen mit Atom k, welches sich im
Grundzustand befindet, einen Dimer bildet. Analog beschreibt der Zustand |Rikl〉 einen
Trimer, bestehend aus Atom i im Rydberg-Zustand und den Atomen k und l im Grundzu-
stand. Unter bestimmten Annahmen lässt sich der Dicke-Zustand, der durch Abspeichern
eines Photons entsteht, schreiben als

|ΨI
r,n(0)〉 =

N−1∑
α=0

cα |ψα〉 , (2.46)

wobei die Zustände |ψα〉 eine Superposition aus Termen sind, die α gebundene Grundzu-
standsatome enthalten. Sie sind Eigenzustände des Wechselwirkungs-Hamiltonians Haa.
Wählt man den Energie-Nullpunkt so, dass Haa |ψ0〉 = 0 gilt, wobei |ψ0〉 = |Ψr,n(0)〉, so
sind die Eigenenergien aller anderen Zustände |ψα〉 durch ein ganzzahliges Vielfaches der
Dimer-Bindungsenergie ∆E gegeben, sodass Haa |ψα〉 = −α∆E [104]. Dies ist plausibel
unter der Annahme, dass die gebundenen Grundzustandsatome nicht miteinander wech-
selwirken, da dann jedes gebundene Grundzustandsatom dieselbe Bindungsenergie zum
System beiträgt. Die Amplituden cα können, im Kontext einer Mean-Field-Näherung in ei-
nem homogenen System, durch Ein-Teilchen-Eigenschaften berechnet werden. Sie erfüllen
die Normierung

∑N−1
α=0 |cα|2 = 1.

Wird nur die Wechselwirkung zwischen Rydberg-Atom und Grundzustandsatomen
berücksichtigt, sodass also der Dunkelzeit-Hamiltonian durch Hd = Haa gegeben ist, so
ist die Zeitentwicklung in der Dunkelzeit gegeben durch

|ΨI
r,n(t)〉 =

N−1∑
α=0

cαe
iα∆Et/~ |ψα〉 . (2.47)

Da der Hamiltonian des Systems vor und während der Dunkelzeit identisch ist, lässt sich
die Schreib-Lese-Effizienz mit Gleichung (2.31) bestimmen, sodass

η(t)

η0

=

∣∣∣∣∣
N−1∑
α,α′=0

c∗α′cαe
iα∆Et/~ 〈ψα′|ψα〉

∣∣∣∣∣
2

=

∣∣∣∣∣
N−1∑
α=0

nαe
iα∆Et/~

∣∣∣∣∣
2

, (2.48)

wobei nα = |cα|2.
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Wird die atomare Dichte so niedrig gewählt, dass Molekülzustände mit mehr als einem
gebundenen Grundzustandsatom α > 1 vernachlässigt werden können, so vereinfacht sich
Gleichung (2.48) zu [102,110]

η(t) =
∣∣n0 + n1e

i∆Et~∣∣2 = n2
0 + n2

1 + 2n0n1 cosωDt, (2.49)

wobei ωD = ∆E/~. Der Einfluss der Wechselwirkung zwischen Rydberg-Atom und Grund-
zustandsatomen führt also zu einer bezüglich t oszillierenden Schreib-Lese-Effizienz.

Es sei explizit darauf hingewiesen, dass die Annahme, dass nur der niedrigste der weit-
reichenden, gebundenen Zustände besetzt wird, meist nicht der Realität entspricht. An-
dere gebundene Zustände können zu einer veränderten Zeitentwicklung führen. Zusätzlich
beeinflusst auch das kontinuierliche Spektrum von ungebundenen Streuzuständen die Zeit-
entwicklung. In der Summe ergibt sich dadurch in der Regel ein Zerfall gegen null, gegebe-
nenfalls als Einhüllende einer sinusförmigen Oszillation oder einer Überlagerung mehrerer
Frequenzen, die eventuell Kollaps und partielle Revivials zeigen kann [110].

2.3 Wechselwirkungen zwischen Photonen

Zur Realisierung eines Photon-Photon-Gatters wird eine starke und kontrollierte Wechsel-
wirkung zwischen Photonen benötigt. In dieser Arbeit wird dazu ein Photon als Rydberg-
Anregung in einer kalten, atomaren Wolke mittels Rydberg-EIT abgespeichert. Anschlie-
ßend propagiert ein zweites Photon als Rydberg-Polariton durch das Medium. Dabei ist
die in Abschnitt 2.1.4 beschriebene Van-der-Waals-Wechselwirkung zwischen Rydberg-
Atomen verantwortlich dafür, dass sich die optischen Eigenschaften des Mediums für
das Rydberg-Polariton durch Anwesenheit der stationären Rydberg-Anregung drastisch
ändern. Schließlich wird das gespeicherte Photon wieder ausgelesen.

Wir betrachten ein propagierendes Photon, das mittels EIT in Leiterkonfiguration an
einen Rydberg-Zustand |rp〉 gekoppelt wird.6 Dies wird als Rydberg-EIT bezeichnet. Das
dadurch entstehende Dunkelzustandspolariton wird im Folgenden als Rydberg-Polariton
bezeichnet. Die optischen Eigenschaften des Mediums werden also durch die elektrische
Suszeptibilität aus Gleichung (2.11) bestimmt.

Im Medium befinde sich zusätzlich eine stationäre Rydberg-Anregung im Zustand |rs〉.
Wie in Abschnitt 2.1.4 beschrieben, führt die Van-der-Waals-Wechselwirkung zwischen
zwei Atomen in den Zuständen |rs〉 und |rp〉 zu einer Verschiebung des Energieniveaus
des Paarzustands |rp, rs〉 um V (R) = −C6/R

6. Diese Verschiebung ist gleichbedeutend
mit einer Verschiebung der Resonanzfrequenz ωerp des Übergangs |e〉 ↔ |rp〉 und somit
effektiv einer Verstimmung des Kopplungslichtfelds, sodass

∆c(R) = ∆c,u −
V (R)

~
. (2.50)

Dabei ist ∆c,u die Kopplungsverstimmung in Abwesenheit der Wechselwirkung. In Abb.
2.5 ist die Verschiebung des Rydberg-Paarzustands |rs, rp〉 als Funktion des Abstands R

6Wie bereits in Abschnitt 2.2.2 werden nun die Bezeichnungen der Zustände (|1〉 , |2〉 , |3〉) durch die
Bezeichnungen (|g〉 , |r〉 , |e〉) ersetzt.
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Abbildung 2.5: Rydberg Blockade. Durch die Van-der-Waals-Wechselwirkung zwischen
zwei Rydberg-Atomen wird der Paarzustand |rsrp〉 verschoben. Das Kopplungslichtfeld
wird somit effektiv außer Resonanz geschoben. Eine mögliche Anregung dieses Zustands
vom Grundzustand mittels EIT wird dann vernachlässigbar.

zwischen der stationären Rydberg-Anregung |rs〉 und dem Atom, welches mittels EIT an
den Zustand |rp〉 gekoppelt ist, dargestellt. Zusätzlich sind die Paarzustände |rs, g〉 und
|rs, e〉 zusammen mit Signal- und Kopplungslichtfeld eingezeichnet. Die Abhängigkeit der
Kopplungsverstimmung vom Abstand der gespeicherten Anregung übersetzt sich gemäß
Gleichung (2.11) in eine ortsabhängige Suszeptibilität χ(R). Für sehr kleinen Abstand
zwischen den Anregungen R → 0 wird das Kopplungslicht irrelevant, da seine Verstim-
mung ∆c(R) divergiert. Die elektrische Suszeptibilität konvergiert daher gegen die eines
Zwei-Niveau-Atoms mit den Zuständen |g〉 und |e〉

χb = lim
R→0

χ(R) = χ0
Γe

Γe − 2i∆s

. (2.51)

Dieser Effekt wird als Rydberg-Blockade bezeichnet [19, 22]. Für sehr großen Abstand
zwischen dem Rydberg-Polariton und der Rydberg-Anregung R→∞ wird die Verschie-
bung aufgrund der Van-der-Waals-Wechselwirkung vernachlässigbar, sodass ∆c(R) = ∆c,u

und die elektrische Suszeptibilität ist durch den unblockierten Wert χu = limR→∞ χ(R)
gegeben.

In Abb. 2.6 ist der Verlauf des Real- und Imaginärteils der elektrischen Suszeptibilität
als Funktion der Position z entlang der optischen Achse für ein Medium mit stationärer
Rydberg-Anregung am Ort z = 0 dargestellt. Sowohl die endliche Länge des Mediums,
als auch die Dekohärenz zwischen den Zuständen |rp〉 und |g〉 wird dabei vernachlässigt
γrpg = 0. Kopplungs- und Signallicht sind verstimmt, jedoch nahezu Zwei-Photonen-
resonant. Die Signalverstimmung wurde so gewählt, dass die Imaginärteile der blockierten
und unblockierten Suszeptibilität identisch sind Im(χb) = Im(χu). Dagegen weichen die
Realteile der blockierten und unblockierten Suszeptibilität deutlich voneinander ab.
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Abbildung 2.6: Verlauf der elektrischen Suszeptibilität in Anwesenheit einer Rydberg-
Anregung am Ort z = 0 für eine Kopplungsverstimmung von ∆c,u = 2.5 Γe und eine
Signalverstimmung von ∆s = −2.69 Γe. Der Imaginärteil der Suszeptibilität (blau) im
blockierten und unblockierten Bereich ist identisch. Der Realteil der Suszeptibilität (rot)
im blockierten Bereich weicht dagegen deutlich von dem im unblockiertem Bereich ab. Dies
führt zu einer konditionierten Phasenverschiebung für ein durch das Medium propagie-
rendes Rydberg-Polariton, die proportional zur rot markierten Fläche zwischen Re(χ(z))
und dem unblockierten Wert Re(χu) (rote gestrichelte Linie) ist.

Die Phasenverschiebung, die ein Photon bei Propagation durch das Medium in An-
wesenheit der stationären Rydberg-Anregung im Vergleich zur Phasenverschiebung bei
Propagation durch das Medium in Abwesenheit der Anregung erhält, wird als konditio-
nierte Phasenverschiebung bezeichnet und ist gemäß Gleichung (2.15) gegeben durch

∆β =
ωs
2c

∫ ∞
−∞

Re(χ(z)− χu)dz. (2.52)

Der durch die Anregung hervorgerufene Unterschied in der optischen Dicke des Mediums
wird als konditionierte optische Dicke ∆OD bezeichnet und ist gemäß Gleichung (2.16)
durch

∆OD =
ωs
c

∫ ∞
−∞

Im(χ(z)− χu)dz (2.53)

gegeben.
Für die in Abb. 2.6 gewählten Parameter ist der Übergangsbereich zwischen dem un-

blockierten und dem blockierten Wert für den Realteil der Suszeptibilität recht schmal.
Es ist daher sinnvoll, einen Blockaderadius Rb zu definieren, der den Übergang zwischen
unblockiertem und blockiertem Bereich markiert. Er wird hier als der Abstand von der sta-
tionären Rydberg-Anregung definiert, für den der Realteil der Suszeptibilität dem arith-
metischen Mittel aus den Realteilen von blockierter und unblockierter Suszeptibilität ent-
spricht, wo also Re[χ(Rb)] = 1

2
Re(χb + χu) gilt. Der Realteil der Suszeptibilität lässt sich
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durch eine Stufenfunktion nähern Re(χ) = Re(χu) für R > Rb und Re(χ) = Re(χb) für
R < Rb. Die konditionierte Phasenverschiebung lässt sich dann durch den Ausdruck

∆β =
ωs
c
RbRe(χb − χu) (2.54)

nähern.
Der Imaginärteil der Suszeptibilität in Abb. 2.6 wird abgesehen von kleinen Einbrüchen

nahe z = −Rb und z = Rb durch die Anwesenheit der stationären Anregung nicht beein-
flusst. Gemäß Gleichung (2.53) ist die konditionierte optische Dicke also etwa ∆OD = 0.
Diese Bedingung spielt für die post-selektierte Fidelity des in dieser Arbeit realisierten
Photon-Photon-Gatters eine wichtige Rolle und wird in Abschnitt 4.3.2 diskutiert.

Für die Parameter aus Abb. 2.6 ergibt sich ein Blockaderadius von Rb = 17µm.
Bei einer atomaren Dichte von 1.7 · 1012 cm−3 entspricht dies gemäß Gleichung (2.54)
einer konditionierten Phasenverschiebung von ∆β = 3.1 rad. Die Transmission durch ein
Medium der Länge L = 2Rb ist dabei mit etwa 55% hoch. Dies ist das zentrale Ergebnis
dieses Abschnitts. Die Kombination von EIT mit Rydberg-Zuständen macht eine starke
und kontrollierte Wechselwirkung zwischen einem propagierenden Rydberg-Polariton und
einer stationären Rydberg-Anregung möglich. Für realistische experimentelle Parameter
kann eine stationäre Rydberg-Anregung eine konditionierte Phasenverschiebung von π bei
relativ hoher Transmission für ein durch das Medium propagierendes Rydberg-Polariton
erzeugen.

2.4 Polarisations-Qubits

Die Polarisation eines Photons kann durch ein quantenmechanisches Zwei-Niveau-System
beschrieben werden. Sie kann daher als Qubit dienen. Ein beliebiger, reiner Zustand eines
solchen Polarisations-Qubits kann als Superposition der beiden Zustände |R〉 und |L〉 mit
entsprechenden komplexen Amplituden cR/L dargestellt werden, sodass

|Ψ〉 = cR |R〉+ cL |L〉 . (2.55)

Dabei bezeichnet |R〉 rechts-zirkulare und |L〉 links-zirkulare Polarisation des Photons. |Ψ〉
ist normiert, sodass |cR|2+|c2

L| = 1 gilt. Die Dichtematrix ρ eines beliebigen, gegebenenfalls
gemischten, Zustands lässt sich durch

ρ =
1

2

3∑
i=1

Siσ
∗
i (2.56)

ausdrücken. Dabei sind die Matrizen σi in der Basis (|R〉 , |L〉) gegeben durch

σ0 =

(
1 0
0 1

)
, σ1 =

(
0 1
1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
i 0

)
, σ3 =

(
1 0
0 −1

)
, (2.57)

wobei die σi für i ∈ {1, 2, 3} die Pauli-Matrizen sind. Die Eigenzustände von σ∗1 sind

|H〉 =
1√
2

(|R〉+ |L〉), |V 〉 =
i√
2

(|R〉 − |L〉). (2.58)
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Dabei ist |H〉 horizontale und |V 〉 vertikale Polarisation. Die Eigenzustände von σ∗2 sind

|D〉 =
eiπ/4

√
2

(|R〉 − i |L〉), |A〉 =
e-iπ/4

√
2

(|R〉+ i |L〉), (2.59)

wobei |D〉 diagonale und |A〉 anti-diagonale Polarisation ist. Die Eigenzustände von σ∗3
sind |R〉 und |L〉.

Die Parameter Si werden als Stokes-Parameter bezeichnet. Sie sind durch den jewei-
ligen Erwartungswert von σ∗i gegeben

Si = tr(ρσ∗i ). (2.60)

Aus der Normierung der Dichtematrix tr(ρ) = 1 folgt unmittelbar S0 = 1. Der Vek-
tor S = (S1, S2, S3)T wird als Poincaré-Vektor bezeichnet und beschreibt den durch die
Dichtematrix ρ gegebenen Zustand vollständig. Ein Zustand ist genau dann rein, wenn
tr(ρ2) = 1 gilt. Dies ist äquivalent zur Beziehung |S| = 1. Reine Zustände liegen also auf
der Einheitskugel. Gemischte Zustände befinden sich innerhalb dieser Kugel. Die Länge
des Stokes-Vektors

Π = |S| =
√
S2

1 + S2
2 + S2

3 (2.61)

wird als Polarisationsgrad bezeichnet. Darüber hinaus ist die Visibility V eines Zustands
durch

V =
√
S2

1 + S2
2 (2.62)

definiert. Des weiteren wird der Azimuth ϕ ∈] − π, π] und der Polarwinkel θ ∈ [0, π]
definiert, sodass S1

S2

S3

 = Π

sin θ cosϕ
sin θ sinϕ

cos θ

 . (2.63)

Mit ihnen lässt sich ein beliebiger reiner Zustand durch

|Ψ〉 = cos

(
θ

2

)
|R〉+ sin

(
θ

2

)
e−iϕ |L〉 (2.64)

ausdrücken. Für S3 = 0 ist die Dichtematrix in der Basis (|R〉 , |L〉) durch

ρ =
1

2

(
1 V eiϕ

V e−iϕ 1

)
(2.65)

gegeben. Für V = 1 ist ρ = |Ψ〉〈Ψ|mit dem reinen Zustand |Ψ〉 =
(
1/
√

2
) (
|R〉+ e−iϕ |L〉

)
.

Für V = 0 dagegen ist ρ = (1/2) (|R〉〈R|+ |L〉〈L|) die maximal inkohärente Mischung.
Insofern stellt die Visibility in diesem Fall ein Maß für die Kohärenz zwischen |R〉 und
|L〉 dar.

Bezeichnen |xi〉 und |x⊥i 〉 (xi ∈ {H,D,R} und x⊥i ∈ {V,A, L}) die Eigenzustände der
Pauli-Matrix σ∗i mit den Eigenwerten +1 bzw. −1, so sind die Stokes-Parameter nach
Gleichung (2.60) durch Si = pxi−px⊥i gegeben, wobei pxi = 〈xi|ρ|xi〉 und px⊥i = 〈x⊥i |ρ|x⊥i 〉
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die Wahrscheinlichkeiten sind, dass eine Messung bezüglich der Polarisationsbasis xi/x
⊥
i

die Eigenwerte +1 bzw. −1 liefert. Es gilt also

S1 = pH − pV , S2 = pD − pA, S3 = pR − pL. (2.66)

Die Dichtematrix lässt sich also durch Polarisationsmessungen bezüglich der drei Polari-
sationsbasen H/V , D/A und R/L rekonstruieren.7

Das in dieser Arbeit vorgestellte Photon-Photon-Gatter stellt eine Abbildung zwischen
Zwei-Qubit-Zuständen der Form |Ψ1Ψ2〉 dar. Die Dichtematrix von Zwei-Qubit-Zuständen
lässt sich ebenfalls durch Stokes-Parameter parametrisieren [17]

ρ =
1

4

3∑
i,j=0

Sij σi ⊗ σj, (2.67)

wobei Sij = tr[ρ(σi ⊗ σj)]. Somit gilt S00 = 1 und für i, j ∈ {1, 2, 3} sind die Stokes-
Parameter durch [17]

Sij = pxi,xj − pxi,x⊥j − px⊥i ,xj + px⊥i ,x⊥j (2.68)

gegeben, wobei beispielsweise pxi,xj = 〈xixj|ρ|xixj〉 die Wahrscheinlichkeit ist, dass eine
Messung des ersten Photons bezüglich der Polarisationsbasis xi/x

⊥
i den Eigenwert +1

und gleichzeitig eine Messung des zweiten Photons bezüglich der Polarisationsbasis xj/x
⊥
j

den Eigenwert +1 liefert. Darüber hinaus sind die Stokes-Parameter S0i und Si0 durch
Ein-Qubit-Eigenschaften gegeben, sodass beispielsweise

S0i = pxi − px⊥i , (2.69)

wobei pxi und px⊥i die Wahrscheinlichkeiten sind, dass eine Messung bezüglich der Polari-

sationsbasis xi/x
⊥
i die Eigenwerte +1 bzw. −1 liefert, während das andere Photon nicht

gemessen, bzw. der Ausgang der Messung ignoriert wird. Zur vollständigen Rekonstrukti-
on der Zwei-Qubit-Dichtematrix muss also in neun Kombinationen von Polarisationsbasen
gemessen werden.

2.5 Einfluss von Phasenrauschen auf ein gespeicher-

tes Qubit

Für das in dieser Arbeit demonstrierte Quantengatter wird ein photonisches Qubit, des-
sen Zustand zur Zeit t = 0 durch Gleichung (2.55) gegeben sei, in einer atomaren Wol-
ke gespeichert. Dabei wird der links-zirkulare Anteil |L〉 mittels Rydberg-EIT in einem
Rydberg-Zustand gespeichert. Der rechts-zirkulare Anteil |R〉 dagegen wird mittels EIT in
Λ-Konfiguration in einem Grundzustand gespeichert. Der resultierende atomare Zustand
ist gegeben durch

|Ψa〉 = cR |Ψr〉+ cLe
iϕs |Ψg′〉 , (2.70)

7Im Folgenden werden diese drei Basen als H-, D- bzw. R-Basis bezeichnet.
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wobei |Ψr〉 ein Rydberg-Dicke-Zustand gemäß Gleichung (2.20c) ist. Dagegen ist |Ψg′〉
ein entsprechender Dicke-Zustand bezüglich des Grundzustands |g′〉, der sich vom An-
fangszustand |g〉 unterscheidet. Hierbei wurden Verluste beim Speichern vernachlässigt.
Die Phase ϕs fasst dabei verschiedene Phasenverschiebungen zusammen, die während des
Speicherns auftreten und nicht von der Dunkelzeit t abhängen.8 Die Details des Spei-
cherschemas finden sich in Abschnitt 3.3. Vor dem Abspeichern wird die Frequenz des
rechts-zirkularen Anteils um ωRF mit Hilfe eines akustooptischen Modulators zu kleinerer
Frequenz verschoben. Der Zustand für das ausgelesene Licht ist dann gegeben durch

|Ψ(t)〉 = cR |R〉+ cLe
i(ϕs+ϕc+∆4t+∆ϕ(t)) |L〉 , (2.71)

wobei ϕc ähnlich wie ϕs Phasenverschiebungen zusammenfasst, die während des Auslese-
prozesses auftreten und unabhängig von der Dunkelzeit sind. Darüber hinaus wird

∆4 = ωRF + ωc,r + ωc,g′ − ωrg′ (2.72)

als Vier-Photonen-Verstimmung bezeichnet, wobei ~ωrg′ der Energieunterschied zwischen
Rydberg- und Grundzustand ist. ωc,r/2π bzw. ωc,g′/2π sind die Frequenzen der Kopp-
lungslaser, die den Rydberg-Zustand |r〉 bzw. den Grundzustand |g′〉 adressieren. Für das
Photon-Photon-Gatter wird ∆4 ≈ 0 gewählt. Zusätzlich repräsentiert ∆ϕ(t) alle techni-
schen Fluktuationen der Phase während der Dunkelzeit t. Es wurden wiederum Verluste
während des Ausleseprozesses vernachlässigt.

Zur Charakterisierung eines gespeicherten Qubits wird ein Speicherexperiment viele
Male durchgeführt. ∆ϕ kann von Schuss zu Schuss variieren. Diese Fluktuation verändert
die Stokes-Parameter gemäß

S1 =

∫ π

−π
d∆ϕf(∆ϕ)V0 cos (ϕ+ ∆ϕ) (2.73a)

S2 =

∫ π

−π
d∆ϕf(∆ϕ)V0 sin (ϕ+ ∆ϕ), (2.73b)

wobei V0 die Visibility für ∆ϕ = 0 wäre und f(∆ϕ) die Wahrscheinlichkeitsverteilung von
∆ϕ(t) ist. Es lässt sich zeigen, dass V =

√
S2

1 + S2
2 nicht von ϕ abhängt. Zur Berechnung

von V genügt es daher, den einfachen Fall ϕ = 0 zu betrachten. Wird angenommen, dass
f(∆ϕ) eine symmetrische Funktion ist, so folgt S2 = 0, da sin (∆ϕ) eine antisymmetrische
Funktion ist.

Nimmt man an, dass f(∆ϕ) durch die Gauß-Verteilung

f(∆ϕ) =
1√
2πσ

e−
∆ϕ2

2σ2 (2.74)

gegeben ist, wobei σ die Standardabweichung der Verteilung ist, so ist die Visibility für
σ � π gegeben durch

V = V0e
−σ2/2. (2.75)

8Beispielsweise kann der Anteil des Photons, der mittels EIT an einen Rydberg-Zustand gekoppelt
wird, eine andere Phase bei Propagation durch das Medium erhalten als der Anteil, der mittels EIT an
einen Grundzustand gekoppelt wird.



Kapitel 3

Experimenteller Aufbau

Die Experimente in dieser Arbeit basieren auf einem ultrakalten Gas aus 87Rb Atomen. In
Abschnitt 3.1 wird beschrieben, wie ein solches atomares Medium erzeugt wird. Anschlie-
ßend wird in Abschnitt 3.2 der optische Aufbau für Grundzustands- und Rydberg-EIT
diskutiert. Insbesondere wird auf die für das Photon-Photon-Gatter wichtige Phasenstabi-
lität eingegangen. Eine Besonderheit, die für die von uns gewählte Art des Speichers eines
photonischen Qubits notwendig ist, ist ein optischer Aufbau, welcher eine Frequenzver-
schiebung nur für den rechts-zirkular polarisierten Anteil eines Lichtstrahls erzeugt. Dies
wird in Abschnitt 3.3 erläutert. In Abschnitt 3.4 wird dann beschrieben, wie Photonen
detektiert und Zwei-Qubit-Zustände gemessen werden. Schließlich wird in Abschnitt 3.5
erläutert, wie die Dichte des atomaren Mediums bestimmt wird.

3.1 Atomares Medium

3.1.1 Präparation eines kalten Gases

Der in dieser Arbeit verwendete experimentelle Apparat wurde ursprünglich zur Erzeu-
gung und Untersuchung von Bose-Einstein-Kondensaten (BECs) konzipiert. Die Bestand-
teile des experimentellen Aufbaus, die notwendig sind, um entsprechend niedrige Tempe-
raturen und hohe Dichten zu erreichen wurden bereits ausführlich in den Dissertationen
in Refs. [113, 114] erläutert. Daher werden hier diesbezüglich nur wesentliche Schritte
genannt, die zur Erzeugung eines ultrakalten Gases notwendig sind.

Der Experimentzyklus beginnt mit dem Laden einer magnetooptischen Falle (MOT)
aus einem Rubidium-Hintergrundgas bei etwa 1×10−8 mbar. Nach kurzem Polarisations-
gradientenkühlen wird die so erzeugte Wolke mit Hilfe eines resonanten Laserstrahls durch
ein dünnes Rohr nach unten in eine zweite MOT transferiert. Diese befindet sich in einer
Glasküvette, in der ein niedrigerer Druck von etwa 2×10−11 mbar herrscht. Das Laden der
ersten MOT und der Transfer in die zweite MOT kann mehrere Male wiederholt werden,
um die Atomzahl in der zweiten MOT zu erhöhen. Nach einer kurzen Phase des Pola-
risationsgradientenkühlens, werden die Atome durch optisches Pumpen in den Zustand
|F = mF = 2〉 transferiert und anschließend in eine Ioffe-Pritchard-Magnetfalle geladen
[115]. Dort werden die Atome zunächst komprimiert und anschließend durch Einstrahlen

33
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eines Radiofrequenzfeldes evaporativ gekühlt.

Nach dem evaporativen Kühlen in der Magnetfalle wird das Ensemble in eine Dipolfalle
geladen, welche in Abschnitt 3.1.2 beschrieben wird. Vor dem Ausschalten der Magnetfalle
wird ein homogenes Magnetfeld hochgerampt, welches in Richtung des Magnetfelds der
Magnetfalle zeigt (y-Achse). Dieses sorgt dafür, dass die Spin-Polarisation der Atome beim
Ausschalten der Magnetfalle erhalten bleibt. Anschließend wird das Magnetfeld um 90◦

gedreht. Die Drehung findet dabei so langsam statt, dass die Orientierung der Spins der
Richtung des Magnetfelds adiabatisch folgen kann. Nach der Drehung zeigt das Magnetfeld
entlang der z-Achse und hat einen Betrag von typischerweise 20µT. Die Atome befinden
sich nach wie vor im Zustand |F = mF = 2〉.

Das Präparieren einer Atomwolke dauert mit etwa 13 s relativ lange. Da für die Ex-
perimente in Kapitel 4 und 5 im Schnitt deutlich weniger als ein Photon pro Puls de-
tektiert wird, müssen typischerweise sehr viele Experimente durchgeführt werden um ein
statistisch aussagekräftiges Ergebnis zu erhalten. Um die Messzeit zu verkürzen werden
deshalb mit einer Atomwolke mehrere Experimente durchgeführt. Da das Kopplungs-
licht bei etwa 480 nm jedoch ein repulsives Potential für die Grundzustandsatome erzeugt
(siehe Ref. [102]), werden die Experimente in einem zeitlichen Abstand von mindestens
100µs durchgeführt. Da das Kopplungslicht während eines Experiments typischerweise
nur für wenige µs eingeschaltet ist und sich die Atome in dieser Zeit kaum bewegen, kann
das über einen Zyklus von 100µs gemittelte Potential betrachtet werden. Dieses ist für
typische Experimente vernachlässigbar [102]. Darüber hinaus führt die Wechselwirkung
der Wolke mit den EIT-Lasern zu Atomzahlverlusten und einer Erwärmung der Wolke.
Für das Photon-Photon-Gatter werden daher innerhalb einer Sekunde 104 Experimente
durchgeführt, was zu einem Atomzahlverlust von etwa 20% führt. Für die Experimente in
Kapitel 5 wird die Dipolfalle während der Experimente für 35µs ausgeschaltet. Dies heizt
die Wolke zusätzlich und erhöht die Atomzahlverluste. Innerhalb einer Sekunde werden
daher nur 103 Experimente im Abstand von 1000µs durchgeführt.

3.1.2 Erzeugung eines längenverstellbaren Ensembles

Neben sehr niedrigen Temperaturen zeichnet sich das in dieser Arbeit verwendete atoma-
re Medium durch seine Längenverstellbarkeit und seine zylinderförmige Geometrie aus.
Darüber hinaus weist das Medium eine nahezu homogene atomare Dichteverteilung ent-
lang der Zylinderachse auf. Für das Photon-Photon-Gatter bietet dies den Vorteil, dass
die blockierte Suszeptibilität χb, und damit die konditionierte Phasenverschiebung ∆β,
nicht davon abhängt, an welcher Stelle im Medium eine Rydberg-Anregung erzeugt wurde.
Darüber hinaus lassen sich Atomwolken von bis zu 0.5 mm Länge erzeugen. Dies erlaubt
hohe optische Dicken bei gleichzeitig niedrigen atomaren Dichten. Ein solches Medium
bietet hohe Speichereffizienz für EIT-basiertes Speichern eines Photons und gleichzeitig
vernachlässigbare Wechselwirkung zwischen einer so entstandenen Rydberg-Anregung und
den umgebenden Grundzustandsatomen.

Diese besonderen Eigenschaften des Mediums sind durch die Architektur der optischen
Dipolfalle gegeben. Abb. 3.1 zeigt die Laserstrahlen, die das optische Dipolfallenpoten-
tial formen. Dabei erzeugt ein rot verstimmter, kollimierter Strahl mit einer Wellenlänge
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Abbildung 3.1: Ein rot verstimmter, kollimierter Fallenstrahl mit einer Wellenlänge von
1064 nm erzeugt eine attraktives Potential und schließt die Atome radial ein. Zwei blau
verstimmte Fallenstrahlen mit einer Wellenlänge von 532 nm erzeugen ein repulsives Po-
tential und schließen die Atome in z-Richtung ein. Die blau verstimmten Fallenstrahlen
werden durch einen akustooptischen Deflektor erzeugt, der mit zwei Radiofrequenzen f1

und f2 betrieben wird.

von 1064 nm ein attraktives Potential, welches die Atome radial zur optischen Achse des
Strahls, einschließt. Ein Paar von blau verstimmten Strahlen mit elliptischem Strahlprofil
und einer Wellenlänge von 532 nm erzeugen ein repulsives Potential und schließen die
Atome entlang der z-Achse ein.

1064 nm Fallenstrahl

Der 1064 nm Fallenstrahl wird durch einen Faserlaser (IPG YLR-20-LP-SF für die Expe-
rimente in Kapitel 4 und ALS-IR-72 für die Experimente in Kapitel 5) bereitgestellt. Er
hat ein Gaußsches Strahlprofil und propagiert entlang der Ausbreitungsrichtung des Si-
gnallichts (z-Achse). Das durch ihn erzeugte Potential lässt sich harmonisch um die Strah-
lenmitte nähern und ist zusammen mit dem Gravitationspotential mgx durch Gleichung
(2.40a) gegeben. Bei einer typischen Leistung von 3.7 W und einer Spotgröße von 140µm
ergibt sich zusammen mit der Polarisierbarkeit des Grundzustands von α = 687.3 a.u. [116]
bei 1064 nm eine Fallenfrequenz von ω/2π =

√
κg/m = 96 Hz. Dabei ist eine atomare Ein-

heit 1.646 · 10−41 J/(V/m)2. Die Verschiebung des Potentialminimums aufgrund der Gra-
vitation beträgt dabei xg,s = 27µm. Aufgrund der geringen Divergenz des Fallenstrahls
ergibt sich entlang der z-Achse eine Fallenfrequenz von nur etwa 0.1 Hz. Die Kraft, die ein
Atom in z-Richtung auf Grund des 1064 nm Fallenstrahls erfährt ist also vernachlässigbar.
Der rms-Radius (root-mean-square) der Dichteverteilung in radialer Richtung ist durch
σx =

√
kBT/mω2 gegeben. Für eine Temperatur von T = 0.2µK ergibt sich beispielsweise

σx = 7µm.
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Die Leistung des 1064 nm Fallenstrahls wird im Experiment aktiv stabilisiert.1 Dafür
wird der in Abb. 3.2 vereinfacht dargestellte Aufbau verwendet. Das vom Laser ausgege-
bene Licht passiert zunächst einen elektrooptischen Modulator (EOM). Durch Anlegen
einer Spannung UEOM am EOM kann die Polarisation des Laserlichts verändert werden,
sodass damit effektiv die Transmission durch einen hinter dem EOM befindlichen PBS
gesteuert werden kann. Durch eine geeignete Geometrie wird erreicht, dass die Leistung
des Fallenstrahls verschwindet, falls keine Spannung am EOM anliegt. Das Laserlicht wird
anschließend über eine Monomodenfaser zum Experiment geführt. Dort wird ein kleiner
Teil des Lichts mittels Strahlteiler (BS) abgezweigt und auf eine Photodiode geschickt.
Der Regelkreis wird durch einen PID-Regler (proportional-integral-derivative) geschlos-
sen, der durch Anpassen einer Spannung Us die Photodiodenspannung auf einen Sollwert
regelt.

Darüber hinaus kann die am EOM anliegende Spannung mittels Feldeffekttransistor
(FET, Typ: 2SK1119 ) und somit die Leistung des Fallenstrahls schnell ausgeschaltet wer-
den. In Kapitel 5 wird von dieser Möglichkeit gebraucht gemacht, um den Einfluss des
Dipolfallenpotentials auf eine gespeicherte Rydberg-Anregung (siehe Abschnitt 2.2.3) zu
eliminieren. Dabei wird durch Anlegen einer Kontrollspannung Uc der FET leitend und
der EOM entlädt sich über den FET. Ein Leistungswiderstand mit R = 11 kΩ verhindert
dabei, dass die vom Regler ausgegebene Spannung Us über den FET kurzgeschlossen wird.
Beim Anschalten wird der EOM über diesen Leistungswiderstand aufgeladen, wobei die
Zeitkonstante des Aufladevorgangs durch τ = RC gegeben ist. Dabei ist C die Kapazität
des EOMs. Experimentell wurde eine Zeitkonstante von τ = 10µs bestimmt. In Kapi-
tel 5 wird die Falle wiederholt in einem Abstand von 1000µs für eine Dauer von 35µs
ausgeschaltet. Da die Bandbreite der Leistungsstabilisierung niedrig ist, ändert sich das
vom PID-Regler ausgegebene Regelsignal in dieser Zeit kaum. Das Ausschalten hat also
nahezu keinen Einfluss auf die Leistungsstabilisierung und die mittlere Fallenleistung.

532 nm Fallenstrahlen

Eine detaillierte Beschreibung der 532 nm Fallenstrahlen findet sich in Ref. [97,117]. Daher
werden hier nur die wesentlichen Merkmale zusammengefasst. Das Licht für den 532 nm
Fallenstrahl wird durch einen Faserlaser (ALS-GR-73 ) bereitgestellt. Wie in Abb. 3.1
dargestellt, werden zwei Strahlen durch einen akustooptischen Deflektor (AOD) erzeugt,
welcher mit zwei Radiofrequenzen (RFs) f1 und f2 betrieben wird. Das Verhältnis zwi-
schen Abstand der Strahlen am Ort der Atome D und Frequenzdifferenz |f1− f2| beträgt
42.5µm/MHz. Durch Passieren eines Teleskops, bestehend aus Zylinderlinsen, und eines
Achromaten (f = 350 mm) erhalten die Strahlen ein elliptisches Profil mit Spotgrößen
von wy = 55µm entlang der y-Achse und wz = 14µm in z-Richtung. Der vergleichsweise
große Wert von wy macht das System robuster gegen Drifts der Position der 532 nm Fal-

1Dies ist notwendig, da die Richtung des vom IPG YLR-20-LP-SF ausgegebenen Strahls zeitlich
nicht ausreichend stabil ist. Als Lösung für dieses Problem wurde das Laserlicht in eine weitere Mo-
nomodenfaser eingekoppelt, was die Fluktuationen der Strahlrichtung umwandelt in Fluktuationen der
Lichtleistung hinter der Faser. Diese wird schließlich wie im Text beschrieben stabilisiert. Für die Ex-
perimente in Kapitel 5 wurde ein neuer Faserlaser installiert. Dabei wurde der optische Aufbau und die
Laserleistungsstabilisierung beibehalten.



3.1. ATOMARES MEDIUM 37

Abbildung 3.2: Optischer Strahlengang des 1064 nm Fallenstrahls und Komponenten
zum Stabilisieren und Schalten der Lichtleistung. Die Kombination aus EOM und PBS
ermöglicht die Steuerung der Lichtleistung durch die am EOM anliegende Spannung UEOM.
Die Lichtleistung wird durch einen PID-Regler geregelt und kann mit Hilfe eines FETs
schnell aus- und angeschaltet werden.

lenstrahlen entlang y. Entlang z hingegen ist eine kleine Spotgröße wünschenswert, denn
solange wz � D gilt, ist das Potential entlang der z- Achse in guter Näherung ein Kas-
tenpotential und führt damit zu einer longitudinal nahezu homogenen Dichteverteilung
der Atomwolke. Das resultierende Potential entlang der z-Achse ist gegeben durch

Up(z) = U0,p

[
exp

(−2(z −D/2)2

w2
z

)
+ exp

(−2(z +D/2)2

w2
z

)]
, (3.1)

wobei U0,p = − 1
2ε0c

αpI0,p mit I0,p = 2Pp/πwywz. Dabei ist Pp die Leistung eines Strahls
und αp = −250 a.u. [100] ist die Polarisierbarkeit des Grundzustands bei 532 nm. Durch
Anpassen der Leistung der 532 nm Fallenstrahlen kann mühelos evaporativ gekühlt wer-
den.2 Die resultierende Temperatur T der Wolke hängt folglich von der Leistung Pp
ab. Die Länge der Wolke hängt wiederum vom Abstand der Fallenstrahlen am Ort der
Atome, von der Stahlleistung und der Temperatur der Wolke ab. Abb. 3.3 zeigt das
durch die 532 nm Fallenstrahlen erzeugte Potential entlang z (blau) für eine Leistung
von Pp = 190 mW und einem Abstand der Fallenstrahlen von 0.42 mm. Darüber hinaus
wird die aus dem Potential berechnete ein-dimensionale, axiale Dichteverteilung (rot),
gegeben durch n0 exp (−Up(z)/kBT ), bei einer Temperatur von 0.78µK gezeigt. Dabei ist
n0 ein Normierungsfaktor, sodass Integration über die Verteilung die Atomzahl ergibt.
Diese wird aus einem Absorptionsbild einer Wolke mit entsprechenden Eigenschaften er-
mittelt. Außerdem ist die aus dem Absorptionsbild ermittelte ein-dimensionale, axiale
Dichteverteilung (grün) dargestellt, die sich durch transversale Integration der optischen
Dicke ergibt. Sowohl berechnete als auch gemessene Dichteverteilung zeigen deutlich die
Homogenität des Mediums in axialer Richtung bei einer FWHM-Länge (Full Width at

2Grundsätzlich ist dies auch durch Anpassen der Leistung des 1064 nm Fallenstrahls möglich. Dies ist
jedoch deutlich anspruchsvoller, da aufgrund des zusätzlichen Gravitationspotentials entlang x die Höhe
der Potentialbarriere, und damit die Atomzahl und die Temperatur, sehr sensitiv von der Strahlleistung
abhängt. Leistungsfluktuationen müssten also deutlich besser unterdrückt werden.
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Abbildung 3.3: Durch die 532 nm Fallenstrahlen erzeugtes Potential entlang der z-
Achse (blau) und berechnete (rot) und gemessene (grün) axiale 1D Dichteverteilung der
Atomwolke für einen Abstand der Fallenstrahlen von 0.42 mm, einer Strahlleistung von
Pp = 190 mW und einer Temperatur der Wolke von T = 0.78µK.

Half Maximum) des Mediums von 0.39 mm. Eine geringfügige Neigung des 1064 nm Fal-
lenstrahls bezüglich der Gravitation führt zu einem minimalen Dichtegradienten entlang
der z-Achse.

Sowohl Fluktuationen der Lichtleistung als auch ein Drift der Position der Fallen-
strahlen führen zu Temperatur- und Atomzahlfluktuationen. Daher wird die Leistung
der Strahlen durch Anpassen der RF-Leistung am AOD stabilisiert (siehe Ref. [97]). Zur
Stabilisierung der Strahlenposition wird mit Hilfe eines Strahlteilers ein Teil der Strahlleis-
tung abgezweigt und auf einer Digitalkamera abgebildet. Nach jedem Experimentzyklus
wird dabei ein Bild aufgenommen. Eine Software ermittelt dann die Position der beiden
Strahlen und regelt durch eine Linse mit piezoelektrischen Stellelementen nach.

3.2 Optischer Aufbau für EIT

In diesem Abschnitt wird der optische Aufbau beschrieben, der für Grundzustands- und
Rydberg-EIT verwendet wird. Große Teile davon wurden bereits in den Dissertationen
in Refs. [97, 102] beschrieben. Daher werden hier nur wesentlichen Bestandteile des opti-
schen Aufbaus präsentiert und Erweiterungen diskutiert. In Abschnitt 3.2.1 werden die
EIT-Lasersysteme beschrieben, die zur Realisierung der Experimente in dieser Arbeit
notwendig sind. Darüber hinaus wird das Schema zur Stabilisierung der Laserfrequen-
zen erläutert. Eine Methode zur Out-Of-Loop-Bestimmung des Laserphasenrauschens,
welches unter anderem für die Visibility eines gespeicherten Qubits wichtig ist, wird in
Abschnitt 3.2.2 diskutiert. In Abschnitt 3.2.3 werden schließlich die Strahlengänge der
Laser beschrieben.
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3.2.1 EIT-Lasersysteme

In den Experimenten in dieser Arbeit werden vier EIT-Lasersysteme verwendet. Das Si-
gnallicht, welches die D2-Linie |5S1/2〉 ↔ |5P3/2〉 von 87Rb bei einer Wellenlänge von
780 nm treibt, wird von einem External Cavity Diodenlaser (Toptica DL-Pro) bereitge-
stellt.

Um ein Polarisations-Qubit zu speichern, wird in dieser Arbeit der links-zirkular po-
larisierte Anteil des Signalphotons mit Hilfe eines Kopplungslasers an den Übergang
|5P3/2〉 ↔ |rs〉 mit einem Rydberg-Zustand |rs〉 gekoppelt. Für die Experimente in dieser
Arbeit werden Rydberg-Zustände mit Hauptquantenzahlen zwischen n = 50 und n = 80
adressiert. Die entsprechenden Wellenlängen des Kopplungslasers reichen von 479.5 nm
bis 480.2 nm. Für die meisten Experimente in dieser Arbeit wird hierfür ein Komplett-
system bestehend aus verstärktem Diodenlaser und nichtlinearer Frequenzverdopplung
(Toptica TA-SHG-Pro) verwendet. Dieses wird im Folgenden als Kontroll-Kopplungslaser
bezeichnet.

Der rechts-zirkular polarisierte Anteil des Signalphotons wird mit Hilfe eines weite-
ren Kopplungslasers an einen Grundzustand mit Gesamtdrehimpulsquantenzahl F = 1
gekoppelt. Der Anfangszustand der Atome hat Gesamtdrehimpuls F = 2. Signal- und
Grundzustandskopplungslicht unterscheiden sich also um die Hyperfeinaufspaltung des
Grundzustands von 87Rb von 6.8 GHz. Es wird daher ein weiterer Diodenlaser (Toptica
DL-Pro) bei 780 nm zur Erzeugung des Grundzustandskopplungslichts eingesetzt.

Für das Photon-Photon-Gatter wird ein zweites Signalphoton durch das Medium ge-
schickt. Dieses wird an einen Rydberg-Zustand |rp〉 gekoppelt, der sich von |rs〉 unterschei-
det. Das hierfür verwendete Kopplungslicht wird mit Hilfe eines verstärkten Diodenlasers
(Toptica TA-Pro) und einer nichtlinearen Frequenzverdopplung (Toptica SHG) erzeugt.
Im weiteren Verlauf wird die Kombination aus beiden als Target-Kopplungslaser bezeich-
net. In Abschnitt 5.4 wird dieser Laser ausnahmsweise für das Speichern eines Photons
verwendet.

Die Phasen- bzw. Frequenzstabilität der Laser spielt für die Experimente in Kapitel
4 und 5 eine wichtige Rolle. So hängt beispielsweise die in Abschnitt 2.3 beschriebene
konditionierte Phase des Target-Signalphotons von der Verstimmung von Kopplungs- und
Signallaser ab. Fluktuationen der Laserfrequenzen führen folglich zu einer fluktuierenden
konditionierten Phase und somit im Mittel zur Verringerung der Visibility der Target-
Signalphotonen. Darüber hinaus wird in Abschnitt 2.5 erläutert wie Phasenrauschen zur
Verringerung der Visibility eines abgespeicherten Photons führen kann. Während dies bei
den hohen atomaren Dichten der Experimente in Kapitel 4 nicht die primäre Ursache für
die verringerte Visibility darstellt, ist dies insbesondere für die Experimente in Kapitel
5 relevant, die bei niedrigen Dichten durchgeführt werden. Die Laserfrequenzen müssen
sowohl auf der Zeitskala einzelner Experimente (einige µs) als auch auf der Zeitskala
mehrerer Stunden stabil sein.

Um dies zu erreichen wird das in Abb. 3.4 vereinfacht dargestellte Schema zur Stabi-
lisierung der EIT-Laser verwendet. Dabei wird ein kommerzieller Fabry-Perot-Resonator
(Stable Laser Systems, ATF-6010-4-2Lambda) als Frequenzreferenz eingesetzt. Der Ab-
standshalter des Resonators ist aus einem speziellen Glas gefertigt, welches einen sehr klei-
nen thermischen Expansionskoeffizienten hat (Ultra Low Expansion, ULE). Der Resonator
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Abbildung 3.4: EIT Lasersysteme und Stabilisierungsschema. Der Signallaser bei 780 nm
und die Fundamentalfrequenz des Target-Kopplungslasers bei 960 nm sind mittels PDH-
Schema auf den ULE-Resonator stabilisiert. Hierfür werden die beiden Lichtfelder mittels
Dichroit (DM) überlagert. Zur Stabilisierung des Kontroll-Kopplungslasers wird jeweils
Licht des Target-Kopplungslasers und des Kontroll-Kopplungslasers vor Verdopplung ab-
gezweigt und mittels Strahlteiler (BS) überlagert und auf eine Photodiode (PD) geschickt.
Auf ähnliche Weise wird der Grundzustands-Kopplungslaser stabilisiert, indem Licht vom
Signallaser und Grundzustands-Kopplungslaser abgezweigt, überlagert und auf eine PD
geschickt wird.

besitzt eine Finesse von 6.2×104. Bei einer Länge von 100 mm führt dies zu einer FWHM-
Linienbreite (Full Width at Half Maximum) des Resonators von 23 kHz. Die Spiegel des
Resonators sind für Wellenlängen von 780 nm und 960 nm hoch reflektiv. Sowohl die Fre-
quenz des Diodenlasers für das Signallicht bei 780 nm, als auch die Fundamentalfrequenz
des Target-Kopplungslasers bei 960 nm wird mit Hilfe des Pound-Drever-Hall-Verfahrens
(PDH) [118,119] auf den ULE-Resonator stabilisiert. Aus einer In-Loop-Messung ergeben
sich für beide Laser rms-Linienbreiten von weniger als 2 kHz. Zur Bestimmung der Lini-
enbreite wurde das Fehlersignal mit einem Oszilloskop aufgenommen und integriert. Die
Aufnahmerate betrug dabei 10 MHz bei einer Messdauer von 100 ms. Daraus ergibt sich
bei t = 4.5µs Dunkelzeit eine Phasenänderung von σ = 2π · 2 kHz · 4.5µs = 0.06 rad. Der
Einfluss auf die Visibility gemäß Gleichung (2.75) wäre vernachlässigbar. Da diese Zahl
aber einer In-Loop-Messung entstammt, sollte diese Aussage nicht überbewertet werden.
Wir überlagern das Licht des auf den ULE Resonator stabilisierten 780 nm Lasers mit
einem kommerziellen Frequenzkamm mit sehr guter Langzeitstabilität. Dabei beobach-
ten wir eine typische Verschiebung der Resonanzfrequenz von etwa ±0.5 kHz pro Stunde,
die vermutlich auf Längenänderungen des ULE-Resonators zurückzuführen sind. Weite-
re Details zur Frequenzstabilisierung der beiden Laser auf den ULE-Resonator und zur
Charakterisierung des Resonators selbst finden sich in Ref. [97].
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Zur Stabilisierung des Grundzustandskopplungslasers wird ein Teil des Lichts mit ei-
nem Teil des Signallichts überlagert, welchem Seitenbänder bei3 6.8 GHz mit Hilfe eines
wellenleiterbasierten elektrooptischen Phasenmodulators aufmoduliert werden. Mit Hil-
fe des Schwebungssignals zwischen Grundzustandskopplungslicht und einem Seitenband
des Signallichts lässt sich die Differenzphase zwischen den beiden Lasern stabilisieren.
Auf ähnliche Weise wird der Kontroll-Kopplungslaser stabilisiert. Dabei wird Licht vor
der Verdopplung abgezweigt und mit Licht des auf den ULE-Resonator stabilisierten
Rydberg-Kopplungslasers (Target-Kopplungslaser) überlagert. Dem Licht des Kontroll-
Kopplungslasers werden dabei Seitenbänder aufmoduliert, welche durch die Differenzfre-
quenz zwischen den Zuständen |rs〉 und |rp〉 gegeben sind. Das Schwebungssignal mit ei-
nem der Seitenbänder wird dann zur Stabilisierung der Differenzphase verwendet. Sowohl
für die Experimente in Refs. [97,102] als auch für die Experimente in Kapitel 4 wurden die
beiden Lichtfelder durch einen wellenleiterbasierten, nicht-polarisationserhaltenden 50:50-
Strahlteiler überlagert. Die durch die nicht-polarisationserhaltenden Fasern verursachten,
temperaturabhängigen Polarisationsdrehungen der beiden Lichtfelder führen zu einem
zeitabhängigen Hub des Schwebungssignals. Die Qualität der Stabilisierung änderte sich
folglich im Tagesverlauf. Um dieses Problem zu vermeiden werden die beiden Lichtfelder in
den Experimenten in Kapitel 5 durch Freistrahloptik überlagert. Sowohl für den Grund-
zustandskopplungslaser als auch für ausgekoppeltes Licht des Kontroll-Kopplungslasers
bei 960 nm wurde ein In-Loop-rms-Phasenrauschen von etwa 150 mrad gemessen. Zur
Bestimmung dieses Wertes wurde das In-Loop-Fehlersignal mit Hilfe eines Oszilloskops
aufgenommen. Die Aufnahmerate betrug dabei 10 MHz bei einer Messdauer von 100 ms.
Die Werte für das In-Loop-rms-Phasenrauschen des Grundzustandskopplungslasers und
des Kontroll-Kopplungslasers wurden im Rahmen der Experimente in Kapitel 5 bestimmt.
Zuvor wurden einige Verbesserungen an den Stabilisierungen der beiden Laser vorgenom-
men. Die hier gezeigten Werte sind also für die Experimente in Kapitel 4 nicht notwendi-
gerweise zutreffend. Eine entsprechende Bestimmung des Phasenrauschen wurde für die
dort vorgestellten Experimente nicht durchgeführt.

3.2.2 Out-Of-Loop-Bestimmung der Phasenstabilität

Um eine Out-Of-Loop-Bestimmung der Phasenstabilität der beiden auf den ULE-Reso-
nator stabilisierten Laser zu erhalten, stützen wir uns auf eine Idee aus Ref. [120]. Dort
wird benutzt, dass Licht, welches durch einen Hoch-Finesse-Resonator transmittiert wird,
bandpassgefiltert ist. Dieses transmittierte Licht enthält quasi nur Fourier-Komponenten,
die von der Trägerfrequenz des Lasers weniger als die Linienbreite des Resonators entfernt
sind. Wie in Ref. [121] kann man dieses Licht als Referenzlicht verwenden, um das hoch-
frequente Rauschen des Laserlichts zu bestimmen. Dazu wird das transmittierte Licht mit
Licht überlagert, das direkt aus dem Laser kommt. Das resultierende Schwebungssignal
wird gemessen, siehe Abb. 3.5. Zur transversalen Modenfilterung dient eine Monomoden-
faser. Die verwendete Photodiode (New Focus 1554 ) hat eine Bandbreite von 12 GHz.
Das Signal der Photodiode wird auf einem Spektrumanalysator (Agilent Exa N9010A)
gegeben. Zur Auswertung des rms-Phasenrauschens wird eine Funktion des Spektrum-

3Dies entspricht der Hyperfeinaufspaltung des Grundzustands von 87Rb .
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Abbildung 3.5: Aufbau zur Out-Of-Loop-Bestimmung der Phasenstabilität. Das durch
den ULE-Resonator transmittierte Licht wir mit Licht, welches direkt vom Laser kommt
überlagert und mittels Monomodenfaser auf eine Photodiode geschickt.

analysators verwendet, welche aus dem Schwebungssignal das integrierte Phasenrauschen
in einem wählbaren Frequenzintervall ermittelt. Es wird ein Frequenzintervall zwischen
50 kHz und 5 MHz gewählt. Die untere Grenze wurde größer als die Resonatorlinienbrei-
te von 23 kHz gewählt, während die obere Grenze so gewählt wird, dass die spektrale
Rauschleistung für höhere Frequenzen etwa so groß ist wie das Hintergrundrauschen bei
ausgeschalteten Lasern. Typischerweise beträgt das rms-Phasenrauschen in diesem In-
tervall σ = 130 mrad für den Signallaser und σ = 100 mrad für den Kopplungslaser bei
960 nm. Nach Frequenzverdopplung ist das Phasenrauschen doppelt so groß [122]. Für das
Kopplungslicht bei 480 nm ergibt sich also ein rms-Phasenrauschen von σ = 200 mrad.
Gemäß Gleichung (2.75) ergäbe sich V = 0.99 bzw. 0.98 für Abspeichern im Grund-
bzw. Rydberg-Zustand. Allerdings repräsentieren die hier gemessenen Werte von σ nur
ein relativ schmales Frequenzintervall. Für die Messungen in Kapitel 5 wurden einige
Verbesserungen an der Frequenzstabilisierung der Laser auf den ULE-Resonator vorge-
nommen. Die Bestimmung des rms-Phasenrauschens wurde nach diesen Verbesserungen
durchgeführt. Die Werte gelten also nicht notwendigerweise für die Experimente in Kapitel
4.

3.2.3 Strahlengänge

Für die Experimente in dieser Arbeit wird im Wesentlichen der optische Aufbau aus Refs.
[97,102] benutzt. Dieser wird hier kurz zusammengefasst, wobei Änderungen hervorgeho-
ben werden. Das Signallicht wird zunächst auf zwei separate AOM-Doppelpassstrecken
(Akustooptischer Modulator) aufgeteilt. Somit können für das Photon-Photon-Gatter
Leistung, Frequenz, zeitlicher Verlauf und Polarisation der zwei Signallichtpulse unab-
hängig voneinander eingestellt werden. Das Signallicht aus beiden Pfaden wird dann mit
polarisationserhaltenden Monomodenfasern zu einem optischen Aufbau geführt, der für
den rechts-zirkular polarisierten Anteil des Lichts eine Frequenzverschiebung erzeugt. Die-
ser wird in Abschnitt 3.3 separat beschrieben. Von dort gelangt das Signallicht durch eine
nicht-polarisationserhaltende Monomodenfaser zum Experiment. Durch die Faser erzeugte
Polarisationsdrehungen werden dort (siehe Abb. 3.6) mit Hilfe einer λ/2- und einer λ/4-
Wellenplatte kompensiert4 bevor das Signallicht mit einem Achromaten (f = 150 mm)

4Im Allgemeinen ist die Kombination aus λ/2- und λ/4-Wellenplatte nicht ausreichend um beliebige
Polarisationsdrehungen zu kompensieren. Für die Experimente in dieser Arbeit ist jedoch nur entschei-
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Abbildung 3.6: Strahlengang der EIT-Laser. Signallicht und Target-Kopplungslicht wer-
den mit Hilfe eines Dichroits überlagert und mit einem Achromaten (f = 150 mm) auf
den Ort der Atome fokussiert. Es ergeben sich Spotgrößen von 8µm bzw. 12µm. In ent-
gegengesetzter Richtung wird der Kontroll-Kopplungslaser eingestrahlt. Dieser wird auf
eine Spotgröße von 21µm für das Photon-Photon-Gatter und von 29µm für die Expe-
rimente in Kapitel 5 fokussiert. Senkrecht dazu wird das Grundzustandskopplungslicht
eingestrahlt und auf eine Spotgröße von 64µm fokussiert.

auf eine Spotgröße von ws = 8µm fokussiert wird. Mit einer solch kleinen Spotgröße
wird sichergestellt, dass der Abstand zwischen einem propagierenden Signalphoton und
einer gespeicherten Anregung transversal kleiner als der Blockaderadius (typischerweise
ist Rb ≈ 15µm) ist. Die Abhängigkeit der blockierten Suszeptibilität vom transversalen
Freiheitsgrad wird damit vernachlässigbar. Nach Passieren der Atome wird das Signallicht
durch ein Abbildungssystem mit einer numerischen Apertur von 0.19 in eine 10 m lange
nicht-polarisationserhaltende Monomodenfaser eingekoppelt und zum zweiten Teil des in
Abschnitt 3.3 beschriebenen optischen Aufbaus geführt. Von dort gelangt es über eine wei-
tere nicht-polarisationserhaltende Monomodenfaser5 zur in Abschnitt 3.4 beschriebenen
Detektion.

Die Leistung und zeitliche Sequenz der beiden Rydberg-Kopplungslaser wird durch
AOMs in Einzelpasskonfiguration eingestellt. Um die Positionsstabilität der beiden Laser
zu verbessern, wurden polarisationserhaltende Monomodenfasern eingebaut, mit denen

dend, dass |L〉- bzw. |R〉- Polarisation nach Passieren der Faser erhalten bleiben. Die Phase zwischen |L〉
und |R〉 ist für den Mechanismus des Photon-Photon-Gatters nicht ausschlaggebend. Die Phasenverschie-
bung, die ein Qubit auf dem Weg zum Detektor in Abwesenheit der Atome erhält, kann mit Hilfe eines
in Abschnitt 3.3 beschriebenen Phasenschiebers angepasst werden.

5Die beiden Monomodenfasern, die das Licht vom Experiment über den zweiten Teil des in Abschnitt
3.3 beschriebenen Aufbaus zur Detektion führen, sind insofern nicht-polarisationserhaltend, als Tempe-
raturänderungen zu Änderungen der Polarisation führen. Um dies zu verhindern, werden sie über die
gesamte Länge durch Plastikschläuche geführt, die ein stabiles Klima garantieren. Es zeigt sich, dass so-
mit die Polarisation über einige Monate stabil gehalten werden kann. Konstante Polarisationsdrehungen
werden mit Hilfe einer Kombination aus λ/2- und λ/4-Wellenplatte kompensiert.
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das Kopplungslicht zum Experiment geführt wird. Dort wird das Kopplungslicht mit di-
chroitischen Spiegeln mit dem Signallicht überlagert (siehe Abb. 3.6). Dabei wird das
Rydberg-Kopplungslicht für das propagierende Photon des Photon-Photon-Gatters ent-
lang der Ausbreitungsrichtung des Signallichts (kopropagierend) eingestrahlt, während
das Rydberg-Kopplungslicht zum Speichern in entgegengesetzte Richtung (kontrapropa-
gierend) dazu eingestrahlt wird. Die Spotgröße von ko- und kontrapropagierendem Kopp-
lungslicht sind 12µm bzw. 21µm für das Photon-Photon-Gatter. Dies stellt einen Kom-
promiss dar. Einerseits muss die Spotgröße deutlich größer als die des Signallichts sein,
da transversale Inhomogenitäten des Kopplungslichtfelds über das Profil des Signalstrahls
so gering wie möglich gehalten werden sollen. Andererseits muss diese klein genug sein,
um die notwendige Kopplungs-Rabi-Frequenz zu erreichen. Die Experimente in Kapitel
5 werden bei deutlich niedrigerer optischen Dicke als das Photon-Photon-Gatter durch-
geführt. Für gleiche Kompression des Pulses wird daher eine geringere Kopplungsleistung
benötigt. Um transversale Inhomogenitäten der Kopplungsintensität zu verringern, wurde
deshalb die Spotgröße des kontrapropagierenden Kopplungsstrahls auf 29µm vergrößert.

Der Grundzustandskopplungslaser wird senkrecht zur Ausbreitungsrichtung des Si-
gnallichts eingestrahlt, da er einen Übergang mit ∆mF = 0 treiben soll, der also nur an
π-polarisiertes Licht koppelt. Er wird mit einem Achromaten6 (f = 350 mm) auf eine
Spotgröße von 64µm fokussiert. Bei einer Länge des Mediums von etwa 60µm für das
Photon-Photon-Gatter ist dadurch eine nahezu homogene Ausleuchtung der Atome in
axialer Richtung möglich.

3.3 Optischer Aufbau zur polarisationsabhängigen

Frequenzverschiebung

Für die in dieser Arbeit gewählte Art des Quantenspeichers wird ein photonisches Qubit
in einer Überlagerung aus Rydberg- und Grundzustand gespeichert. Abb. 3.7 zeigt das
hierfür verwendete Energieniveauschema. Die Gründe für das hier gewählte Schema wer-
den in Abschnitt 4.2 diskutiert. Die Atome werden im Zustand |g〉 = |5S1/2, F = mF = 2〉
präpariert. Der links-zirkular polarisierte Anteil |L〉 des Signalphotons wird mittels Ryd-
berg-EIT über den Zwischenzustand |eL〉 = |5P3/2, F

′ = mF ′ = 3〉 im Rydberg-Zustand
|r〉 = |69S1/2〉 in Form eines Dicke-Zustands (siehe Abschnitt 2.2.2) abgespeichert. Der
Kontroll-Kopplungslaser treibt dabei den Übergang |eL〉 ↔ |r〉.

Der rechts-zirkular polarisierte Anteil |R〉 des Qubits soll dagegen im Grundzustand
|g′〉 = |5S1/2, F = mF = 1〉 abgespeichert werden. Da das Dipolmatrixelement für den
Übergang zwischen |g′〉 und dem Zustand |5P3/2, F = 3,mF = 1〉 aufgrund von ∆F = 2
verschwindet, wird der |R〉-Anteil des Photons mittels EIT in Λ-Konfiguration über den
Zwischenzustand |eR〉 = |5P3/2, F = 2,mF = 1〉 an den Zustand |g′〉 gekoppelt. Dabei
treibt der π-polarisierte Grundzustandskopplungslaser den Übergang |g′〉 ↔ |eR〉. Für
dieses Schema muss jedoch die Frequenz des |R〉-Anteils um die der Hyperfeinaufspal-
tung zwischen den Zuständen |5P3/2, F

′ = 2〉 und |5P3/2, F
′ = 3〉 entsprechenden Frequenz

6Der Grundzustandskopplungslaser passiert hierbei denselben Achromaten, der zum Fokussieren des
532 nm Fallenstrahls verwendet wird (siehe Abschnitt 3.1.2).
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Abbildung 3.7: Energieniveauschema des Quantenspeichers. |L〉-polarisiertes Licht wird
mittels Rydberg-EIT über den Zwischenzustand |eL〉 = |5P3/2, F

′ = mF ′ = 3〉 im
Rydberg-Zustand |r〉 = |69S1/2〉 gespeichert. Dagegen wird |R〉-polarisiertes Licht mit-
tels EIT in Λ-Konfiguration über den Zwischenzustand |eR〉 = |5P3/2, F

′ = 2,mF ′ = 1〉
im Grundzustand |g′〉 = |5S1/2, F

′ = mF ′ = 1〉 abgespeichert. Dafür muss die Frequenz
des |R〉-Anteils um die der Hyperfeinaufspaltung entsprechende Frequenz von 267 MHz
verschoben werden.

∆EHFS/h = 267 MHz verschoben werden. Abb. 3.8 zeigt die zwei Teile eines optischen Auf-
baus, der diese Frequenzverschiebung nur für den |R〉-Anteil des Signalphotons erzeugt
(in der Abbildung links) und für ein ausgelesenes Qubit wieder rückgängig macht (in der
Abbildung rechts). Details zu diesem Aufbau finden sich in Refs. [97, 123].

Die Polarisation eines einlaufenden Signalphotons wird durch eine λ/4-Wellenplatte
zunächst so gedreht, dass ein nachfolgender polarisierender Strahlteiler (PBS) effektiv
den links- und rechts-zirkular polarisierten Anteil voneinander trennt. Anschließend wird
nur der dem |R〉-Anteil entsprechende Strahl durch einen AOM geschickt. Dieser wird bei
einer der Hyperfeinaufspaltung ∆EHFS entsprechender Frequenz von fAOM = 267 MHz
betrieben. Der Einfallswinkel des Strahls erfüllt die Bragg-Bedingung der -1. Ordnung
des AOMs, weshalb die Frequenz des |R〉-Anteils um fAOM zu niedrigeren Werten ver-
schoben wird. Schließlich werden beide Teile mit Hilfe eines weiteren PBS rekombiniert
und die anfängliche Polarisationsdrehung wird durch eine λ/4-Wellenplatte rückgängig
gemacht. Insgesamt stellt dieser Aufbau ein modifiziertes Mach-Zehnder-Interferometer
(MZI) dar. Mit einer nicht-polarisationserhaltenden Monomodenfaser wird das Licht dann
zum Experiment geführt (siehe Abschnitt 3.2.3). Nach Passieren der Atome wird das Licht
mit einer weiteren nicht-polarisationserhaltenden Monomodenfaser zum zweiten Teil des
optischen Aufbaus geführt. Dort befindet sich ein nahezu identisches MZI, welches die
Frequenzverschiebung des |R〉-Anteils rückgängig macht. Dabei wird in diesem Fall die
Bragg-Bedingung der 1. Ordnung des AOMs erfüllt.

Differentielle Änderungen der optischen Weglängen der Inteferometerarme führen zu
Phasenverschiebungen zwischen dem |L〉- und |R〉-Anteil des Qubits. Die passive Sta-
bilität ist aufgrund thermischer Fluktuationen, insbesondere des AOM-Kristalls, nicht
ausreichend für die Experimente in dieser Arbeit. Die Phase muss daher aktiv stabili-
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Abbildung 3.8: Optischer Aufbau für die polarisationsabhängige Frequenzverschie-
bung eines Signalphotons. Der Aufbau besteht aus zwei modifizierten Mach-Zehnder-
Interferometern (MZIs). Im ersten MZI (in der Abbildung links) wird die Frequenz des
|R〉-Anteils des Signalphotons (rot) um 267 MHz verschoben. Nach Passieren der Ato-
me wird diese Frequenzverschiebung in einem zweiten MZI (in der Abbildung rechts)
rückgängig gemacht. Kontrapropagierendes Referenzlicht (gelb) und phase-locked-loops
(PLLs) stabilisieren die Interferometer gegen thermische Fluktuationen.

siert werden. Dies geschieht indem ein Referenzstrahl mit einer Wellenlänge von 785 nm
entgegen der Ausbreitungsrichtung des Signallichts durch beide Interferometer geschickt
wird. Mit Hilfe von Polarisationsoptik wird Referenzlicht aus beiden Interferometerarmen
zur Interferenz gebracht. Dadurch entsteht ein Schwebungssignal bei der AOM-Frequenz,
welches mit Hilfe eines phase-locked loops (PLL) auf einen Lokaloszillator stabilisiert
wird. Dabei werden beide Interferometer auf denselben Lokaloszillator stabilisiert, wobei
mit Hilfe eines Phasenschiebers die Phase angepasst werden kann, die einem Qubit nach
Passieren beider Interferometer aufgeprägt wird. In einem Zeitraum von 10 Stunden mit
einer Zeitauflösung von etwa einer Minute wurde für das Signallicht nach Passieren bei-
der stabilisierter Interferometer eine Standardabweichung der Phase von etwa 10 mrad
gemessen.

3.4 Detektion

Das in dieser Arbeit realisierte Photon-Photon-Gatter stellt eine Abbildung zwischen
Zwei-Qubit-Zuständen der Form |Ψ1Ψ2〉 dar, wobei |Ψ1〉 und |Ψ2〉 Polarisations-Qubits
gemäß Gleichung (2.55) sind. Wie in Abschnitt 2.4 beschrieben, lässt sich die Dichtema-
trix eines Zwei-Qubit-Zustands durch Messung in neun verschiedenen Kombinationen von
Polarisationsbasen rekonstruieren. Hierfür wird der in Abb. 3.9 schematisch dargestellte
Aufbau verwendet.

Signalphotonen werden nach Passieren des zweiten Teils des in Abschnitt 3.3 beschrie-
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Abbildung 3.9: Detektion. Signallicht wird durch einen 50:50 NPBS (nicht-polarisierender
Strahlteiler) auf zwei Detektionspfade aufgeteilt. Die drehbaren Wellenplatten können
jeweils so eingestellt werden, dass der nachfolgende PBS zwischen orthogonalen Polarisa-
tionen der Polarisationsbasen H/V , D/A und R/L aufspaltet. Die nachfolgenden SPCMs
detektieren entsprechend polarisierte Photonen.

benen optischen Aufbaus mit Hilfe einer Monomodenfaser zum Detektionspfad geführt.
Dort wird der Strahl durch einen 50:50 NPBS auf zwei Detektionspfade aufgeteilt. In je-
dem Pfad befindet sich ein Paar von Wellenplatten, die die Polarisation des einlaufenden
Photons so drehen, dass der nachfolgende PBS zwischen den orthogonalen Polarisationen
der drei Polarisationsbasen H/V , D/A und R/L aufspaltet. Die Polarisationsbasis der
zwei Pfade ist dabei unabhängig voneinander und motorisiert einstellbar. Jeweils zwei
Einzelphotonendetektoren (Excelitas SPCM CD-3515H ) detektieren Photonen der ent-
sprechenden Polarisation.

Für das Photon-Photon-Gatter wird zunächst das Kontrollphoton im atomaren Me-
dium abgespeichert. Anschließend propagiert das Target-Photon durch das Medium. Zu-
letzt wird das Kontrollphoton wieder ausgelesen. Kontroll- und Target-Photon können
also durch den Detektionszeitpunkt unterschieden werden.

Die Detektionseffizienz eines Einzelphotonendetektors beträgt etwa 50% bei einer Dun-
kelzählrate von etwa 10 Hz. Eine weitere Kenngröße der Detektion ist der gemessene Grad
der Polarisation des Signallichts in Abwesenheit der Atome. Dieser hängt je nach Polari-
sation von der Stabilität der Interferometer in Abschnitt 3.3, von der Qualität der ver-
wendeten Polarisationsoptik und von deren Justage ab. Für verschiedene Polarisationen
wurde für den Grad der Polarisation jeweils ein Wert von mindestens 97% gemessen.

3.5 Bestimmung der atomaren Dichte

Zur Bestimmung der atomaren Dichte stehen im Experiment drei Möglichkeiten zur
Verfügung. Sie beruhen alle darauf, dass die Transmission eines Laserstrahls durch das
atomare Medium gemessen wird. So wird bei der ersten Variante ein EIT-Signalstrahl
verwendet, der entlang der z-Richtung propagiert (siehe Abbildung 3.10) und dessen
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Abbildung 3.10: Strahlengänge für die Bestimmung der atomaren Dichte. Mit Hilfe des
EIT-Signallichts, welches entlang der z-Achse propagiert wird ein Absorptionsspektrum
aufgenommen, mit dem die atomare Dichte bestimmt werden kann. Zwei Abbildungssys-
teme bilden die atomare Wolke auf je eine Digitalkamera ab (Andor bzw. ImagingSource).
Aus dem daraus entstehenden Absorptionsbild kann unter Kenntnis der Wolkengeometrie
ebenfalls die atomare Dichte bestimmt werden.

Spotgröße von 8µm typischerweise kleiner als die transversale 1D rms-Breite σ des in
Abschnitt 3.1 beschriebenen zylinderförmigen Mediums ist. Durch eine Monomodenfaser
gelangt das transmittierte Licht zum in Abschnitt 3.4 beschriebenen Detektionsaufbau,
wo dessen Intensität mit Einzelphotonendetektoren gemessen wird. Darüber hinaus ste-
hen zwei Abbildungssysteme zur Verfügung, die das atomare Medium auf Digitalkame-
ras abbilden. Für das erste Abbildungssystem wird ein Abbildungsstrahl mit Hilfe eines
Strahlteilers (BS) und eines entnehmbaren Spiegels entlang der Richtung des Signalstrahls
durch das Medium geschickt. Die Spotgröße des Abbildungsstrahls ist deutlich größer als
die 1D rms-Breite des Mediums, sodass dieses komplett auf einer Digitalkamera (An-
dor iXon87) abgebildet wird. Dieses Abbildungssystem wird im Folgenden als Andor-
Abbildung bezeichnet. Für die Verwendung eines zweiten Abbildungssystems passiert der
Teil des Abbildungsstrahls, der durch den Strahlteiler (BS) transmittiert wird, die Atom-
wolke senkrecht zur Richtung des Signalstrahls (y-Richtung) und bildet die Wolke auf
einer weiteren Digitalkamera (ImagingSource DMK 31BF03) ab. Auch für diesen Pfad ist
die Spotgröße des Abbildungsstrahls deutlich größer als die Ausmaße der Atomwolke. Die-
ses Abbildungssystem wird im Folgenden als ImagingSource-Abbildung bezeichnet. Bei
Verwendung je eines Abbildungssystems wird kein Licht in den Strahlengang des jeweils
anderen Abbildungssystems geschickt, um unnötiges Streulicht zu vermeiden.

Die drei Systeme bringen Vor- und Nachteile mit sich, die im Folgenden beschrieben
werden. Zunächst werden die beiden Abbildungssysteme betrachtet. Das von den Digital-
kameras aufgenommene Absorptionsbild liefert die optische Dicke OD(x, y) als Funktion
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der Koordinaten x und y, die die Ebene am Ort der Atome senkrecht zum Abbildungs-
strahl parametrisieren. Die Atomzahl N ist dann durch die Beziehung∑

x,y

OD(x, y)∆x∆y = σabs(∆)N (3.2)

gegeben. Dabei ist σabs der Absorptionsquerschnitt der Atome für den Abbildungsstrahl,
der von der Verstimmung ∆ des Abbildungslichts abhängt. ∆x und ∆y sind die effektive
Breite und Höhe eines Pixels am Ort der Atome. Für die in dieser Arbeit verwendeten
Kamerasysteme gilt stets ∆x = ∆y. Um aus der Atomzahl die atomare Dichte zu be-
stimmen, muss darüber hinaus die Geometrie der Atomwolke bekannt sein. Für das in
Abschnitt 3.1 beschriebene zylinderförmige Medium der Länge L mit einer transversalen
gaußschen Dichteverteilung mit einer 1D rms-Breite von σ, gilt für die Spitzendichte

nP =
N

2πσ2L
(3.3)

mit σ = 1
ω

√
kBT/m, wobei ω die transversale Fallenfrequenz ist. Dabei wird angenom-

men, dass das Medium longitudinal homogen ist. Insgesamt müssen zur Bestimmung der
atomaren Dichte durch eine Absorptionsabbildung die fünf Größen σabs, ∆x, ω, T und L
bekannt sein, die potentiell fehlerbehaftet sein können. Die Fallenfrequenz ω muss dabei
in einer unabhängigen Messung bestimmt werden. Die Temperatur T dagegen wird in
einer Fallzeitmessung bestimmt und hängt selbst von der Pixelgröße ∆x ab.

Für die Andor-Abbildung wurde ∆x im Rahmen früherer Experimente zur Untersu-
chung von BECs genau bestimmt [114]. Außerdem wird der Theoriewert σabs(0) = 3λ2/2σ
für den Übergang |5S1/2, F = mF = 2〉 ↔ |5P3/2, F = mF = 3〉 verwendet. Wie in Ab-
bildung 3.10 erkennbar ist, kann dieses Abbildungssystem aber nicht gleichzeitig zur
Durchführung von Experimenten mit EIT-Strahlen betrieben werden, da der entnehmba-
re Spiegel vor der Vakuumkammer die EIT-Strahlen blockieren würde. Darüber hinaus
muss der entnehmbare Spiegel nach der Vakuumkammer entfernt werden, sodass das EIT-
Signallicht nicht mehr zum Detektionsaufbau geführt werden kann. Für diesen Zweck
wurde die ImagingSource-Abbildung aufgebaut, für die σabs und ∆x weniger gründlich
charakterisiert wurde. Für σabs bei ∆ = 0 wurde derselbe Theoriewert wie für die Andor-
Abbildung verwendet. Im Gegensatz zur Andor-Abbildung wurden hier aber die Polarisa-
tion des Lichts und die Richtung des Magnetfelds (siehe Abschnitt 3.1.1) weniger präzise
eingestellt, was zu deutlich größeren Unsicherheiten für σabs führt.

Eine direktere Methode zur Bestimmung der atomaren Dichte basiert auf der Be-
stimmung der optischen Dicke des Mediums mit Hilfe eines EIT-Signalstrahls. Hier-
bei wird die Transmission des Mediums als Funktion seiner Verstimmung gemessen.
Der Signallaser treibt dabei den geschlossenen Übergang zwischen dem Grundzustand
|g〉 = |5S1/2, F = mF = 2〉 und dem Zustand |e〉 = |5P3/2, F

′ = mF ′ = 3〉. Durch Kurven-
anpassung der Funktion T (∆s) = e−OD0L(∆s) an die Daten erhält man die optische Di-
cke auf Resonanz OD0. Dabei beschreibt L(∆s) = 1/ [1 + (2∆s/Γ)2] die Lorentz-förmige
Abhängigkeit der optischen Dicke von der Verstimmung ∆s des Signalstrahls, welche sich
aus Gleichung (2.11) für verschwindende Leistung des Kopplungslasers ergibt. Die optische
Dicke auf Resonanz hängt gemäß OD0 = σabs(0)%L von der atomaren Dichte % des Medi-
ums ab, wobei L die Länge des Mediums ist. Da |g〉 ↔ |e〉 ein geschlossener Übergang ist,
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Abbildung 3.11: Dichte, ermittelt aus einem Absorptionsspektrum des Signalstrahls (blau)
und Dichte, ermittelt aus einer Absorptionsabbildung mit der Andor-Abbildung (rot) als
Funktion der Dichte, ermittelt aus einer Absorptionsabbildung mit der ImagingSource-
Abbildung. Ursache für die Diskrepanz zwischen der mit Hilfe des Absorptionsspektrums
und der ImagingSource-Abbildung bestimmten Dichten kann ein von null verschiedener
Winkel zwischen der Quantisierungsachse der Atome und der Richtung des Abbildungs-
strahls der ImagingSource-Abbildung sein.

ist der Absorptionsquerschnitt auf Resonanz σabs(0) = 3λ2/2π, wobei λ die Wellenlänge
des Übergangs ist. Auch in diesem Fall hat eine Diskrepanz zwischen Signalstrahlrichtung
und Richtung der Quantisierungsachse Einfluss auf den Absorptionsquerschnitt σabs(0).
Für die Experimente in Kapitel 4 und 5 ist die Richtung der Quantisierungsachse von
zentraler Bedeutung. Aus diesem Grund wurde diese genau eingestellt, sodass die Ab-
sorption des Signalstrahls durch das Medium maximal ist. Darüber hinaus wurde auch
die Polarisation des Signalstrahls feinjustiert, indem die Absorption maximiert wurde.
Insgesamt hängt diese Methode zur Bestimmung der atomaren Dichte von nur zwei po-
tentiell fehlerbehafteten Größen ab, nämlich σabs und L. Darüber hinaus sind diese zwei
Größen relativ genau bekannt. Im Vergleich zur Aufnahme eines Absorptionsbildes, ist die
Aufnahme eines Absorptionsspektrums mit gutem Signal-zu-Rausch-Verhältnis mit Hilfe
von Einzelphotonendetektoren deutlich zeitintensiver. Für die Bestimmung der atomaren
Dichten in Kapitel 4 und 5 wird daher die ImagingSource-Abbildung verwendet. Dies
bietet die Möglichkeit die atomare Dichte für jede präparierte Atomwolke zu bestimmen.

Im Rahmen von Kapitel 5 wurde eine Kalibrierungsmessung der durch die Imag-
ingSource-Abbildung gewonnenen Dichten vorgenommen. Dafür wurden atomare Wolken
mit verschiedenen Dichten präpariert und die mit Hilfe eines Absorptionsspektrums be-
stimmte Dichte mit der durch die ImagingSource-Abbildung bestimmten Dichte verglichen
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(siehe blaue Datenpunkte in Abbildung 3.11). Darüber hinaus zeigen die roten Datenpunk-
te in Abbildung 3.11 die entsprechenden Dichten, welche mit Hilfe der Andor-Abbildung
bestimmt wurden. Die Linien zeigen jeweils die Kurvenanpassung einer Ursprungsgera-
den. Die gute Übereinstimmung deutet zumindest im hier dargestellten Dichtebereich auf
einen linearen Zusammenhang der drei Methoden hin. Idealerweise sollte die Steigung der
Geraden 1 sein. Für den Zusammenhang zwischen Andor-Abbildung und ImagingSource-
Abbildung (rote Gerade) ergibt sich jedoch eine Steigung von 1.37 und für den Zusam-
menhang zwischen Abbildungsspektrum und ImagingSource-Abbildung sogar von 2.21.
Mögliche Ursachen für diese Abweichungen wurden bereits oben beschrieben. Aus diesem
Grund wurden alle in Kapitel 5 angegebenen Dichten, die mit Hilfe der ImagingSource-
Abbildung gewonnen wurden, bereits mit einem Faktor 2.21 multipliziert. Während die
ImagingSource-Abbildung zur schnellen Datenaufnahme verwendet wird, wird zur Kali-
brierung der resultierenden atomaren Dichten also der Vergleich mit einem Absorptionss-
pektrum herangezogen.
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Kapitel 4

Ein Photon-Photon-Quantengatter
basierend auf
Rydberg-Rydberg-Wechselwirkung

In diesem Kapitel wird die experimentelle Realisierung eines Photon-Photon-Quanten-
gatters präsentiert. Zunächst werden in Abschnitt 4.1 Experimente vorgestellt, die die
konzeptionelle Grundlage des Photon-Photon-Gatters bilden. Zum einen wird gezeigt wel-
chen Einfluss EIT auf die Spektren für die Transmission und die Phasenverschiebung eines
Signallichtpulses haben. Zum anderen wird ein Experiment präsentiert, bei dem ein ein-
zelnes als Rydberg-Anregung in einem kalten, atomaren Medium abgespeichertes Photon
eine Phasenverschiebung von π für ein durch dasselbe Medium propagierendes Photon er-
zeugt. Abschnitt 4.2 diskutiert und charakterisiert einen photonischen Quantenspeicher,
bei dem der rechts-zirkular polarisierte Anteil eines Qubits in einem nicht wechselwir-
kenden Grundzustand abspeichert wird, während der links-zirkular polarisierte Anteil in
einem stark wechselwirkenden Rydberg-Zustand abgespeichert wird. In Abschnitt 4.3 wird
schließlich die Realisierung eines Photon-Photon-Quantengatters präsentiert, bei dem Er-
kenntnisse und Komponenten verwendet werden, die in den vorherigen Abschnitten vor-
gestellt wurden. Die Ergebnisse aus Abschnitt 4.1 und 4.2 wurden bereits in der Disserta-
tion [97] ausführlich dargestellt, die aus Abschnitt 4.3 hingegen nicht. Außerdem wurden
die wesentlichen Ergebnisse aus Kapitel 4 in Refs. [94, 95] publiziert und die Ergebnisse
aus Abschnitt 4.2 in der Masterarbeit [123] vorgestellt.

4.1 Phasenverschiebung durch ein einzelnes gespei-

chertes Photon

Die Realisierung des Photon-Photon-Quantengatters in dieser Arbeit basiert darauf, dass
ein Lichtpuls, der nur ein Photon enthält, eine Phasenverschiebung von π für einen zweiten
Lichtpuls erzeugt. In diesem Abschnitt wird ein Experiment präsentiert, welches eine sol-
che Phasenverschiebung von π demonstriert. Dazu wird zunächst ein Kontrollphoton mit-
tels EIT als Rydberg-Anregung in einer kalten Wolke aus 87Rb-Atomen abgespeichert (sie-

53
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Abbildung 4.1: Energieniveauschema für die Messung der konditionierten Phasenverschie-
bung. (a) σ−-polarisiertes Signallicht des Kontrollpulses wird mittels Rydberg-EIT im
Zustand |rc〉 = |69S1/2〉 gespeichert. (b) Das Signallicht für den Target-Puls ist eine
Überlagerung aus σ−- und σ+-polarisiertem Licht. Der σ−-Anteil treibt einen geschlosse-
nen Übergang, der ein großes Dipolmatrixelement aufweist und somit zu einer großen kon-
ditionierten Phasenverschiebung führt. Der σ+-Anteil erfährt eine vernachlässigbare Pha-
senverschiebung und dient als Phasenreferenz für den σ−-Anteil. Das Target-Signalphoton
wird mittels Kopplungslaser an den Rydberg-Zustand |rt〉 = |67S1/2〉 gekoppelt.

he Abschnitt 2.2.2). Anschließend wird ein Target-Photon durch das Medium geschickt,
welches mittels EIT an einen weiteren Rydberg-Zustand gekoppelt ist und nicht abge-
speichert wird. Das Target-Photon erhält eine konditionierte Phasenverschiebung (siehe
Abschnitt 2.3) in Anwesenheit der Rydberg-Anregung, die von der Wahl verschiedener
Parameter abhängt. Schließlich wird das Kontrollphoton wieder ausgelesen.

Zur Realisierung des Experimentes wird weitestgehend der in Kapitel 3 präsentierte
experimentelle Aufbau verwendet. Es gibt jedoch geringfügige Abweichungen. Zum einen
werden die Atome nicht im Zustand |F = mF = 2〉, sondern in Zustand |F = 2,mF = −2〉
präpariert. Zum anderen war der in Abschnitt 3.3 beschriebene optische Aufbau zum Zeit-
punkt der Durchführung des Experiments noch nicht in Verwendung. Stattdessen wird Si-
gnallicht für Kontroll- und Target-Puls direkt von der jeweiligen AOM-Doppelpassstrecke
mittels polarisationserhaltender Monomodenfaser zum Experiment geführt. Nach Pas-
sieren der Atome wird das Signallicht über eine nicht-polarisationserhaltende Monomo-
denfaser direkt zur Detektion geführt. Dort stand zum Zeitpunkt der Durchführung des
Experiments nur ein Detektionspfad zur Verfügung (siehe Abb. 3.9).

Um für das Target-Photon eine möglichst große konditionierte Phasenverschiebung zu
erhalten, muss gemäß Gleichung (2.54) zum einen der Blockaderadius Rb und zum ande-
ren die Differenz |χb − χu| möglichst groß sein. Beide Kriterien motivieren die in Abb. 4.1
dargestellten Energieniveauschemata für Kontroll- und Target-Puls. Kontroll- und Target-
Photon werden mittels EIT an die Rydberg-Zustände |rc〉 = |69S1/2, F = 2,mF = −2〉
bzw. |rt〉 = |67S1/2, F = 2,mF = −2〉 gekoppelt. |rc〉 und |rt〉 weisen dabei eine Förster-
Resonanz auf (siehe Abschnitt 2.1.4), sodass sich ein Van-der-Waals-Koeffizient von C6 =
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2.3 × 1023 a.u. ergibt. Daraus wiederum ergibt sich ein, bezogen auf die Hauptquanten-
zahlen, verhältnismäßig großer Blockaderadius.

Gemäß Gleichungen (2.11) und (2.12) skaliert die Suszeptibilität χ, und damit die
konditionierte Phasenverschiebung des Target-Signallichts gemäß Gleichung (2.54), mit
|dge|2, wobei dge das Dipolmatrixelement zwischen den Zuständen |g〉 und |e〉 ist. Das
Target-Signallicht besteht aus einem σ−- und einem σ+-polarisierten Anteil. Dabei ist die
konditionierte Phase, die der σ−-polarisierte Anteil aufgrund des Kontrollphotons erfährt
Gegenstand des in diesem Abschnitt präsentierten Experimentes. Der σ−-Anteil treibt
dabei den Übergang zwischen dem Grundzustand |g〉 = |5S1/2, F = 2,mF = −2〉 und
dem Zustand |e〉 = |5P3/2, F

′ = 3,mF ′ = −3〉. Dies ist ein geschlossener Übergang und
weist das größte Dipolmatrixelement dge ausgehend von einem Grundzustand in 87Rb
auf. Der σ+-polarisierte Anteil dagegen treibt den Übergang zwischen den Zuständen |g〉
und |5P3/2, F

′ = 3,mF ′ = −1〉. Dieser Übergang weist ein um den Faktor
√

15 kleineres
Dipolmatrixelement auf. Der σ+-polarisierte Anteil erfährt daher eine vernachlässigbare
Phasenverschiebung. Er dient als Phasenreferenz für den σ−-polarisierten Anteil. Eine
Phasenverschiebung des σ−-polarisierten Anteils kann dann als Polarisationsdrehung des
transmittierten Signallichts detektiert werden. Für ein einlaufendes Target-Photon, be-
schrieben durch den Polarisationszustand |ψin〉 = c+ |σ+〉 + c− |σ−〉, hängt dann der Zu-
stand des auslaufenden Target-Photons davon ab, ob 0 oder 1 Kontrollphoton abgespei-
chert wurde, sodass

|ψout,0〉 ∝
(
c+ |σ+〉+ c−e

−OD0/2eiϕ0 |σ−〉
)
⊗ |0〉

|ψout,1〉 ∝
(
c+ |σ+〉+ c−e

−OD1/2eiϕ1 |σ−〉
)
⊗ |1〉 ,

(4.1)

wobei ODj und ϕj die optische Dicke und die Phasenverschiebung sind, die |σ−〉 erfährt,
falls j Kontrollphotonen abgespeichert wurden. ∆ϕ = ϕ1−ϕ0 ist die konditionierte Pha-
senverschiebung.

Nach Gleichungen (2.54) und (2.11) beeinflusst außerdem Signal- und Kopplungs-
verstimmung (∆s,t bzw. ∆c,t) des Target-Pulses die konditionierte Phasenverschiebung.
Während für den Kontrollpuls Signal- und Kopplungsverstimmung ∆s,c = ∆c,c = 0
gewählt werden um die Speichereffizienz zu optimieren, stellt die Wahl von ∆s,t ≈ ∆c,t < 0
einen Kompromiss dar. Zum einen soll die Phasenverschiebung gemäß Gleichung (2.54)
groß sein. Zum anderen sollte die Transmission durch das Medium nicht zu klein sein,
um eine für das Experiment angemessene Messdauer zu garantieren. Neben der Wahl der
Energieniveauschemata und den Verstimmungen der EIT-Laser hängt die konditionierte
Phase gemäß Gleichung (2.54), (2.11) und (2.12) linear von der atomaren Dichte % ab.
Die Länge L des Mediums beeinflusst darüber hinaus die optische Dicke und damit die
Transmission der Signalphotonen durch das Medium.

Um die konditionierte Phase und Transmission zu optimieren stehen im Experiment
neben der Wahl der atomaren Zustände also vier Parameter zur Verfügung (∆s,t, ∆c,t,
%, L). Die Abhängigkeit der konditionierten Phase und der Transmission von diesen vier
Parametern in einem großen Bereich experimentell zu untersuchen, ist sehr aufwendig
und daher praktisch nicht umsetzbar. Bereits die Betrachtung der Spektren der Trans-
mission und der Phasenverschiebung eines Signallichtpulses mit an- und ausgeschaltetem
Kopplungslaser gibt jedoch Aufschluss über die zu erwartende konditionierte Phasenver-
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Abbildung 4.2: Spektren der Transmission (a) und der Phasenverschiebung (b) im Fall
von angeschaltetem Kopplungslaser (blau) und ausgeschaltetem Kopplungslaser (rot).
Bei einer Signalverstimmung von ∆s/2π = −10 MHz ergibt sich eine besonders große
Phasendifferenz zwischen den beiden Fällen, während die Transmission moderat ist.

schiebung und Transmission. Wie in Abschnitt 2.3 beschrieben, ist der blockierte Wert
der Suszeptibilität χb gemäß Gleichung (2.51) durch die eines Zwei-Niveau-Atoms gege-
ben. Das Spektrum der Phasenverschiebung eines Signalpulses mit ausgeschaltetem Kopp-
lungslaser gibt also Aufschluss über χb, wenn die Länge des Mediums L bekannt ist. Der
unblockierte Wert χu dagegen entspricht dem Grenzfall für den die gespeicherte Rydberg-
Anregung für das propagierende Signalphoton keine Rolle spielt. Das EIT-Spektrum der
Phasenverschiebung mit angeschaltetem Kopplungslaser gibt also Aufschluss über χu.
Unter Kenntnis des Blockaderadius Rb lässt sich damit die zu erwartende konditionierte
Phasenverschiebung vorhersagen.

Abb. 4.2 zeigt gemessene Spektren der Phasenverschiebung und Transmission eines
Signallichtpulses durch ein atomares Medium der Länge L = 61µm bei einer atomaren
Dichte von 1.8 × 1012 cm−3 und einer Temperatur von T = 0.5µK. Zur Messung des
Spektrums wird ein 3.3µs langer rechteckiger Signalpuls durch das Medium geschickt.
Der Signallaser wird dabei soweit abgeschwächt, dass ein Puls im Mittel 〈nt〉 = 0.9 Pho-
tonen enthält. Während eines Pulses ist die Verstimmung des Signallichts ∆s konstant.
Innerhalb einer Sekunde werden mit einer Wolke 104 Experimente durchgeführt, wobei
die Signalverstimmung von Experiment zu Experiment verschoben wird. Für die Mes-
sung der Transmission und Phasenverschiebung im Fall von Rydberg-EIT (blaue Daten-
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Abbildung 4.3: Zeitliche Sequenz für die Messung der konditionierten Phasenverschiebung.

punkte) ist während des Signalpulses der Kopplungslaser für 4.1µs angeschaltet. Seine
Leistung beträgt Pc,t = 22 mW, was einer Rabi-Frequenz von Ωc/2π = 18 MHz ent-
spricht. Durch Kurvenanpassung der Funktion T = e−OD0 an die Transmissionsdaten
im Fall von Rydberg-EIT in Abb. 4.2 (a) (blaue Linie), wobei OD0 = ωs

c
LIm(χ) gilt

und χ durch Gleichung (2.11) gegeben ist, erhält man dabei Werte für die Kopplungs-
verstimmung von ∆c/2π = 9.2(3) MHz, für die Rabi-Frequenz des Kopplungslasers von
Ωc/2π = 10.4(3) MHz, für die Dekohärenzrate zwischen |rt〉 und |g〉 von γrg = 2.2(7)/ µs
und für die optische Dicke von ODmax = 26(1). Dabei ist ODmax die maximale opti-
sche Dicke für das Signallicht auf Resonanz, falls das Kopplungslicht ausgeschaltet wäre.
Für die Messung der Transmission und Phasenverschiebung für ein Zwei-Niveau-System
(rote Datenpunkte) ist das Kopplungslicht ausgeschaltet. Kurvenanpassung der Funktion
T = e−OD0 liefert eine optische Dicke von ODmax = 26.3(3). Die durchgezogenen Li-
nien in Abb. 4.2 (b) sind durch den Realteil von Gleichung (2.11) mit den durch die
Kurvenanpassung ermittelten Werte in (a) gegeben. Für eine Signalverstimmung von
∆s/2π = −10 MHz ergibt sich daraus im Fall des angeschalteten Kopplungslasers eine
Phasenverschiebung von ϕon = −3.0 rad und im Fall des ausgeschalteten Kopplungslasers
von ϕoff = +3.6 rad.

Zur Messung der konditionierten Phasenverschiebung, die der Target-Puls in Anwe-
senheit des Kontrollpulses erfährt wird die in Abb. 4.3 dargestellte zeitliche Sequenz ver-
wendet. Die Sequenz beginnt mit dem Kontrollpuls. Die Einhüllende des Signalpulses ist
dabei durch eine Gauß-Funktion gegeben, die in der Mitte abgeschnitten wurde. Ohne
Abschneiden hätte die Gauß-Funktion eine rms-Breite von 0.2µs. Im Mittel besitzt der
Kopplungspuls 〈nc〉 = 0.6 Photonen. Das Kopplungslicht ist für 1µs angeschaltet. Die
Leistung des Kopplungslasers für den Kontrollpuls beträgt typischerweise Pc,c = 70 mW.
Das entspricht einer Rabi-Frequenz von Ωc,c/2π = 18 MHz. Nach einer Dunkelzeit von
0.3µs beginnt der Target-Puls. Der Signalpuls ist durch einen 3.3µs langen Rechteck-
puls gegeben und besitzt im Mittel 〈nt〉 = 0.9 Photonen. Es wird eine Verstimmung von
∆s/2π = −10 MHz gewählt. Das Kopplungslicht ist für 4.1µs angeschaltet. Die Parameter
des Kopplungslichts werden dabei wie in der Messung der EIT-Spektren gewählt. Schließ-
lich wird nach einer Dunkelzeit von 0.4µs das Kontroll-Kopplungslicht für 1.5µs ange-
schaltet um das Kontrollphoton wieder auszulesen. Dies gelingt mit einer Effizienz von et-
wa 7%. Für die in diesem Experiment verwendeten Dichten tritt für den Rydberg-Zustand
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Abbildung 4.4: Konditionierte Phasenverschiebung. (a) Die Phasenverschiebung ϕ0 in
Abwesenheit des Kontrollpulses und die Phasenverschiebung ϕ1 in Anwesenheit des Kon-
trollpulses hängen linear von der atomaren Dichte % ab. Die Steigungen sind aufgrund der
Rydberg-Blockade jedoch unterschiedlich. (b) Die konditionierte Phasenverschiebung ∆ϕ
erreicht für die größte Dichte einen Wert von 3.3(2) rad.

|rc〉 = |69S1/2〉 aufgrund der Wechselwirkung zwischen Rydberg- und Grundzustandsato-
men (siehe Abschnitt 2.2.3) eine ausgeprägte Oszillation der Schreib-Lese- Effizienz gemäß
Gleichung (2.49) auf. Die Zeit zwischen Speichern und Auslesen des Kontrollphotons, und
somit die Länge des Target-Pulses, wird so gewählt, dass das Kontrollphoton nach einer
Oszillationsperiode auf einem Maximum ausgelesen wird. Die Temperatur bzw. Länge des
Mediums betragen wie bei der Messung der EIT-Spektren 0.5µK bzw. 61µm.

Abb. 4.4 (a) zeigt die Phasenverschiebungen ϕ0 (blau) bzw. ϕ1 (grün) des Target-
Photons in Abwesenheit bzw. Anwesenheit des Kontroll-Pulses als Funktion der atoma-
ren Dichte %. Dabei wurden die Daten für ϕ1 auf die Detektion eines Kontrollphotons
postselektiert. Abb. 4.4 (b) zeigt die konditioniert Phasenverschiebung ∆ϕ = ϕ1 − ϕ0

des Target-Photons als Funktion der atomaren Dichte %. Abb. 4.4 (b) zeigt, dass eine
konditionierte Phasenverschiebung von π erreicht wird, wobei der Datenpunkt mit der
größten Dichte eine konditionierte Phasenverschiebung von 3.3(2) rad erreicht. Die Visi-
bility des Target-Photons für den Fall, dass ein Kontrollphoton erfolgreich gespeichert
und ausgelesen wurde, lässt sich durch Polarisations-Tomographie bestimmen und be-
trägt V = 0.75± 0.14. Diese ist ein wichtiger, limitierender Faktor für die postselektierte
Fidelity des in Abschnitt 4.3 präsentierten Photon-Photon-Gatters.
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4.2 Ein photonischer Quantenspeicher

Im vorherigen Abschnitt wurde die konditionierte Phasenverschiebung auf die Anwesen-
heit bzw. die Abwesenheit eines Kontrollphotons bezogen. Im Prinzip könnte die Anwe-
senheit oder Abwesenheit eines Kontrollphotons als Qubit dienen. Jedoch bringt diese
Form des Qubits einige Probleme mit sich. Zum Beispiel können Photonenverluste eine
Veränderung des Qubit-Zustandes bewirken. Darüber hinaus ist es in der Praxis schwierig
Superpositionen zwischen beiden Zuständen herzustellen.

Stattdessen soll die Polarisation der Photonen als Qubit dienen. Das in Abschnitt
4.3 vorgestellte Photon-Photon-Quantengatter stellt also eine Abbildung zwischen Zwei-
Qubit-Zuständen der Form |ΨcΨt〉 dar, wobei |Ψc〉 und |Ψt〉 Polarisations-Qubits gemäß
Gleichung (2.55) sind. Dabei soll nur der Zwei-Photonen-Zustand |LL〉, also wenn sowohl
Kontroll- als auch Target-Photon links-zirkular polarisiert sind, eine konditionierte π-
Phasenverschiebung erhalten.1 Die nötige Wechselwirkung zwischen den L-Komponenten
der Photonen wird wie im vorherigen Abschnitt erreicht, indem der |L〉-Anteil des Kon-
trollphotons |Ψc〉 im Medium als Rydberg-Anregung im Zustand |rc〉 = |69S1/2〉 abgespei-
chert wird und das Target-Photon |Ψt〉 anschließend durch das Medium propagiert, wobei
die |L〉-Komponente mittels EIT an einen weiteren Rydberg-Zustand |rt〉 = |67S1/2〉 ge-
koppelt wird. Die |R〉-Komponente des Target-Photons treibt dabei einen Übergang mit
sehr kleinem Dipolmatrixelement und erhält daher eine vernachlässigbare Phasenverschie-
bung. Da der |L〉- und |R〉- Anteil des Kontrollphotons zur Detektion des Polarisationszu-
standes zur Interferenz gebracht werden muss, muss der |R〉-Anteil um die gleiche Dauer
wie der im Zustand |rc〉 gespeicherte |L〉-Anteil verzögert werden. Der |R〉-Anteil des Kon-
trollphotons wird daher wie in Abschnitt 3.3 beschrieben und in Abb. 3.7 dargestellt im
Grundzustand |g′〉 = |5S1/2, F = mF = 1〉 abgespeichert, wobei die Atome anfangs im Zu-
stand |g〉 = |5S1/2, F = mF = 2〉 präpariert werden. Die Population im Zustand |g′〉 hat
nahezu keinen Einfluss auf die optischen Eigenschaften des Mediums für den nachfolgen-
den Target-Puls. Das Target-Photon erhält daher für ein |R〉-polarisiertes Kontrollphoton
keine konditionierte Phasenverschiebung.

In Abwesenheit des Target-Pulses kann das Speichern und Auslesen eines photonischen
Qubits für sich selbst als photonischer Quantenspeicher verstanden werden. Im Folgenden
werden eine Reihe von Messungen vorgestellt, die diesen Quantenspeicher bei Parametern
ähnlich derer für das Photon-Photon-Quantengatter charakterisieren.

Abb. 4.5 (a) zeigt den zeitlichen Verlauf der Schreib-Lese-Effizienz η(t) des |L〉- und
|R〉-polarisierten Anteils des Signallichts bei einer Dichte von % = 2× 1012 cm−3 als Funk-
tion der Dunkelzeit t. Abb. 4.5 (b) zeigt den Azimuth des ausgelesenen Lichts, also die
mittels Polarisationstomographie bestimmte Phase zwischen |L〉 und |R〉. Für die Mes-
sung wird eine Überlagerung aus |L〉- und |R〉-polarisiertem Licht in das Medium geschickt
und abgespeichert. Die Leistung der Kopplungslaser beträgt 210 mW für den Rydberg-
Kopplungslaser und etwa 1µW für den Grundzustands-Kopplungslaser. Die Ausleseeffizi-

1Zusätzliche Einzel-Qubit-Phasenverschiebungen führen dazu, dass in Abschnitt 4.3 tatsächlich nur der
Zwei-Photonen-Zustand |RL〉 eine π-Phasenverschiebung erhält und alle anderen Zustände unverändert
bleiben. Die entscheidende Wechselwirkung findet aber dennoch zwischen |L〉-polarisierten Photonen
statt.
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Abbildung 4.5: Dunkelzeitabhängigkeit (a) der Auslesseeffizienzen für |L〉-polarisiertes
Licht (rot) und |R〉-polarisiertes Licht (blau) und (b) des Azimuths. Eine Überlagerung
aus |L〉- und |R〉-polarisiertem Licht wird im Medium mittels EIT in einem Rydberg- bzw.
einem Grundzustand abgespeichert und nach variabler Dunkelzeit ausgelesen.

enz des |L〉-Anteils zeigt deutliche Oszillationen bezüglich der Dunkelzeit t. Die Oszillation
beruht auf der Wechselwirkung der Rydberg-Anregung mit den umgebenden Grundzu-
standsatomen gemäß Gleichung (2.49). Für das Photon-Photon-Gatter wird der Ausle-
sezeitpunkt in Abschnitt 4.3 mit t = 4.5µs daher so gewählt, dass die Ausleseeffizienz
nach einer Oszialltionsperiode maximal ist. Die Ausleseeffizienz für die |R〉-Komponente
ist deutlich höher und zeitlich nahezu konstant. Der Azimuth nimmt mit der Zeit grob
linear zu, was mit einer Vier-Photonen-Verstimmung ∆4 6= 0 gemäß Gleichung (2.71)
zu erklären ist. Die Ursache einer zusätzlichen Oszillation des Azimuth wird in Ref. [97]
diskutiert.

In einer weiteren Messung wird untersucht, wie gut die zirkularen Polarisationen |L〉
und |R〉 erhalten bleiben. Dazu wird einzeln |L〉- bzw. |R〉-polarisiertes Signallicht in das
Medium geschickt und abgespeichert, siehe Abbildung 4.6 (a) bzw. (c). Dabei ist in beiden
Fällen sowohl das Rydberg- als auch das Grundzustands-Kopplungslicht zum Speichern
angeschaltet. Nach einer festen Dunkelzeit von 4.5µs wird das gespeicherte Licht wieder
ausgelesen, siehe Abb. 4.6 (b) für |L〉- und Abb. 4.6 (d) für |R〉-polarisiertes Signallicht.
Für den |R〉-Puls wurde eine Unterdrückung von εR = NR/NL = 4.8(5)% und für den |L〉-
Puls von εL = NL/NR = 4.7(2)% gemessen, wobei NR und NL die Anzahl detektierter |R〉-
Photonen bzw. |L〉-Photonen ist. Für diese Messung wurde ein Ensemble mit einer Dichte
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Abbildung 4.6: Erhaltung der zirkularen Polarisationen |L〉 und |R〉. Es wird einzeln (a)
|L〉- bzw. (c) |R〉- polarisiertes Signallicht in das Medium geschickt und abgespeichert.
Nach einer Dunkelzeit von t = 4.5µs wird das Licht wieder ausgelesen. Wird |L〉-Licht
abgespeichert, so wird auch hauptsächlich (b) |L〉-polarisiertes Licht ausgelesen. Wird da-
gegen |R〉-polarisiertes Licht abgespeichert, so wird im Wesentlichen (d) |R〉-polarisiertes
Licht ausgelesen.

von etwa 2× 1012 cm−3 bei einer Temperatur von 700 nK präpariert. Die Leistungen des
Rydberg- und Grundzustands-Kopplungslichts betragen 210 mW bzw. 1µW. Die mittlere
Photonenzahl der einlaufenden Signalpulse beträgt 0.4 für den |R〉-Puls und 0.6 für den
|L〉-Puls. Abb. 4.6 zeigt die Ergebnisse.

In einer letzten Messung wird untersucht welchen Einfluss Speichern und Auslesen
eines photonischen Qubits auf die Kohärenz zwischen dessen |L〉- und |R〉-Anteil hat.
Dabei wird eine Überlagerung aus |L〉- und |R〉-polarisiertem Licht gemäß Gleichung
(2.55) in das Medium geschickt und nach einer Dunkelzeit von 4.5µs ausgelesen. Dabei
wird cR und cL des einlaufenden Photons so gewählt, dass die Amplituden des |L〉- und
|R〉-Anteils des am Detektor ankommenden Photons in etwa gleich sind. In diesem Fall
dient die Visibility V als Maß für die Kohärenz zwischen |R〉 und |L〉 (siehe Abschnitt
2.4). Die mittlere Photonenzahl des einlaufenden Signalpulses betrug dabei etwa 0.9.
Die Dichte des Mediums betrug etwa 1.7× 1012 cm−3. Die Leistungen des Rydberg- und
Grundzustands-Kopplungslasers waren 90 mW bzw. 1µW. In Abb. 4.7 sind Leistung,
Azimuth und Visibility des ausgelesenen Lichts dargestellt. Für die Visibility ergibt sich
ein Wert von V = 66(2)%. Eine Untersuchung verschiedener Effekte, die die Visibility
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Abbildung 4.7: Kohärenz des Quantenspeichers. Eine Überlagerung aus |L〉- und |R〉-
polarisiertem Signallicht wird in das Medium geschickt und abgespeichert. Nach einer
Dunkelzeit von t = 4.5µs wird das Licht ausgelesen. Dabei werden die Leistungen des
|L〉- bzw. |R〉-Anteils des einlaufenden Pulses so gewählt, dass (a) die Leistungen des
|L〉- (rot) bzw. |R〉-Anteils (blau) des ausgelesenen Lichts in etwa ausgeglichen sind. Po-
larisationstomographie liefert (b) den Azimuth und (c) die Visibility des ausgelesenen
Lichts als Funktion der Zeit. Sowohl Azimuth als auch Visibility haben keine signifikante
Zeitabhängigkeit im dargestellten Bereich.

verringern können befindet sich in Abschnitt 5.4.

Aus den gemessenen Werten für εL/R und V lässt sich die mittlere Fidelity durch [123]

F =
1

6

(
2 + 2V +

1

1 + εR
+

1

1 + εL

)
(4.2)

berechnen. Daraus ergibt sich F = 87.5%. Dies liegt deutlich oberhalb des klassischen
Limits von 2/3 [124]. Es wurde also gezeigt, dass es sich hierbei tatsächlich um einen
Quantenspeicher handelt.
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4.3 Photon-Photon-Quantengatter

In diesem Abschnitt wird das zentrale Ergebnis dieser Arbeit, die experimentelle Rea-
lisierung eines Photon-Photon-Quantengatters, präsentiert. Für dessen Verwirklichung
werden dabei die in Abschnitt 4.1 präsentierte konditionierte Phasenverschiebung und
der Quantenspeicher aus Abschnitt 4.2 kombiniert. Idealerweise realisiert das Gatter so-
mit die in Abschnitt 1.1 beschriebene Abbildung2 U zwischen Zwei-Qubit-Zuständen der
Form |Ψ〉 = |ψcψt〉, sodass |Ψout〉 = U |Ψin〉. Dabei sind |ψc〉 und |ψt〉 Polarisations-Qubits
gemäß Gleichung (2.55). Das atomare Niveauschema, welches für die Umsetzung des Gat-
ters verwendet wird, wird in Abschnitt 4.3.1 diskutiert. In Abschnitt 4.3.2 wird die Wahl
weiterer experimenteller Parameter, wie die Verstimmung der EIT-Laser, sowie Dichte
und Länge des atomaren Mediums, motiviert. Eine wichtige Kenngröße für zukünftige
Anwendungen des Gatters ist seine Effizienz. Diese wird in Abschnitt 4.3.3 behandelt.
Um zu überprüfen, ob das Gatter die erwünschte Abbildung U implementiert, werden
in Abschnitt 4.3.4 zunächst zwei CNOT-Wahrheitstabellen gemessen. Schließlich wird in
Abschnitt 4.3.5 ein separierbarer Anfangszustand präpariert, den das Gatter idealerweise
in einen maximal verschränkten Bell-Zustand überführen sollte. Mit Hilfe von Polari-
sationstomographie wird die Dichtematrix des tatsächlichen Endzustands rekonstruiert.
Daraus wird schließlich die auf die Detektion beider Photonen postselektierte Fidelity der
verschränkenden Operation berechnet. Diese stellt eine weitere Kenngröße für das Gatter
dar.

4.3.1 Atomares Niveauschema

Für die Implementierung des Gatters wird der in Kapitel 3 dargestellte experimentel-
le Aufbau verwendet. Wie dort beschrieben, werden die Atome zu Beginn im Zustand
|g〉 = |5S1/2, F = mF = 2〉 präpariert. Ein Kontrollphoton im Zustand |ψc〉 wird dann
in das Medium geschickt und mittels EIT abgespeichert. Dabei wird, wie in Abschnitt
4.2 beschrieben und in Abb. 3.7 dargestellt, der |L〉- polarisierte Anteil des Photons als
Rydberg-Anregung im Zustand |rc〉 = |69S1/2, F = mF = 2〉 abgespeichert, während der
|R〉-polarisierte Anteil im Grundzustand |g′〉 = |5S1/2, F = mF = 1〉 abgespeichert wird.
Im Mittel erreichen 〈nc〉 = 0.3 Photonen des Kontrollpulses das atomare Medium. Die
Leistungen der Kopplungslaser betragen typischerweise PL,c = 140 mW für das Kontroll-
Rydberg-Kopplungslicht und zwischen Pg = 0.8 und 1.6µW für das Grundzustands-
Kopplungslicht. Dies entspricht Rabi-Frequenzen von ΩL,c/2π = 30 MHz bzw. zwischen
Ωg/2π = 6 und 8 MHz.

Anschließend wird ein Target-Photon im Zustand |ψt〉 durch das Medium geschickt.
Abb. 4.8 zeigt das hierfür verwendete Energieniveauschema. Der |L〉-polarisierte Anteil
des Target-Photons adressiert hierbei ebenfalls den Übergang |g〉 ↔ |eL〉 mit |eL〉 =
|5P3/2, F

′ = mF ′ = 3〉. Analog zur Argumentation in Abschnitt 4.1 bietet dieser Übergang
das größte Dipolmatrixelement ausgehend vom Grundzustand |5S1/2〉 in 87Rb und führt
damit zu einer großen konditionierten Phasenverschiebung. Der |L〉-Anteil des Target-

2Dabei wird der Zustand |0〉 durch rechts-zirkular polarisiertes Licht |R〉 und der Zustand |1〉 durch
links-zirkular polarisiertes Licht |L〉 repräsentiert.
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Abbildung 4.8: Energieniveauschema für das Target-Photon. Das Target-Photon propa-
giert durch das Medium und wird nicht abgespeichert. Der |L〉-polarisierte Anteil wird
dabei mittels EIT an den Rydberg-Zustand |rt〉 = |67S1/2〉 gekoppelt. Der |R〉-Anteil da-
gegen erfährt kein EIT. Die Verstimmung des Target-Photons ∆s,t ist so groß, dass der
|R〉-Anteil kaum Absorption erfährt.

Photons wird mittels Target-Kopplungslicht wie in Abschnitt 4.1 an den Rydberg-Zustand
|rt〉 = |67S1/2, F = mF = 2〉 gekoppelt. Im Mittel erreichen 〈nt〉 = 0.5 Photonen des
Target-Pulses das atomare Medium. Die Leistung des Target-Kopplungslasers beträgt
typischerweise Pc,t = 26 mW. Das entspricht einer Rabi-Frequenz von Ωc,t/2π = 20 MHz.

Das Target-Signallicht durchläuft ebenfalls den in Abschnitt 3.3 beschriebenen opti-
schen Aufbau. Daher erhält die |R〉-Komponente ebenfalls die der Hyperfeinaufspaltung
zwischen den Zuständen |5P3/2, F = 2〉 und |5P3/2, F = 3〉 entsprechende Frequenzver-
schiebung von 267 MHz. Folglich treibt die |R〉-Komponente den Übergang |g〉 ↔ |eR〉
mit |eR〉 = |5P3/2, F

′ = 2,mF ′ = 1〉. Die Transparenz des Mediums für den |R〉-Anteil
wird jedoch nicht durch EIT erreicht. Stattdessen wird die Verstimmung des Target-
Signalphotons mit ∆s,t/2π = −17 MHz so groß gewählt, dass der |R〉-Anteil nur gerin-
ge Absorption und Phasenverschiebung durch das atomare Medium erfährt. Ein Vor-
teil der Frequenzverschiebung von 267 MHz zum Zustand |5P3/2, F

′ = 3,mF ′ = 1〉 ist,
dass der |R〉-Anteil des Target-Signalphotons nur sehr weit verstimmt durch das Target-
Kopplungslicht an Rydberg-Zustände gekoppelt wird. Die Phasenverschiebung durch Ryd-
berg-Blockade wird dadurch vernachlässigbar.3 Das Target-Photon gelangt schließlich zum
in Abschnitt 3.4 beschriebenen Detektionsaufbau.

Schließlich wird das Kontrollphoton wieder ausgelesen und gelangt ebenfalls zum De-
tektionsaufbau. Nur wenn beide Photonen |L〉-polarisiert sind, koppeln diese an einen
Rydberg-Zustand und das Target-Photon erhält eine konditionierte Phasenverschiebung
aufgrund von Rydberg-Blockade.

3In Abschnitt 4.1 ist dies nicht der Fall. Streng genommen wird der σ+-polarisierte Anteil des Target-
Photons dort an einen Rydberg-Zustand gekoppelt (nicht in Abb. 4.1 eingezeichnet). Die dadurch zu-
stande kommende Rydberg-Blockade hat jedoch nahezu keinen Effekt, da das Dipolmatrixelement des
σ+-polarisierten Anteils des Target-Photons sehr klein ist und die damit verbundene konditionierte Pha-
senverschiebung und Absorption vernachlässigbar ist.
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4.3.2 Wahl der Parameter

Neben der Wahl der Energieniveauschemata für Kopplungs- und Target-Puls sind im
Experiment viele weitere Parameter wählbar, die Einfluss auf die konditionierte Phasen-
verschiebung, die Effizienz und die postselektierte Fidelity der verschränkenden Gatter-
operation haben.

Um den Einfluss verschiedener Parameter auf das Gatter zu untersuchen, betrachten
wir zunächst die im Experiment auftretenden Phasenverschiebungen und Absorptionen.
Der Polarisationszustand |j〉 des Kontrollphotons, wobei j ∈ {R,L}, ändert sich durch
Propagation, Abspeichern und Auslesen zu e−ODc,j/2+iβc,j |j〉. Dabei ist βc,j die Phasen-
verschiebung, die die jeweilige Polarisationskomponente erfährt und ODc,j die optische
Dicke, die die Absorption des jeweiligen Polarisationszustands beschreibt. Wir bezeich-
nen β1 = βc,L − βc,R als differentielle Phasenverschiebung des Kontrollphotons. Analog
definieren wir OD1 = ODc,L −ODc,R.

Analog dazu ändert sich der Polarisationszustand |j〉 des Target-Photons, mit j ∈
{R,L} durch Propagation durch das Medium zu e−ODj/2+iβj |j〉. Dabei ist βj die Pha-
senverschiebung, die die entsprechende Polarisationskomponente erfährt und ODj die op-
tische Dicke, die die Absorption des entsprechenden Polarisationszustands beschreibt.
Wir bezeichnen β2 = βL − βR als differentielle Phasenverschiebung des Target-Photons.
Analog definieren wir OD2 = ODL − ODR. In Anwesenheit einer stationären Rydberg-
Anregung hingegen ändert sich die Phasenverschiebung βL und die optische Dicke ODL

aufgrund der Rydberg-Blockade zu βLL bzw. ODLL. Wir bezeichnen ∆β = βLL−βL bzw.
∆OD = ODLL−ODL als konditionierte Phasenverschiebung bzw. konditionierte optische
Dicke. In Abschnitt 4.3.5 wird ein Experiment präsentiert, bei dem die Ausführung der
Gatteroperation mit dem Anfangszustand |HH〉 idealerweise den maximal verschränkten
Bell-Zustand

|Ψideal〉 =
1

2

(
|RR〉+ e−iπ |RL〉+ |LR〉+ |LL〉

)
=

1√
2

(|LH〉 − i |RV 〉) (4.3)

erzeugen sollte. Nehmen wir an, dass die Gatteroperation statt des idealen Zustands den
normierten Zustand

|Ψξ〉 =
1

2
e−ξ0

(
|RR〉+ e−ξ2 |RL〉+ e−ξ1 |LR〉+ e−ξ1−ξ2−ξ3 |LL〉

)
+ cabs |Ψabs〉 (4.4)

erzeugt, wobei ξi komplexe Koeffizienten sind. Der normierte Zustand |Ψabs〉 mit kom-
plexer Amplitude cabs beinhaltet alle Komponenten des Zustands, welche die Absorption
mindestens eines Photons beschreiben. |Ψabs〉 ist also orthogonal zu den Zuständen |RR〉,
|RL〉, |LR〉 und |LL〉. Durch Postselektion auf die Detektion eines Kontroll- und eines
Target-Photons fällt der Zustand |Ψabs〉 weg. Entscheidend ist für das postseleketierte
Ensemble nur die Wahrscheinlichkeit von 1 − |cabs|2, dass der Zustand |Ψξ〉 zwei Photo-
nen enthält. Eine postselektierte Fidelity von Fe = 1 ergibt sich offensichtlich für ξ1 = 0
und ξ2 = ξ3 = iπ zusammen mit beliebigem ξ0. Wir zerlegen die Koeffizienten ξi in ih-
ren Realteil Re(ξi) = ODi/2 und ihren Imaginärteil Im(ξi) = −βi. Für i ∈ {1, 2} sind
diese identisch mit den oben definierten Phasenverschiebungen und optischen Dicken der
einzelnen Qubits. Darüber hinaus sind β3 = ∆β und OD3 = ∆OD. β0 = βR + βc,R
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ist eine globale Phasenverschiebung, die hier nicht von Bedeutung ist. Mit diesen Zu-
sammenhängen ergeben sich die Bedingungen OD1 = OD2 = ∆OD = 0, β1 = 0 und
β2 = ∆β = π für eine postselektierte Fidelity der verschränkenden Gatteroperation von
1.

Es ist ein entscheidender Aspekt des Experiments, dass es unter Verwendung linea-
rer, optischer Elemente experimentell sehr einfach ist, beliebige Einzel-Qubit-Operationen
zu implementieren.4 Wenn diese lediglich auf das erste (bzw. zweite) Photon wirken,
dann können diese nur ξ0 und ξ1 (bzw. ξ0 und ξ2) verändern. Aber solche Einzel-Qubit-
Operationen sind prinzipiell außer Stande ξ3 zu verändern. Um ξ3 zu verändern, ist eine
Wechselwirkung zwischen den Qubits zwingend erforderlich. In unserem Experiment ist
diese Wechselwirkung durch die Rydberg-Blockade gegeben. Wenn also möglicherweise
unerwünschte Werte von ξ1 oder ξ2 während der Gatteroperation entstehen, dann können
diese mühelos mit Einzel-Qubit-Operationen vor oder nach der Passage durch das ato-
mare Medium kompensiert werden. Aber Abweichungen von ∆β = π oder ∆OD = 0
können mit solchen Maßnahmen nicht kompensiert werden. Daher muss das Design des
Experiments darauf abzielen, dass die beiden Bedingungen ∆β = π und ∆OD = 0 nach
der Passage durch das atomare Medium in guter Näherung gleichzeitig erfüllt sind. Im
Folgenden wird sich zeigen, dass dies eine nichttriviale Aufgabe ist.

Minimierung der optischen Dicke für ∆β = π und ∆OD = 0

Ein zentrales Ergebnis aus Abschnitt 4.1 lautet, dass die konditionierte Phasenverschie-
bung ∆β linear mit der atomaren Dichte % ansteigt. Dort wurde für eine Dichte von
etwa % = 2 × 1012 cm−3 eine konditionierte Phasenverschiebung von ∆β = 3.3(2) rad
gemessen. Es ist naheliegend, dass die Dichte für das Gatter nicht deutlich niedriger
gewählt werden darf, um die notwendige konditionierte Phasenverschiebung zu erreichen.
Für diese Dichte wurde in Abschnitt 4.1 eine Visibility von V = 75(14)% gemessen. Eine
Erhöhung der Dichte hätte vermutlich eine Verringerung der Visibility zur Folge, was sich
negativ auf die postselektierte Fidelity der verschränkenden Gatteroperation auswirken
würde. Für die folgenden Experimente wird daher eine atomare Dichte von typischerweise
% = 2× 1012 cm−3 gewählt.

Eine weitere Voraussetzung für eine große konditionierte Phasenverschiebung ist ein
großer Blockaderadius Rb. Es ist daher einerseits vorteilhaft große Hauptquantenzahlen
der Rydberg-Zustände zu wählen, da dies einen großen Van-der-Waals-Koeffizienten C6

und damit wiederum einen großen Blockaderadius zur Folge hat. Andererseits dürfen diese
nicht zu groß gewählt werden, da die in Abschnitt 2.1.3 beschriebene Wechselwirkung zwi-
schen einer Rydberg-Anregung und den umgebenden Grundzustandsatomen vermieden
werden soll. Eine Lösung bietet die Förster-Resonanz zwischen den Rydberg-Zuständen
|rc〉 = |69S1/2〉 und |rt〉 = |67S1/2〉. Verglichen mit den Zuständen |69S1/2〉 und |69S1/2〉
vergrößert die Förster-Resonanz |C6| um einen Faktor 60. Abgesehen von der Wahl der
Rydberg-Zustände wurden die verwendeten Energieniveauschemata bereits im vorherigen
Abschnitt motiviert.

4Diese Aussage gilt, zumindest solang die Einzel-Qubit-Operationen die Energie der Lichtpulse ledig-
lich erhalten oder abschwächen. Beliebige solche Operationen können nämlich mit einer Kombination von
Wellenplatten und polarisationsabhängigen Absorbern realisiert werden [95].
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Neben der Wahl der Energieniveauschemata, der Hauptquantenzahlen und der atoma-
ren Dichte %, müssen noch die Target-Kopplungsverstimmung ∆c,t, die Target-Signalver-
stimmung ∆s,t und die Target-Kopplungs-Rabi-Frequenz Ωc,t gewählt werden. Mit zwei
Bedingungen ∆β = π und ∆OD = 0 und drei freien Parametern, bleibt ein Freiheits-
grad, der frei gewählt werden kann. Wir entscheiden uns dafür diesen zu verwenden, um
die optische Dicke zu minimieren. Der Einfachheit halber nehmen wir an, dass L � 2Rb

gilt. Daher liegt mit großer Wahrscheinlichkeit das komplette Blockadevolumen innerhalb
des Mediums. Im Rahmen der in Abschnitt 2.3 beschriebenen Stufenfunktionsnäherung
folgt dann ∆OD = 2ksRb,iIm(χb − χu). Für ∆OD = 0 gilt also Im(χu) = Im(χb). Es ist
insofern nicht entscheidend, welche der beiden minimiert wird. Das Problem besitzt eine
analytische Lösung, die durch [95]

∆c,t = −∆s,t +
|Ωc,t|2Γe + γrg(−4∆2

s,t + Γ2
e)

8Γe∆s,t

(4.5a)

|Ωc,t|2 =
1

Γe
6γrg

(
4∆2

s,t + Γ2
e

)
(4.5b)

∆s,t =
1

2
Γe(ζ +

√
ζ2 − 1)sgn(−C6) (4.5c)

ζ =
2

7

∣∣∣∣ C6

~γrg

∣∣∣∣1/7(3χ0ks
π

)6/7

(4.5d)

gegeben ist, wobei sgn(x) = x/|x|. Dabei ist γrg die Dekohärenzrate zwischen den Zu-
ständen |rt〉 und |g〉 gemäß Gleichung (2.13). χ0 ist durch Gleichung (2.12) gegeben und
ist proportional zu |dge|2 und %, wobei dge das Dipolmatrixelement für den Übergang
|g〉 ↔ |eL〉 ist.

Damit die Lösung physikalisch sinnvoll ist, muss ∆s,t reell sein und dafür muss ζ > 1
erfüllt sein. Dies liefert eine nichttriviale Bedingung für die Realisierbarkeit des Gatters.
Für ζ < 1 sind die beiden Bedingungen ∆β = π und ∆OD = 0 nicht gleichzeitig erfüllbar.
Dies zeigt einerseits, dass die Dekohärenzrate γrg eine wichtige Rolle für das Gatter spielt.
Für die in diesem Kapitel präsentierten Experimente hat diese typischerweise einen Wert
von γrg = 1.2µs−1. Da ζ von χ0 und damit von der atomaren Dichte % abhängt, bestätigt
diese Bedingung andererseits auch die Vermutung von oben, dass die atomare Dichte einen
bestimmten Wert nicht unterschreiten darf.

Mit den Gleichungen (4.5) ergibt sich zusammen mit den typischen experimentellen Pa-
rametern für die Verstimmung des Target-Signallichts ∆s,t/2π = −15 MHz, für die Zwei-
Photonen-Verstimmung (∆c,t + ∆s,t) /2π = −1.3 MHz und für die Target-Kopplungs-
Rabi-Frequenz |Ωc,t|/2π = 13 MHz. Mit diesen Parametern liefert das hier verwendete
Modell ζ = 2.6, Rb = 16µm. Tatsächlich werden für die folgenden Experimente die Ver-
stimmung mit ∆c,t/2π = 15 MHz und die Rabi-Frequenz mit typischerweise |Ωc,t|/2π =
20 MHz des Target-Kopplungslasers nahe der berechneten Werte gewählt. Da die Energie
der Rydberg-Zustände nicht exakt bekannt ist, wird ∆s,t feinjustiert, sodass ∆OD = 0
erfüllt ist.
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Abbildung 4.9: Transmission für |L〉-polarisiertes Target-Signallicht als Funktion der Ver-
stimmung ∆s,t für angeschalteten Kopplungslaser (blaue Datenpunkte) und ausgeschalte-
ten Kopplungslaser (rote Datenpunkte). Die blaue und rote Linie zeigen das Ergebnis der
Kurvenanpassung von Gleichung 2.11 an die Datenpunkte. Der Schnittpunkt der beiden
Kurven liefert die Verstimmung des Signallaser ∆s,t, für die die konditionierte optische
Dicke ∆OD näherungsweise verschwindet.

Feinjustage von ∆OD

Die optische Dicke in Anwesenheit einer gespeicherten Rydberg-Anregung ODLL in Ab-
hängigkeit von ∆s,t durch Postselektion auf die Detektion eines Kontroll- und eines Target-
Photons experimentell zu bestimmen, wäre sehr zeitaufwendig. Analog zur Argumentation
in Abschnitt 4.1 kann alternativ die Transmission als Funktion von ∆s,t für angeschalteten
und ausgeschalteten Kopplungslaser, wie in Abb. 4.9 dargestellt, miteinander verglichen
werden. Im Rahmen der Stufenfunktionsnäherung aus Abschnitt 2.3 geben die blauen
Datenpunkte Aufschluss über Im(χu) und die roten Datenpunkte über Im(χb). In diesem
Sinne wird ∆OD = 0 für einen Wert von ∆s,t erreicht, bei dem sich die blaue und die rote
Kurve schneiden. Typischerweise ist dies für einen Wert von ∆s,t = −17 MHz der Fall.

Länge des Mediums L

Die Länge des Mediums wird mit L = 60µm so gewählt, dass einerseits die oben erwähnte
Bedingung L � Rb einigermaßen erfüllt ist.5 Andererseits soll L nicht unnötig groß
gewählt werden, da dies die Transmission und damit die Effizienz des Gatters verringern
würde.

5Da das Verhältnis L/2Rb jedoch nicht riesig ist, beeinträchtigt dies die Visibility des Target-Photons
[95].
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Feinjustage von ∆β und β2

Nachdem die Verstimmung des Target-Signallasers so eingestellt wurde, dass ∆OD = 0
erfüllt ist, werden die Atomzahl und die Länge des Mediums feinjustiert, sodass ∆β = π
und β2 = π erfüllt ist. Dies ist notwendig, da zum einen die Anpassung von ∆s,t die kondi-
tionierte Phasenverschiebung ∆β ändert. Zum anderen hängt ∆β vom exakten Wert der
Dekohärenzrate γrg ab. Dieser ist jedoch nur näherungsweise aus einer Kurvenanpassung
an die blauen Datenpunkte in Abb. 4.9 bekannt.

Einstellen von β1 = 0

Zum Speichern eines Kontroll-Photons werden sowohl der Kontroll-Signallaser als auch die
beiden Kontroll-Kopplungslaser Ein-Photon-resonant mit den entsprechenden atomaren
Übergängen gewählt, um die Absorption des Kontroll-Photons zu minimieren. Theoretisch
hat dies automatisch β1 = 0 zur Folge. In der Praxis wird die Frequenz eines Kontroll-
Kopplungslaser feinjustiert, sodass β1 = 0 für alle Dunkelzeiten erfüllt ist. [95]

4.3.3 Effizienz des Gatters

Eine wichtige Kenngröße des Photon-Photon-Gatters ist die Effizienz mit der zwei Pho-
tonen, die in das Medium geschickt werden, dieses wieder in der transversalen Mode des
jeweils einlaufenden Pulses verlassen. Diese setzt sich zusammen aus der Schreib-Lese-
Effizienz des Kontrollphotons η und der Transmission des Target-Photons T . Die Schreib-
Lese-Effizienz beträgt nach einer Dunkelzeit von 4.5µs etwa ηR ≈ 3% bzw. ηL ≈ 10% für
ein |R〉- bzw. |L〉-polarisiertes Photon. Die Transmission des Target-Photons durch das
Medium beträgt etwa TR = e−ODR = 77% bzw. TL = 15% für |R〉- bzw. |L〉-polarisiertes
Licht. Dies ergibt je nach Polarisation i, j ∈ {R,L} der einlaufenden Photonen eine kom-
binierte Effizienz von ηiTj zwischen 8% und 0.5%.

Die Wahrscheinlichkeit in einer einzelnen Durchführung des Experiments (bestehend
aus Abspeichern des Kontrollphotons, Propagation des Target-Photons und Auslesen des
Kontrollphotons) sowohl ein Kontrollphoton als auch ein Target-Photon zu detektieren
wird im Folgenden als Pshot bezeichnet. Neben der oben beschriebenen Effizienz ηiTj tra-
gen dazu auch einige technische Aspekte bei. So treffen beispielsweise im Kontroll- und
Target-Signalpuls im Mittel nur 〈nc〉 = 0.3 bzw. 〈nt〉 = 0.5 Photonen auf das atomare
Ensemble, um Mehr-Photonen-Ereignisse zu vermeiden, die sich negativ auf die postselek-
tierte Fidelity der verschränkenden Gatteroperation auswirken würden. Darüber hinaus
befinden sich zwischen den Atomen und dem Detektionsaufbau zwei optische Fasern, die
Pshot verringern. Außerdem befinden sich die Atome in einer Glasküvette, die innen nicht
beschichtet ist. Das zweite MZI weist eine von 1 abweichende Transmission auf und die
Detektionseffizienz eines einzelnen Detektors beträgt etwa 50%. Kombiniert führt dies
typischerweise zu einem gemessenen Wert von Pshot = 1.3 × 10−5 für die verschränkende
Gatteroperation.

Wie in Abschnitt 4.3.2 erwähnt, können für gegebenes Energieniveauschema, feste
atomare Dichte % und feste Länge des Mediums L die Parameter ∆s,t, Ωc,t und ∆c,t gemäß
Gleichung (4.5) so gewählt werden, dass die optische Dicke des Mediums minimiert und
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somit die Target-Transmission für |L〉-polarisiertes Licht maximiert wird. Der Wert für
den Imaginärteil der blockierten Suszeptibilität ist dann durch [95]

Im(χb) =
49

16

(
π

3ks

)12/7(~γrg
|C6|

)2/7(
1

χ0

)5/7 [
1 +O(ζ−2)

]
(4.6)

gegeben, wobei χ0 durch Gleichung (2.12) gegeben ist, welches proportional zur atoma-
ren Dichte % ist. Es wird offensichtlich, dass die Dekohärenzrate γrg ein entscheidender
Parameter für die Transmission des Target-Qubits und damit der Effizienz des Gatters
ist. Auf den ersten Blick könnte außerdem der Anschein entstehen, dass sich eine höhere
Dichte positiv auf die Transmission des Target-Qubits auswirken sollte. Jedoch führt eine
höhere atomare Dichte wiederum zu einer größeren Dekohärenzrate γrg, welche zusätzlich
zu Im(χb) auch die Effizienz des Quantenspeichers und die Visibility von Kontroll- und
Target-Photon verschlechtert. Die Untersuchung des Zusammenhangs zwischen γrg und
der atomaren Dichte liegt jenseits des Umfangs der vorliegenden Arbeit.

4.3.4 CNOT-Wahrheitstabellen

Wie in Abschnitt 1.1 diskutiert, müsste zur vollständigen Charakterisierung des imple-
mentierten Photon-Photon-Gatters eine Prozesstomographie durchgeführt werden. Auf
diese Weise könnte die tatsächlich realisierte Abbildung U des Gatters rekonstruiert wer-
den. Dies hätte jedoch eine sehr lange Messzeit zur Folge. Eine nicht vollständige aber
dafür deutlich weniger aufwendige Messung zur Charakterisierung des implementierten
Photon-Photon-Gatters ist die Realisierung einer CNOT-Operation. Als Anfangszustände
werden hierfür in einem ersten Experiment die vier Zustände (|LH〉 , |LV 〉 , |RH〉 , |RV 〉)
und in einem zweiten Experiment die vier Zustände (|HL〉 , |V L〉 , |HR〉 , |V R〉) gewählt.
Die Matrixdarstellungen der Abbildung U bei der Wahl dieser Anfangszustände als Basis
lauten6

UCNOT =


1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 0 i
0 0 −i 0

 bzw. UCNOT =


0 −i 0 0
i 0 0 0
0 0 1 0
0 0 0 1

 . (4.7)

Für diese Wahl der Anfangszustände verwirklicht dasselbe System also ein kontrollier-
tes NOT-Gatter (CNOT) [2]. Für jeden der vier Anfangszustände wird dann gemessen,
mit welcher Wahrscheinlichkeit P die Photonen in den vier jeweiligen Basiszuständen de-
tektiert werden. Die Wahrscheinlichkeiten entsprechen dabei den Betragsquadraten der
jeweiligen Matrixeinträge aus Gleichung (4.7).

Im ersten Experiment werden wiederholt die vier Anfangszustände |LH〉, |LV 〉, |RH〉
und |RV 〉 präpariert. Idealerweise resultiert die Gatteroperation in der Wahrheitstabelle

|LH〉 → |LH〉 , |LV 〉 → |LV 〉 , |RH〉 → |RV 〉 , |RV 〉 → |RH〉 . (4.8)

6Diese Abbildung ergibt sich aus der in Gleichung 1.1 gegebenen Abbildung mit der Zuordnung
|0〉 ↔ |R〉 und |1〉 ↔ |L〉 zusammen mit der in Abschnitt 4.3.2 erläuterten Wahl der differentiellen
Phasenverschiebung des Target-Photons von β2 = π.
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Abbildung 4.10: Wahrheitstabellen zweier CNOT-Operationen. (a) Für jeden der vier
dargestellten Input-Zustände wird gemessen mit welcher Wahrscheinlichkeit P die jewei-
ligen Output-Zustände auftreten. Idealerweise werden die Polarisationen |H〉 und |V 〉 des
Target-Photons genau dann vertauscht, wenn das Kontrollphoton |R〉-polarisiert ist. (b)
Analoge Messung, bei der die Polarisationen von Kontroll- und Target-Photon vertauscht
werden. Die Polarisationen |H〉 und |V 〉 des Kontroll-Photons werden genau dann ver-
tauscht, wenn das Target-Photon |L〉-polarisiert ist.

Abb. 4.10 (a) zeigt die gemessene Wahrheitstabelle. Diese liefert eine postselektierte Fi-
delity von FCNOT = 66(9)%.7

Kontroll- und Target-Photon werden im Experiment unterschiedlich behandelt. Wäh-
rend das Kontroll-Photon abgespeichert und wieder ausgelesen wird, propagiert das Target-
Photon, ohne abgespeichert zu werden, durch das Medium. Es ist insofern interessant, ein
zweites Experiment durchzuführen, bei dem die Rolle des Kontroll- und Target-Photons
vertauscht werden. Während das Kontroll-Photon nun |H〉- oder |V 〉-polarisiert sein kann,
kann das Target-Photon nun |L〉- oder |R〉-polarisiert sein. Es werden also die vier Zwei-
Qubit-Zustände |HL〉, |V L〉, |HR〉 und |V R〉 präpariert. Die erwartete Wahrheitstabelle
für diese vier Zustände ist

|HL〉 → |V L〉 , |V L〉 → |HL〉 , |HR〉 → |HR〉 , |V R〉 → |V R〉 . (4.9)

Abb. 4.10 (b) zeigt die gemessene Wahrheitstabelle. Diese liefert eine postselektierte Fide-
lity von FCNOT = 70(8)%. Nebenbei sei angemerkt, dass die Messung der beiden CNOT-
Wahrheitstabellen bei sehr idealisierenden Annahmen ausreichen würde, die Gatterope-
ration vollständig empirisch zu bestimmen.8

7Man erhält diese, indem die Wahrscheinlichkeit, nach der Gatteroperation den gewünschten Zustand
zu erhalten, über alle vier Anfangszustände gemittelt wird.

8Um dies zu verstehen, stellen wir zunächst fest, dass das Gatter in der Regel gemischte Endzustände
liefert und dass die Messergebnisse in Abb. 4.10 deutliche Abweichungen von einem idealen CNOT-
Gatter zeigen. Wir idealisieren das System jetzt dahingehend, dass wir diese beiden Probleme ignorieren.
Wir nehmen also an, dass die Gatteroperation reine Zustände linear auf reine Zustände abbildet und
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Abbildung 4.11: (a) Real- und (b) Imaginärteil der rekonstruierten Dichtematrix eines
verschränkten Zustands. Dieser wird erzeugt, indem der Zustand |HH〉 präpariert wird
und die Gatteroperation darauf angewendet wird. Idealerweise würde der maximal ver-
schränkten Bell-Zustand (|LH〉 − i |RV 〉)/

√
2 entstehen.

4.3.5 Erzeugung eines verschränkten Zustands

Um die quantenmechanische Natur des Photon-Photon-Gatters zu demonstrieren, wird
eine Gatteroperation untersucht, welche aus einem separierbaren einen verschränkten Zu-
stand erzeugt. Für diesen Zweck wird der Zustand |HH〉 präpariert. Idealerweise liefert
die Gatteroperation den maximal verschränkten Bell-Zustand

|Ψideal〉 =
1

2

(
|RR〉+ e−iπ |RL〉+ |LR〉+ |LL〉

)
=

1√
2

(|LH〉 − i |RV 〉) . (4.10)

Der tatsächlich resultierende Zustand kann durch eine Dichtematrix ρ beschrieben werden,
die mittels Zustandstomographie rekonstruiert werden kann. Im Detektionsaufbau werden
für die beiden Pfade abwechselnd die BasiskombinationenH/D,H/R undD/R eingestellt.
Da beide Photonen in jeweils beiden Detektionspfaden mit einer Wahrscheinlichkeit von
je 50% detektiert werden können, liefert dies Zählereignisse für jede der neun in Abschnitt
2.4 beschriebenen Polarisationsbasen. Dabei kommen Zählereignisse in Basiskombinatio-
nen, für die beide Photonen in derselben Basis detektiert werden, beispielsweise H/H,

dass die Messungen der beiden CNOT Wahrheitstabellen die Ergebnisse eines idealen CNOT-Gatters
liefern. Die idealisierten Messergebnisse der CNOT-Wahrheitstabelle entsprechend Abb. 4.10 (a) liefern
dann |LH〉 7→ eiφ1 |LH〉, |LV 〉 7→ eiφ2 |LV 〉, |RH〉 7→ −ieiφ3 |RV 〉, |RV 〉 7→ ieiφ4 |RH〉 mit den zunächst
unbekannten Phasen φ1, φ2, φ3, φ4 ∈ ]−π, π]. Wenn man zusätzlich diese Phasen bestimmt, dann sind die
Bilder einer Basis bekannt und damit die gesamte idealisierte lineare Abbildung. Die Annahme einer
idealisierten Gatteroperation, die reine Zustände linear auf reine Zustände abbildet, liefert aus dem
Bisherigen |HL〉 7→ 1

2 (−ieiφ3 |RV 〉 + eiφ1 |LH〉 − eiφ4 |RH〉 + ieiφ2 |LV 〉. Die idealisierten Messergebnisse
der CNOT-Wahrheitstabelle entsprechend Abb. 4.10 (b) liefern andererseits |HL〉 7→ ieiφ5 |V L〉 mit φ5 ∈
]−π, π]. Damit folgt φ1 = φ2 = φ3 = φ4. Bis auf eine globale Phase der Operation, die hier irrelevant ist,
sind alle also alle Phasen null und entsprechen der idealen CNOT-Gatteroperation.
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im Mittel doppelt so häufig vor wie Basiskombinationen, für die die beiden Photonen
in verschiedenen Basen detektiert werden, beispielsweise H/D. Refs. [17, 125, 126] disku-
tieren mathematische Methoden, mit denen die Dichtematrix aus diesen Zählereignissen
rekonstruiert werden kann.

Abb. 4.11 (a) und (b) zeigen den Real- und Imaginärteil der rekonstruierten Dichtema-
trix. Diese liefert eine postselektierte Fidelity von Fe = 〈ψideal|ρ|ψideal〉 = 63.7(4.5)%. Dies
liegt drei Standardabweichungen oberhalb des klassischen Limits [126–128] von 50%, wo-
mit die Verschränkung des durch das Photon-Photon-Quantengatter erzeugten Zustands
nachgewiesen ist.

4.3.6 Imperfektionen des Gatters

Im Folgenden soll untersucht werden, in welchem Maße die bisher vorgestellten Messergeb-
nisse Rückschlüsse auf die physikalischen Ursachen der beobachteten Imperfektionen des
Gatters zulassen. Wie in Abschnitt 1.1 diskutiert, wurde aus Gründen der Messzeit keine
volle Prozesstomographie durchgeführt. Stattdessen wurden nur zwei Wahrheitstabellen
und eine Bell-Zustandsfidelity gemessen. Daher kann diese Diskussion nur ein grobes Bild
zeichnen. Wie sich zeigen wird, liegt das dominante Problem in den leider nicht sehr
hohen Visibilities der einzelnen Qubits, die in separaten Messungen charakterisiert wur-
den. Diese Werte der Visibilities rühren von Dephasierung her, die, wie in Abschnitt 5.4
gezeigt wird, dichteabhängig sind und höchstwahrscheinlich aus der in Abschnitt 2.2.3 dis-
kutierten Wechselwirkung zwischen Rydberg- und Grundzustandsatomen resultieren. Zur
Verbesserung der Performance des Gatters wäre es daher sinnvoll, zukünftige Experimente
bei niedrigerer Dichte durchzuführen, wie in Kapitel 6 diskutiert.

Bei den vorliegenden Messdaten wäre es sehr unzweckmäßig, vermutlich sogar un-
möglich, die folgende Diskussion über die Ursachen der beobachteten Imperfektionen des
Gatters bezogen auf die Wahrheitstabellen in der CNOT-Basis zu führen.9 Stattdessen,
schreiben wir das CNOT-Gatter zuerst äquivalent als π-Phasengatter. In der Basis (|RR〉,
|RL〉, |LR〉, |LL〉) erhält man analog zu Gleichungen (1.1) und (4.7)

Uπ =


1 0 0 0
0 −1 0 0
0 0 1 0
0 0 0 1

 . (4.11)

Zur Diskussion der beobachteten Abweichungen von einem idealen Gatter ist diese Dar-
stellung erheblich zweckmäßiger als die Darstellung als CNOT-Gatter, denn die Zustände
|RR〉, |RL〉, |LR〉, |LL〉 sind im Experiment in guter Näherung erhalten. Es wurde lei-
der versäumt, dies durch eine direkte Messung einer π-Phase-Wahrheitstabelle empirisch

9Die Messung der Wahrheitstabellen in Abb. 4.11 zeigen eine Vielzahl von Elementen, die weder nahe
null noch nahe eins sind. Sowohl all diese Werte also auch die nicht gemessenen Phasen, die in UCNOT zu all
diesen Werten korrespondieren, müssten bei einer Modellierung berücksichtigt werden. Dieses Unterfangen
wäre so kompliziert, dass es aussichtslos erscheint. Zum Glück ist eine solche Modellierung in dieser Basis
aber gar nicht notwendig, da eine geschicktere Basis gewählt werden kann, nämlich die von Uπ.
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zu untermauern. Trotzdem lässt sich diese Feststellung relativ gut begründen.10 Daraus
folgt direkt, dass die Imperfektionen in den Beträgen aller Matrixelement von Uπ in guter
Näherung vernachlässigbar sind. Daher verbleibt lediglich die Aufgabe, die Phasen der
vier Diagonalelemente von Uπ zu studieren. Die globale Phase ist dabei irrelevant.

Die verbleibenden drei Phasen können Fluktuationen haben. Wir benutzen Kalibra-
tionsmessungen, um die experimentellen Parameter bei den Messungen zum Gatter so
einzustellen, dass die Mittelwerte dieser drei Phasen möglichst nah an ihren idealen Wer-
ten liegen. Betrachtet man die gemessenen Werte der CNOT-Wahrheitstabellen, der Vi-
sibility einzelner Qubits oder der Bell-Zustandsfidelity, dann erkennt man, dass diese
Messergebnisse alle entschieden schlechter ausfallen, als man aufgrund der Genauigkeit
unserer Kalibrationsmessungen zur Einstellung der Mittelwert erwarten würde.11 Also
liegt das dominante Problem in den Fluktuationen dieser drei Phasen. Diese kann man,
wie in Ref. [95] ausführlich dargestellt, modellieren. Aus den gemessenen Visibilities des
Kontroll-Qubits Vc und des Target-Qubits Vt lässt sich damit eine obere Grenze für die
Fidelity des erzeugten, verschränkten Zustands gemäß [95]

Fe ≤
1

4
(1 + Vc)(1 + Vt) +

1

8
(1− Vt) (4.12)

abschätzen. Für die Visibility des Target-Qubits wurde in Ref. [94] ein Wert von Vt =
75(14)% bestimmt, während für die Visibility des Kontroll-Qubits in Abschnitt 4.2 ein
Wert von Vc = 66(2)% gemessen wurde. Daraus ergibt sich eine obere Grenze für die
postselektierte Fidelity von 76(6)%.

Zusätzlich ist zu berücksichtigen, dass der Anfangszustand im Experiment eine Pois-
son-Verteilung der Photonenzahl hat. Durch Ereignisse, bei denen mehr als ein Target-
Photon auf die Atome trifft, wird die Bell- Zustandsfidelity weiter reduziert, nämlich auf
F ≤ 0.70(5).12 Die Tatsache, dass diese nah am gemessenen Wert von 0.64(5) liegt, legt

10Erstens ist das Experiment keine Blackbox, sondern ein physikalischer Prozess, den wir relativ gut
verstehen, und in diesem Prozess sollten die Zustände |RR〉, |RL〉, |LR〉, |LL〉 erhalten sein. Zweitens zei-
gen die Messungen der beiden CNOT-Wahrheitstabellen, dass jeweils die Komponenten R und L in guter
Näherung erhalten sind. Die Abweichungen von den idealen CNOT- Wahrheitstabellen liegen größtenteils
in den H und V Komponenten. Drittens haben wir zumindest in Abwesenheit des Target-Qubits direk-
te Messungen durchgeführt, die zeigen, dass die Zustände R und L des Kontroll-Qubits beide sehr gut
erhalten bleiben [97, 123]. Wenn viertens das Target-Qubit in R ist, sollte es keine nennenswerte Wech-
selwirkung mit dem Kontroll-Qubit haben. Zusammen mit drittens erhalten wir daraus, dass zumindest
|RR〉 und |LR〉 gut erhalten sein sollten.

11Beispielsweise haben wir in Ref. [94] eine konditionierte Phase von 3.3± 0.2 rad gemessen. Wenn der
Mittelwert der konditionierte Phase π + β ist und alles andere perfekt wäre, dann wäre beispielsweise
für β = 0.3 rad die Bell-Zustandsfidelity F = |3 + eiβ |2/16 = 0.983. Dieser Aspekt ist also für die
Interpretation des Experiments vernachlässigbar.

12Durch Postselektion werden nur Ereignisse berücksichtigt, bei denen genau ein Kontroll- und genau
ein Target-Photon detektiert werden. Dies schließt Ereignisse ein, bei denen der Anfangszustand zwei oder
mehr Target-Photonen enthält, von denen aber alle außer einem verloren gehen. Die Bell-Zustandsfidelity
bei solchen Ereignissen beträgt 1

2 , wenn man voraussetzt, dass alles andere perfekt funktionieren würde.
Damit folgt für die gemessene Bell-Zustandsfidelity im postselektierten Subensemble Fpost = 1

2 + (F1 −
1
2 )p1/(1−p0). Dabei bezeichnet F1 die Bell-Zustandsfidelity im Subensemble mit genau einem einlaufenden
Target-Photon und pn bezeichnet die Wahrscheinlichkeit, dass n Target-Photonen auf die Atome treffen.
Mit einer mittleren Photonenzahl von 0.50 und F1 ≤ 0.76(6) folgt Fpost ≤ 0.70(5). Der entsprechende
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nahe, dass die wesentlichen Effekte durch dieses Modell erfasst wurden.13

Effekt durch die Möglichkeit, dass mehr als ein Kontroll-Photon abgespeichert werden könnte, ist deutlich
geringer, da hier erstens die mittlere Photonenzahl, die auf die Atome trifft, nur 0.33 beträgt und diese
Zahl zweitens durch die Effizienz des Abspeichervorgangs weiter reduziert wird.

13Aus diesem Modell ergeben sich auch Vorhersagen für die CNOT-Wahrheitstabellen. Mit V1 = 0.66,
V2 = 1 und V3 = 0.75 aus Ref. [95] ergibt das Modell für die Fidelities der einen CNOT- Wahrheitstabelle,
also den jeweils maximalen Eintrag bei festem Anfangszustand, die Vorhersage FHR = FV R = (1+V1)/2 =
0.83 und FHL = FV L = (1 + V1V3)/2 = 0.75, was einigermaßen zu den gemessenen Werten passt. Für
die andere CNOT-Wahrheitstabelle liefert das Modell FRH = FRV = (1 + V2)/2 = 1 und FLH = FLV =
(1 + V2V3)/2 = 0.88, was leider eher schlecht zu dieser gemessenen CNOT- Wahrheitstabelle passt. Der
Grund für diese Abweichung ist unklar.
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Kapitel 5

Dunkelzeitdynamik einer
Rydberg-Spinwelle

Im vorherigen Kapitel wurde demonstriert, dass die Wechselwirkung zwischen Rydberg-
Atomen in einem kalten atomaren Gas verwendet werden kann, um ein Photon-Photon-
Quantengatter zu implementieren. Während die in Abschnitt 4.3.5 gemessene Fidelity im-
merhin über 50% lag, war die Effizienz leider deutlich niedriger. Das Modell aus Abschnitt
2.2.3 zeigt, dass die Effizienz im Wesentlichen limitiert wird durch Dephasierung. Diese
hängt ihrerseits von der atomaren Dichte ab [88]. Um die Effizienz einer künftigen Reali-
sierung eines solchen Gatters zu verbessern ist es daher naheliegend, bei niedriger Dichte
zu arbeiten, was den Einsatz eines optischen Resonators moderater Finesse erforderlich
machen wird. Bevor man sich daran macht, dafür eine neue Apparatur aufzubauen, ist
es selbstverständlich sinnvoll, die Dephasierung im Experiment quantitativ als Funktion
verschiedener Parameter zu studieren, um absehen zu können, ob durch eine Veränderung
der Parameter eine große oder nur eine geringe Verbesserung der Effizienz des Gatters zu
erwarten ist.

In diesem Kapitel werden Experimente präsentiert, die den Verlauf der Effizienz η(t)
als Funktion der Dunkelzeit t für das Speichern und Auslesen eines Photons als Rydberg-
Anregung untersuchen. Es wird der Einfluss verschiedener experimenteller Größen auf die-
sen Verlauf untersucht. Die Gründe für eine von 1 abweichende Schreib-Lese-Effizienz für
sehr kurze Dunkelzeiten, die im Wesentlichen durch die Dynamik während des Speicher-
und Auslesepulses bestimmt ist, wird hier nicht studiert.

Zunächst wird in Abschnitt 5.1 der experimentelle Ablauf für die Experimente in
diesem Kapitel beschrieben. Anschließend wird in Abschnitt 5.2 der Einfluss des Photo-
nenrückstoßes betrachtet, den ein Atom durch Absorption eines Signal- und eines Kopp-
lungsphotons beim Speichern in einem Rydberg-Zustand erfährt. In Abschnitt 5.3 wird
anschließend der Effekt des Dipolfallenpotentials auf η(t) untersucht.

Wie in Abschnitt 4.3.5 beschrieben, hängt die obere Grenze für die erreichbare, post-
selektierte Fidelity der verschränkenden Gatteroperation von der Visibility des ausge-
lesenen Kontrollphotons ab. Da Rydberg-Atome sehr sensitiv auf ihre Umgebung rea-
gieren, liegt die Vermutung nahe, dass der in Abschnitt 4.2 erreichte Wert für die Vi-
sibility hauptsächlich durch die Kohärenz der als Rydberg-Anregung gespeicherten |L〉-

77
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Komponente des Kontrollphotons limitiert ist. In Abschnitt 5.4 wird daher die Kohärenz
eines als Rydberg-Anregung gespeicherten Photons als Funktion der Dunkelzeit t und in
Abhängigkeit verschiedener experimenteller Größen untersucht.

5.1 Experimenteller Ablauf

Für die folgenden Experimente wird im Wesentlichen der in Kapitel 3 präsentierte ex-
perimentelle Aufbau verwendet. Wie für das Photon-Photon-Gatter werden die Ato-
me im Zustand |g〉 = |5P3/2, F = mF = 2〉 präpariert. |L〉-polarisiertes Signallicht wird
in das Medium geschickt und mittels Rydberg-EIT in einem Rydberg-Zustand |r〉 =
|nS1/2, F = mF = 2〉 abgespeichert. Dabei treibt das Signallicht den Übergang |g〉 ↔ |eL〉
mit |eL〉 = |5P3/2, F = mF = 3〉 resonant, während das Kopplungslicht den Übergang
|eL〉 ↔ |r〉 resonant treibt. Nach einer Dunkelzeit t wird das Signalphoton ausgelesen,
indem das Kopplungslicht wieder angeschaltet wird.

Um die Abhängigkeit des zeitlichen Verlaufs des Schreib-Lese-Effizienz η(t) von ver-
schiedenen experimentellen Parametern zu untersuchen, werden die folgenden Experi-
mente bei deutlich niedrigerer Dichte als das Photon-Photon-Gatter durchgeführt, da be-
kannt ist, dass die Wechselwirkung zwischen einer gespeicherten Rydberg-Anregung und
den umgebenden Grundzustandsatomen eine Ursache für die Verringerung der Schreib-
Lese-Effizienz ist [88]. Für die folgenden Experimente werden deshalb Wolken mit Dich-
ten von typischerweise weniger als 2 × 1011 cm−3 präpariert. Dabei werden die Rydberg-
Zustände |50S〉, |60S〉, |70S〉 und |80S〉 untersucht. Die Wahrscheinlichkeit, dass sich ein
Grundzustandsatom bei diesen Dichten und Hauptquantenzahlen innerhalb des Orbits
des Rydberg-Elektrons befindet ist vernachlässigbar. Darüber hinaus wurden Messungen
durchgeführt, die bestätigen, dass die 1/e-Zeit τ des Zerfalls für diese Kombination von
Rydberg-Zuständen und Dichten keine Dichteabhängigkeit aufweisen. Um eine hohe Spei-
chereffizienz für EIT-basiertes Speichern zu erreichen, sollte das Medium eine möglichst
hohe optische Dicke aufweisen. Um dies für solch niedrige Dichten zu erreichen, wird
für die in diesem Abschnitt präsentierten Experimente daher ein sehr langes Medium
präpariert. Wir schätzen je nach Temperatur Längen zwischen 0.39 und 0.40 mm ab. Im
Unterschied zu den Experimenten in Kapitel 4 wird die Dipolfalle für die in diesem Ab-
schnitt präsentierten Experimente während eines Experiments für 35µs ausgeschaltet.

5.2 Einfluss des Photonenrückstoßes

Wie in Abschnitt 2.2.3 diskutiert, führt die Kombination aus Photonenrückstoß ~kR, der
auf ein Atom beim EIT-basierten Speichern in einem Rydberg-Zustand |r〉 übertragen
wird, und der thermischen Bewegung der Atome zum Zerfall der Schreib-Lese-Effizienz η.
Gemäß Gleichung (2.38) ist die Schreib-Lese-Effizienz als Funktion der Zeit ein Gaußscher
Zerfall, sodass

η(t)

η(0)
= e−t

2/τ2
R , τR =

1

kR

√
m

kBT
. (5.1)
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Abbildung 5.1: Schreib-Lese-Effizienz η als Funktion des Quadrats der Dunkelzeit t für
den Rydberg-Zustand |70S〉 bei einer Temperatur von T = 2.0µK. Die Linie zeigt das
Ergebnis der Kurvenanpassung eines Gaußschen Zerfalls gemäß Gleichung (5.1) an die
Daten. Mit einer logarithmischen vertikalen Achse und t2 auf der horizontalen Achse wird
ein Gaußscher Zerfall zu einer geraden Linie.

Um den Einfluss der Wechselwirkung zwischen Rydberg-Anregung und benachbarten
Grundzustandsatomen vernachlässigen zu können, werden für die folgenden Experimente
Wolken mit Dichten zwischen 5× 1010 und 1.7× 1011 cm−3 präpariert.

Zunächst wird überprüft, ob sich der zeitliche Verlauf von η, wie in Gleichung 5.1 vor-
hergesagt, durch einen Gaußschen Zerfall beschreiben lässt. Dafür wird eine Wolke mit
einer Dichte von etwa 9 × 1010 cm−3 und einer verhältnismäßig hohen Temperatur von
T = 2.0µK präpariert. Ein |L〉-polarisiertes Signalphoton wird im Zustand |r〉 = |70S1/2〉
abgespeichert und nach einer variablen Dunkelzeit zwischen 0.7 und 31.5µs wieder ausge-
lesen. Abb. 5.1 zeigt die gemessene Schreib-Lese-Effizienz η als Funktion der Dunkelzeit
t. Die blaue Linie zeigt das Ergebnis der Kurvenanpassung von Gleichung (5.1) an die
Daten. In der Abbildung wurde die vertikale Achse logarithmisch gewählt, während die
horizontale Achse t2 zeigt. Mit diesen Achsen wird der Gaußsche Zerfall zu einer gera-
den Linie. Wie zu erkennen ist, stimmt die durch die Kurvenanpassung erhaltene Linie
gut mit den Daten überein. Darüber hinaus ergibt eine Kurvenanpassung der Funktion
η(t) = η(0) exp [−(t/τ)p] mit den freien Parametern p, τ und η(0) an die Daten den Wert
p = 2.0(1). Dies bestätigt, dass ein Gaußscher Zerfall den zeitlichen Verlauf von η(t) gut
widerspiegelt.

Um den Zusammenhang zwischen der 1/e-Zeit τ des Zerfalls und der Temperatur
des Mediums T zu untersuchen, werden Datensätze wie in Abb. 5.1 für verschiedene
Temperaturen und verschiedene Hauptquantenzahlen aufgenommen. Kurvenanpassung
von Gleichung (5.1) an die Datensätze liefert schließlich τ . Abb. 5.2 zeigt die Ergebnisse
von τ als Funktion der Temperatur T für verschiedene Rydberg-Zustände. Auf der y-
Achse ist dabei 1/τ 2 aufgetragen, sodass gemäß Gleichung (5.1) in dieser Darstellung alle
Datenpunkte auf einer geraden Linie liegen sollten. Es gibt keine erkennbare Abhängigkeit
der Daten von der Hauptquantenzahl n. Die Linie in Abb. 5.2 zeigt das Ergebnis der
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Abbildung 5.2: Quadrat der inversen Zerfallszeit 1/τ 2 der Schreib-Lese-Effizienz η als
Funktion der Temperatur T für verschiedene Rydberg-Zustände. Gemäß Gleichung (5.1)
wird erwartet, dass alle Datenpunkte auf einer Geraden liegen. Es gibt keine erkennba-
re Abhängigkeit der Daten von der Hauptquantenzahl n. Die Linie zeigt das Ergebnis
der Kurvenanpassung einer Geraden an die Daten. Extrapolation der Geraden liefert für
T = 0 eine 1/e-Zeit von τ = 38(2)µs, statt τ → ∞. Dies deutet auf einen weiteren
Zerfallsmechanismus hin.

Kurvenanpassung einer Geraden an alle Daten und stimmt gut mit diesen überein. Aus der
Steigung der Geraden lässt sich die Wellenlänge der Spinwelle λR = 2π/kR = 1.23(3)µm
bestimmen. Dies stimmt gut mit der Erwartung von λR = (λ−1

re − λ−1
eg )−1 = 1.25µm

überein. Im Grenzfall T → 0 jedoch liefert die Kurvenanpassung den Wert τ = 38(2)µs,
statt wie aus Gleichung (5.1) folgt τ →∞. Mögliche Ursachen hierfür werden in Ref. [96]
diskutiert.

5.3 Effekt des Dipolfallenpotentials

Ein weiterer wichtiger Effekt, der einen Zerfall der Schreib-Lese-Effizienz η zur Folge hat,
ist das differentielle Potential Vr − Vg zwischen den Zuständen |r〉 und |g〉, welches durch
den 1064 nm Fallenstrahl erzeugt wird. Während dieser für den Grundzustand ein attrak-
tives Potential gemäß Gleichung (2.40a) mit einer Polarisierbarkeit von αg = 687.3 a.u.
verursacht, erzeugt er für den Rydberg-Zustand ein repulsives Potential mit einer Polari-
sierbarkeit von αr = −550 a.u. [129].

Um diesen Effekt zu untersuchen wird wie im vorherigen Abschnitt ein |L〉-polarisiertes
Photon im Rydberg-Zustand |r〉 = |80S〉 abgespeichert und nach variabler Dunkelzeit
ausgelesen. Es wurde dafür ein Medium mit einer Dichte von etwa 6×1010 cm−3 und einer
Temperatur von etwa T = 0.2µK präpariert. Abb. 5.3 zeigt die Ergebnisse dieser Messung.
Dabei wurde für die Aufnahme der blauen Datenpunkte die Dipolfalle während eines
Experiments für 50µs ausgeschaltet. Für die Aufnahme der orangefarbenen Datenpunkte
blieb die Dipolfalle dagegen angeschaltet. Während für die blauen Datenpunkte durch
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Abbildung 5.3: Einfluss der Dipolfalle auf den Zerfall der Schreib-Lese-Effizienz. Ein |L〉-
polarisiertes Photon wird im Rydberg-Zustand |80S〉 abgespeichert und nach einer Dun-
kelzeit t ausgelesen. Für die Aufnahme der blauen Datenpunkte wurde die Dipolfalle
ausgeschaltet. Für die Aufnahme der orangefarbenen Datenpunkte war die Dipolfalle da-
gegen angeschaltet. Kurvenanpassung eines Gaußschen Zerfalls an die Datenpunkte (Li-
nien) liefert 1/e-Zeiten von τ = 30(1)µs bzw. τ = 12.5(6)µs für aus- bzw. angeschaltete
Falle.

Kurvenanpassung eines Gaußschen Zerfalls eine 1/e-Zeit von τ = 30(1)µs bestimmt wird,
findet der Zerfall bei angeschalteter Falle deutlich schneller statt.

Um diesem Verhalten auf den Grund zu gehen, werden zwei Grenzfälle von Gleichung
(2.43) betrachtet. Diese enthält zwei Zeitskalen τF,1 und τk, die durch die Gleichungen
(2.44) gegeben sind. Zunächst wird der Fall betrachtet, dass die durch die Gravitation
hervorgerufene differentielle Verschiebung der Potentiale x0 vernachlässigbar ist, sodass
F = κrx0 = 0 und τF,1 → ∞. Gleichung (2.43) kann dann durch einen algebraischen
Zerfall

η(t)

η(0)
=

1

1 + t2/τ 2
k

(5.2)

genähert werden. Aus den für dieses Experiment benutzten Parametern erwartet man da-
mit eine 1/e-Zeit von τk

√
e− 1 = 120µs. Dies kann offensichtlich nicht den beschleunigten

Zerfall der orangefarbenen Datenpunkte in Abb. 5.3 erklären.
Der zweite Grenzfall, der daher betrachtet wird, beruht auf der Bedingung τF1 � τk.

Diese Bedingung ist äquivalent zur Bedingung w1/2� xg,s, entspricht also dem Grenzfall,
dass die durch Gravitation hervorgerufene Verschiebung der Wolkenmitte viel größer als
die Spotgröße des Signalstrahls und die radiale Ausdehnung der Atomwolke ist. Für die
hier verwendeten Parameter ergibt sich xg,s = 27µm, was in der Tat deutlich größer als die
Spotgröße des Signalstrahls w = 8µm und die Ausdehnung der Atomwolke 2σx = 14µm
ist. Die daraus resultierende Näherung in Gleichung (2.43) liefert einen Gaußschen Zerfall

η(t)

η(0)
= exp

(
− t2

τ 2
F,1

)
. (5.3)



82 KAPITEL 5. DUNKELZEITDYNAMIK EINER RYDBERG-SPINWELLE

Für die hier verwendeten Parameter erwartet man eine 1/e-Zeit von τF,1 = 11.8µs. Kur-
venanpassung eines Gaußschen Zerfalls an die orangefarbenen Datenpunkte in Abbildung
5.3 liefert eine 1/e-Zeit von τ = 12.5(6)µs in guter Übereinstimmung mit der Vorhersage.

Die hier präsentierte Untersuchung zeigt, dass die Berücksichtigung der durch Gra-
vitation hervorgerufene Verschiebung der Atomwolke notwendig ist, um den in Abb. 5.3
beobachteten Zerfall zu erklären. Eine intuitive Erklärung liefert die folgende Betrach-
tung. Durch die Verschiebung der Atomwolke hängt das differentielle Potential Vr − Vg
linear statt quadratisch vom Ort der Atome relativ zu Wolkenmitte ab. Die Verschiebung
der Wolke führt dazu, dass die Spinwelle aufgrund ihrer transversalen Ausdehnung einen
größeren Bereich des differentiellen Potentials abdeckt. Dies führt wiederum zu einem
schnelleren Zerfall von η.

5.4 Visibility

Wie in Abschnitt 4.3.5 gezeigt wurde, spielt die Visibility des ausgelesenen Kontrollpho-
tons eine wichtige Rolle für die postselektierte Fidelity der verschränkenden Gatterope-
ration. Um die Effizienz eines auf Rydberg-EIT basierenden Photon-Photon-Gatters zu
verbessern ist es, wie oben beschriebenen, naheliegend bei niedrigen Dichten in Kombi-
nation mit einem optischen Resonator zu arbeiten. In diesem Abschnitt wird untersucht,
wie die Visibility eines in einem Rydberg-Zustand gespeicherten Kontrollphotons für Dich-
ten von etwa 1 × 1011 cm−3 von der Dunkelzeit t abhängt. Darüber hinaus wird gezeigt,
welchen Einfluss eine Erhöhung der atomaren Dichte auf die Visibility des gespeicherten
Photons hat.

In Abschnitt 4.2 wurde ein Photon, welches sich in einer Überlagerung aus |R〉- und
|L〉-Polarisation befand, in das Medium geschickt und abgespeichert. Dabei wurde der |R〉-
Anteil in einem Grundzustand abgespeichert, während der |L〉-Anteil in einem Rydberg-
Zustand abgespeichert wurde. In diesem Abschnitt ist jedoch nur die Kohärenz des |L〉-
Anteils von Interesse, der im Rydberg-Zustand abgespeichert wurde. Für die Experimente
in diesem Abschnitt wird daher |L〉-polarisiertes Licht in das Medium geschickt, in einem
Rydberg-Zustand abgespeichert und nach einer Dunkelzeit t wieder ausgelesen. Das aus-
gelesene Licht wird dann mit einem |R〉-polarisiertem Rechteckpuls überlagert, dessen
Leistung so groß wie die des ausgelesenen Lichts gewählt wird.

Um die Phasenstabilität zwischen den beiden Polarisationskomponenten in Abwesen-
heit der Atome zu garantieren, wird der optische Aufbau zur polarisationsabhängigen
Frequenzverschiebung in Abschnitt 3.3 verwendet. Dabei wird die |L〉-Komponente des
Lichts in den Pfad des Interferometers gelenkt, der den AOM enthält. Die Frequenz des
Signallichts wird dafür so angepasst, dass das |L〉-Licht nach Passieren des AOMs resonant
mit dem Übergang |g〉 ↔ |eL〉 ist. Die |R〉-Komponente des Lichts wird dagegen in den
Pfad gelenkt, der keinen AOM enthält. Durch die Frequenzanpassung ist der |R〉-Anteil
nun um 267 MHz gegenüber dem Zustand |5P3/2, F

′ = 1,mF ′ = 3〉 zu höheren Frequenzen
verstimmt. Daher wird zwar während des Speicherpulses eine Überlagerung aus |R〉- und
|L〉-Licht in das Medium geschickt, es wird jedoch nur der |L〉-Anteil in einem Rydberg-
Zustand abgespeichert. Der Grundzustandskopplungslaser bleibt ausgeschaltet. Während
des Auslesepulses wird dann ein rechteckiger Signalpuls eingestrahlt. Dabei wird jedoch
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Abbildung 5.4: Abhängigkeit der Visibility V von der Dunkelzeit für niedrige Dichten.
|L〉-polarisiertes Licht, welches in einem Rydberg-Zustand gespeichert wurde, wird aus-
gelesen und mit |R〉-polarisiertem Referenzlicht überlagert. Für kurze Dunkelzeit wird
eine Visibility von über 0.90 erreicht. Für den Zustand |70S〉 ist ein deutlicher Zerfall
der Visibility zu beobachten. Für den Zustand |50S〉 dagegen ist dies innerhalb der hier
dargestellten Dunkelzeit nicht der Fall. Die Daten sind auf das technische Detektionslimit
V0 normiert.

kein RF-Signal am AOM angelegt, sodass der |L〉-Anteil des Signalpulses blockiert wird.
Die Frequenzverschiebung des |R〉-Anteils wird dann im zweiten MZI rückgängig gemacht.
Wie in Abschnitt 4.2 wird dann mit dem in Abschnitt 3.4 beschriebenen Detektionsaufbau
eine Polarisationstomographie des ausgelesenen Lichts durchgeführt. In Abwesenheit der
Atome messen wir eine Visibility von V0 = 0.973(6). Gründe für eine Abweichung von 1
werden in Abschnitt 3.4 diskutiert.

Abbildung 5.4 zeigt die Visibility V als Funktion der Dunkelzeit t für die Rydberg-
Zustände |50S〉 und |70S〉. Die Dipolfalle wird für jedes Experiment, bestehend aus Ab-
speichern und Auslesen eines Photons und der dazwischen liegenden Dunkelzeit, ausge-
schaltet. Die Werte sind dabei auf V0 normiert, welches das technische Detektionslimit
darstellt und nicht von der Physik des atomaren Systems abhängt. Für die Messung
wurden Atomwolken mit Dichten zwischen % = 1.7×1011 und 2.4×1011 cm−3 bei Tempe-
raturen zwischen 0.3 und 0.4µK und einer Länge von L = 0.39 mm präpariert. Die Länge
des Speicherpulses beträgt 4.5µs. Davon wird nur ein kleiner Teil am Ende des Pulses ab-
gespeichert. Die Länge des Pulses garantiert, dass etwaiges transientes Verhalten, das zu
Beginn des Pulses auftritt, abklingen kann. Der ausgelesene Puls hat ein näherungsweise
exponentiell abfallendes Profil mit einer 1/e-Zeit von typischerweise 0.8µs. Der Einfach-
heit halber wurde der |R〉-polarisierte Referenzpuls rechteckig gewählt. Dies führt dazu,
dass die Leistungen des ausgelesenen |L〉-polarisierten und des Referenzpulses nur inner-
halb eines Intervalls von typischerweise 0.5µs etwa ausgeglichen sind. Es werden daher
nur Daten ausgewertet, die sich innerhalb dieses Intervalls befinden.

Für kurze Dunkelzeiten erreicht die Visibility Werte von über 0.90, was eine deutli-
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Abbildung 5.5: Abhängigkeit der Visibility von der atomaren Dichte für ein im Zustand
|70S〉 gespeichertes Photon. Die Daten wurden bei einer Dunkelzeit von t = 5µs aufge-
nommen. Ein Zerfall der Visibility mit zunehmender Dichte ist deutlich erkennbar.

che Verbesserung gegenüber dem in Abschnitt 4.2 gemessenen Wert von 0.66(2) darstellt,
der bei einer Dunkelzeit von t = 4.5µs und einer atomaren Dichte von 2 × 1012 cm−3

aufgenommen wurde, wobei im Rydberg-Zustand |69S〉 abgespeichert wurde. Für den
Zustand |50S〉 ist innerhalb der hier betrachteten maximalen Dunkelzeit von etwa 30µs
kein signifikanter Zerfall der Visibility zu beobachten. Die Visibility für deutlich längere
Dunkelzeiten zu messen ist schwierig, da dann kaum noch Licht ausgelesen werden kann.
Für den Zustand |70S〉 dagegen ist ein deutlicher Zerfall zu erkennen. Der Zerfall hängt
also von der Hauptquantenzahl des Rydberg-Zustands ab. Darüber hinaus wurde in einer
weiteren Messung sichergestellt, dass eine weitere Verringerung der atomaren Dichte keine
Verbesserung der Visibility zur Folge hat. Die wahrscheinlichste Erklärung für den beob-
achteten Zerfall sind also fluktuierende elektrische Streufelder, die ihrerseits eine zeitliche
Fluktuation der Stark-Verschiebung des Rydberg-Zustands verursachen.

Auffällig ist die Verbesserung der Visibility gegenüber dem in Abschnitt 4.2 gemesse-
nen Wert von 0.66(2). Grundsätzlich kann dies viele Ursache haben, da die hier präsentierte
Messung der Visibility in vielerlei Hinsicht von der in Abschnitt 4.2 abweicht. So ist hier
beispielsweise die atomare Dichte deutlich niedriger und das atomare Medium deutlich
länger. Das Referenzlicht wird nicht in einem atomaren Grundzustand abgespeichert. Die
Dipolfalle ist während der Experimente ausgeschaltet. Der einlaufende Signalpuls ist deut-
lich länger und die Hauptquantenzahl n = 70 weicht geringfügig von der in Abschnitt 4.2
von n = 69 ab. Darüber hinaus wurde die Frequenzstabilisierung der Laser für Signal-
und Kopplungslicht verbessert. Da bekannt ist, dass die atomare Dichte einen wichti-
gen Einfluss auf die Schreib-Lese-Effizienz eines in einem Rydberg-Zustand gespeicherten
Photons hat, liegt es nahe, dass die atomare Dichte auch auf die Visibility eines solchen
Photons Einfluss haben könnte.

Um dies zu überprüfen, wird die Visibility eines im Zustand |70S〉 gespeicherten Pho-
tons als Funktion der atomaren Dichte gemessen. Um die Dichte zu variieren wird bei
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etwa gleichbleibender Atomzahl von 1.6× 105 bis 2.0× 105 die Länge des Mediums zwi-
schen 0.05 und 0.39 mm variiert. Die Temperatur beträgt dabei etwa 0.6µK. Die Dun-
kelzeit wurde mit 5µs entsprechend der Oszillationsperiode des niedrigsten gebundenen
langreichweitigen Molekülzustands zwischen einem Rydberg-Atom im Zustand |70S〉 und
einem Grundzustandsatom gewählt. Abbildung 5.5 zeigt die Ergebnisse dieser Messung.
Der in Abschnitt 4.2 gemessene Wert der Visibility von 0.66(2) wurde bei einer atomaren
Dichte von ρ = 2 × 1012 cm−3 aufgenommen und stimmt somit gut mit den Ergebnissen
in Abbildung 5.5 überein. Um einen auf Rydberg-EIT basierenden Quantenspeicher mit
hoher Visibility und somit ein Photon-Photon-Gatter mit hoher postselektierter Fidelity
realisieren zu können, sind niedrige atomare Dichte folglich eine notwendige Bedingung.
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Kapitel 6

Ausblick

In dieser Arbeit wurde weltweit erstmalig ein auf Rydberg-Wechselwirkungen basierendes
Photon-Photon-Gatter demonstriert. Die hier erreichte postselektierte Fidelity ist zwar
ausreichend, um zu zeigen, dass das Quantengatter funktioniert. Im Hinblick auf Anwen-
dungen wäre es aber wünschenswert die Performance des Gatters, also die Effizienz und
die postselektierte Fidelity, deutlich zu steigern.

In Kapitel 4 wird deutlich, dass die Dephasierung ein wesentlicher limitierender Faktor
für die Performance des Gatters ist. Die Messungen in Kapitel 5 zeigen dann, dass niedrige
atomare Dichten zu einer deutlichen Verringerung der Dephasierung führen, was im Prin-
zip eine deutlich bessere Performance des Gatters erlauben sollte. In Kapitel 4 wird jedoch
auch deutlich, dass eine Verbesserung des Gatters allein durch eine Absenkung der Dichte
nicht erreichbar ist, weil dann die konditionierte Phasenverschiebung nicht mehr π be-
tragen würde. Einen Ausweg aus diesem Dilemma bietet die Verwendung eines optischen
Resonators mit moderater Finesse, der das atomare Medium einschließt [77,78,130]. Dies
erlaubt es deutlich niedrigere atomare Dichten zu verwenden. Die damit einhergehende
Verringerung der Wechselwirkung eines Photons mit dem Medium wird, grob vereinfacht
ausgedrückt, durch die mehrmalige Passage des Photons durch das Mediums kompen-
siert. Eine detaillierte Rechnung zeigt, dass mit einem solchen Aufbau, bei realistischen
Parametern, eine Effizienz von etwa 50% erreichbar sein sollte.

Eine solche Verbesserung der Performance des Gatters eröffnet die Möglichkeit weiterer
Experimente. So könnte beispielsweise mit einem solchen Aufbau die Verschränkung von
mehr als zwei Photonen ermöglicht werden. Darüber hinaus könnte ein solches System
als Einzelphotonenquelle oder zur Erzeugung von Schrödinger-Katzen-Zuständen genutzt
werden.
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Möglichkeit gaben meinen Interessen frei zu folgen und mir schließlich das Physikstudium
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Stelle aber unsere Freundschaft für die ich sehr dankbar bin. Ich danke allen Kollegen in
der Gruppe von Gerhard Rempe, insbesondere denjenigen, die den Anstand hatten beim
Kickern gegen mich zu verlieren. Sie haben mir den nötigen Ausgleich an einem langen
Labortag gegeben.

Schließlich danke ich meiner Frau Sita, die so viel Last auf ihre Schultern und so viel
von meinen genommen hat. Du warst und bist meine Stütze ohne die ich dieses riesige
Projekt niemals hätte stemmen können.

99


	Einleitung
	Quanteninformationsverarbeitung
	Quanteninformationsverarbeitung mit Rydberg-Atomen
	Quanteninformationsverarbeitung mit Photonen
	Rydberg-EIT für Photon-Photon-Wechselwirkungen
	Diese Arbeit

	Theorie
	Rydberg-Atome
	Grundlegende Eigenschaften
	Radiale Wellenfunktion
	Wechselwirkung zwischen Rydberg- und Grundzustandsatomen
	Van-der-Waals-Wechselwirkung zwischen zwei Rydberg-Atomen

	Elektromagnetisch induzierte Transparenz
	EIT und Pulspropagation
	Speichern und Auslesen von Licht mittels EIT
	Zerfall der Ausleseeffizienz

	Wechselwirkungen zwischen Photonen
	Polarisations-Qubits
	Einfluss von Phasenrauschen auf ein gespeichertes Qubit

	Experimenteller Aufbau
	Atomares Medium
	Präparation eines kalten Gases
	Erzeugung eines längenverstellbaren Ensembles

	Optischer Aufbau für EIT
	EIT-Lasersysteme
	Out-Of-Loop-Bestimmung der Phasenstabilität
	Strahlengänge

	Optischer Aufbau zur polarisationsabhängigen Frequenzverschiebung
	Detektion
	Bestimmung der atomaren Dichte

	Ein Photon-Photon-Quantengatter basierend auf  Rydberg-Rydberg-Wechselwirkung
	Phasenverschiebung durch ein einzelnes gespeichertes Photon
	Ein photonischer Quantenspeicher
	Photon-Photon-Quantengatter
	Atomares Niveauschema
	Wahl der Parameter
	Effizienz des Gatters
	CNOT-Wahrheitstabellen
	Erzeugung eines verschränkten Zustands
	Imperfektionen des Gatters


	Dunkelzeitdynamik einer Rydberg-Spinwelle
	Experimenteller Ablauf
	Einfluss des Photonenrückstoßes
	Effekt des Dipolfallenpotentials
	Visibility

	Ausblick
	Literaturverzeichnis

