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ціональної академії наук України, Київ, 2023

У дисертаційній роботі представлені результати досліджень кількох джерел
квантового світла на основі багаторівневих атомів.

По-перше, експериментально реалізовано та чисельно змодельовано джере-
ло біфотонів на основі резонансної чотирихвильової взаємодії з використанням
чотирьох рівнів рубідію-87 — двох надтонких рівнів основного стану та двох збу-
джених рівнів тонкої структури. Чисельне моделювання ґрунтується на описі вза-
ємодії лазерного світла з речовиною в одновимірному оптично товстому середо-
вищі з подвійним заломленням, що використовує формалізм матриці густини та
наближення rotating wave approximation та Weißkopf-Wigner approximation. Та-
кий підхід дозволив відтворити взаємодію багаторівневих атомів із урахуванням
магнітних підрівнів кожного рівня зі світлом будь-якої поляризації та визначити
просторовий розподіл і часову еволюцію як квантового стану атомів, так і компле-
ксних амплітуд полів. Для забезпеченняможливості проведення чисельногомоде-
лювання протягомреалістичного часу за використанням звичайних персональних
комп’ютерів програму було оптимізовано методом напіввекторизації. Незважаю-
чи на те, що при чисельному моделюванні використано напівкласичне наближе-
ння, за його допомогою визначено поляризаційні характеристики однофотонних
полів у джерелі біфотонів на основі чотирихвильової взаємодії.

По-друге, розроблену методику використано для чисельного моделювання
квантового за природою явища раманівської суперфлуоресценції в трирівневій
схемі в просторово неоднорідному середовищі. Її результати було використано
для розробки експериментальної схеми спостереження явища раманівської
суперфлуоресценції в порожнистих світловодах, що заповнені холодними ато-
мами рубідію-87. Результати експериментальних досліджень кількісно і якісно
описуються чисельним експериментом. Запропоновано просту модель явища
суперфлуоресценції в неоднорідних середовищах, яка ґрунтується на концепції
ефективного числа атомів, задіяних у колективному випромінюванні і пояснює
всі особливості цього явища.

По-третє, теоретично досліджено джерело одиночнихфотонів на основі нере-
зонансної схеми з трирівневим атомом у одномодовому резонаторі, що складає-
ться з одного ідеального дзеркала та одногонапівпрозорого. Розвинуто теорію вза-
ємодії такого резонатора з напівнескінченним одновимірним середовищем, і на її
основі показано, що така схема дозволяє простим способом створювати фотон ба-
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жаної хвильової форми за вимогою. Це досягається в певному режимі взаємодії,
який забезпечує створення фотона без заселення квантового стану резонатора.

Ключові слова: джерела квантового світла, багаторівневі атоми, джерела бі-
фотонів, подвійне заломлення, поляризоване світло, чотирихвильова взаємодія,
суперфлуоресценція

Abstract
S. Stryzhenko. Researching and numerical modelling sources of light with quantum
properties based on multi-level atoms — Qualifying scientific work on rights of a ma-
nuscript

Thesis for degree of Doctor of Philosophy on specialty 104 Physics and Astronomy
(10 — Natural Sciences) — Institute of Physics of National Academy of Sciences of
Ukraine, Kyiv, 2023

The thesis presents results of experimental, theoretical, and numerical research of
several quantum light sources based on multi-level atoms.

Firstly, we experimentally implemented and numerically simulated a source of
biphotons based on resonant four-wave mixing. The source utilizes four levels of
rubidium-87, including two hyperfine levels of the ground state and two excited levels
of the fine structure. The numerical simulation, based on the equations describing
the interaction between laser light and matter in a one-dimensional medium of high
optical depth and high birefringence, employs the density matrix formalism and
rotating wave and Weißkopf-Wigner approximations. This approach accurately
reproduces interaction between multi-level atoms and light, considering degeneracy
by the magnetic quantum number. To enable realistic time simulations on conven-
tional personal computers, the simulation was optimized using the half-vectorization
method. Despite utilizing semiclassical approximation, the simulation allowed to
determine polarization of the one-photon field generated by the source of biphotons.

Secondly, the proposed simulation was also used to numerically model Raman su-
perfluorescence in a three-level schemewithin a spatially inhomogeneousmedium. The
simulation results were utilized to design an experimental setup for researching Raman
superfluorescence in hollow waveguides filled with laser-cooled atoms of rubidium-87.
The obtained results aligned both qualitatively and quantitatively with experimental
data. Following the experiments and numerical simulations, a simple theoretical model
of superfluorescence in inhomogeneous media was proposed. This model relies on the
concept of maximal number of atoms collectively participating in the initial superfluo-
rescent burst, providing an explanation for all observed properties of the phenomenon.

Finally, the thesis delves into the theoretical exploration of a single-photon source
consisting of a single three-level atom coupled to a single-mode cavity, where onemirror
is semi-transparent. A theory describing the interaction between this source and a semi-
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infinite one-dimensional bath was developed. This theory demonstrated that, under
specific regime of interaction where quantum state of the caviy is unpopulated, the
source can produce a photon of desired shape on demand.

Keywords: sources of quantum light, multi-level atoms, sources of biphotons,
birefringence, polarized light, four-wave mixing, superfluorescence
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(
 

 кит.徐嘉佑,
 

 

PY /xú jiā yòu/),щопрацював уТехнічному університетіДарм-
штадта в рамках проєкту

 

 

LIMQUET, за значний внесок в експериментальне
дослідження джерела біфотонів на основі чотирихвильової взаємодії;

• аспіранту Факультету фізики Університету Оксфорда (
 

 англ. Department of
Physics of the Oxford University) Марку Ейспеерту (

 

 

нід. Mark Ĳspeert), що
працював у Технічному Університеті Дармштадта за відрядженням у рам-
ках проєкту

 

 

LIMQUET, за допомогу в чисельних дослідженнях та надання
доступу до 64-ядерного університетського суперкомпʼютера.
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Перелік скорочень

APD лавинний фотодіод (avalanche photodiode)

CPT когерентне полонення населеностей (coherent population trapping)

cQED квантова електродинаміка резонаторів (cavity quantum electrodynamics)

DB виміряна (детектована) яскравість (detected brightness)

DFR dark funnel repumper

DLCZ протокол квантової памʼяті, також застосовується як джерело одиночних
фотонів.Названий на честь авторів: LumingDuan (кит.段路明, PY /duàn lù
míng/),MikhailLukin (рос.МихаилДмитриевичЛукин), Juan IgnacioCirac
Sasturain, Peter Zoller

ECDL діодний лазер із зовнішнім резонатором (external cavity diode laser)

EIT електромагнітно індукована прозорість (electromagnetically induced transpar-
ency)

FORT далеко відстроєна пастка (far off-resonant trap)

FWHM ширина на рівні половини висоти піка (full width at half-maximum)

FWM чотирихвильова взаємодія (four-wave-mixing)

GB генерована яскравість (generated brightness)

GSB генерована спектральна яскравість (generated spectral brightness)

GSBP генерована спектральна яскравість на одиницю потужності накачки (gen-
erated spectral brightness per pump power)

HBT ефект Хенбері-Брауна і Твісса (Hanbury-Brown and Twiss effect)

HCPCBGF порожнисте оптичне волокно з фотонним кристалом (hollow-core
photonic crystal band gap fiber)
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LIMQUET «Інтерфейси між світлом та речовиною для квантово вдосконалених
технологій» (англ.Light-Matter Interfaces for QuantumEnhanced Technology)

MCN максимальне колективне число атомів (maximum cooperation number)

MOT магнітно-оптична пастка (magneto-optical trap)

NA чисельна апертура (numerical aperture)

OD оптична товщина (optical depth)

PBS поляризуючий світлоділитель (polarizing beam splitter)

PY транскрипція китайської мови (путунхуа) за системоюHanyu Pinyin

RJ транскрипція японськоїмови за системоюХепберна (позначенняпоходить від
яп.ローマ字, RJ /rōmaji/ — дослівно «римські літери»)

RWA наближення хвилі, що обертається (rotating wave approximation)

SF суперфлуоресценція (superfluorescence)

SPCM детектор одиночних фотонів (single-photon counting module)

SPDC спонтанне параметричне розсіювання (spontaneous parametric down-con-
version)

SR супервипромінення (superradiance), також відоме як надвипромінення (рос.
сверхизлучение) або ефект Діке, за іменем дослідника Роберта Генрі Діке
(англ.Robert Henry Dicke)

STIRAP вимушений раманівський адіабатичний перехід (stimulated Raman adi-
abatic passage)

TLS дворівнева система (two-level system)

англ. англійська мова

кит. китайська мова (використовується у випадках, коли варіанти в традиційній
та спрощеній орфографії співпадають)

кит. трад. китайська мова (в традиційній орфографії)

нід. нідерландська мова

нім. німецька мова
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рос. російська мова

фр. французька мова

яп. японська мова

італ. італійська мова
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Вступ

Обґрунтування вибору теми дослідження
Однимизнайбільш глобальнихпроблем, якимизаймається сучаснаквантовафізи-
ка, є квантові обчислення та квантова комунікація [1].Ці квантові технології стали
обʼєктом протистояння між США та Китаєм [2, 3]: обидві держави вкладають у
них мільярди доларів [4—7]. Європейський Союз також приєднався до змагань,
запустивши в 2018 році десятирічну програму Quantum Technologies Flagship із
бюджетом в 1 мільярд євро [8, 9].

Ідеальним носієм квантової інформації є фотон: по-перше, фотони рухаються
зі швидкістю світла та не взаємодіють із іншими фотонами; по-друге, фотонами
можна маніпулювати за допомогою лінійної оптики [10, 11]. Однак класичне сві-
тло, включаючи світло лазерів, не може безпосередньо використовуватися як но-
сій квантової інформації, оскільки число фотонів у ньому не є визначеним. Тому
для використання в квантовій інформатиці необхідно створювати джерела світла,
які мають некласичні (або квантові) властивості.

На сьогоднішній день існують два типи джерел квантового світла: перші здатні
генерувати один фотон «на вимогу», але після кожного фотона їх треба заново
переводити в початковий квантовий стан; другі випромінюють фотони випадко-
во, але здатні генерувати їх у великих кількостях за одиницю часу. Останній тип
джерел квантового світла випромінює не одиночні фотони, а пари квантово сплу-
таних фотонів. Таким чином, задетектувавши один фотон, можна бути впевненим
у наявності іншого фотона, не детектуючи його.

Незважаючи на те, що протягом останніх десятиліть приділяється надзвичай-
но велика увага дослідженню властивостей існуючих джерел квантового світла та
розробці нових типів таких джерел, велика кількість питань усе ще залишається
невирішеною. Одним таким питанням є врахування реальної багаторівневої стру-
ктури атомів, які використовуються для генерації різних типів квантового світла.

Таким чином, темою дисертаційною роботи було обрано дослідження та чи-
сельне моделювання джерел світла з квантовими властивостями, що ґрунтуються
на використанні багаторівневих атомів.

У межах цієї теми, по-перше, досліджується джерело некласичного світла на
основі резонансної чотирихвильової взаємодії (

 

 англ. four-wave mixing,
 

 

FWM) на
холодних атомах рубідію-87, завантажених у порожнисте оптичне волокно. Це є
важливим прикладом джерел випадкових біфотонів. Таке джерело дозволяє до-
сягти максимально можливої кількості випромінених за одиницю часу фотонів,
при якій сусідні фотони вже починають перекриватися в часі.

По-друге, вивчається джерело одиночних фотонів на основі трирівневих вто-
мів, що взаємодіють із одномодовим резонатором. Це джерело дозволяє створю-
вати один фотон на вимогу. Перевагою такого джерела є здатність у певному ре-
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жимі взаємодії контролювати форму випроміненого фотона.
По-третє, досліджується явище раманівської суперфлуоресценції (

 

 англ. super-
fluorescence,

 

 

SF) холодних атомамів рубідію в порожнистому оптичному волокні.
Під час цього процесу генерується короткий імпульс раманівського випроміню-
вання, який є класичним світлом, але його статистичні властивості визначаються
квантовими флуктуаціями. Дослідження цього явища є важливим для глибшого
розуміння фізики взаємодії квантового світла з багаторівневими реальними ато-
мами (у даному разі атоми рубідію-87).

Звʼязок роботи з науковими програмами, планами, темами
Дисертаційна робота виконувалась у відділі когерентної та квантової оптики Ін-
ституту фізики Національної академії наук України в рамках наступних наукових
тем:

• 1.4.В/185. «Розвиток фізичних основ лазерів з керованими параметрами
та дослідження квантових і когерентних явищ при взаємодії їх випромі-
нювання з речовиною у різному агрегатному стані» (номер держ. реєстр.
0117U002611),

• 1.4. В/210. «Генерація висококогерентних лазерних полів, розробка мето-
дів і засобів керування їх характеристиками та дослідження квантових ефе-
ктів у взаємодії атомів, молекул, нано- та мікрочасток з лазерними полями
з контрольованими параметрами» (номер держ. реєстр. 0117U002612),

• 1.4. ВЦ/188. «Фундаментальні процеси, що визначають властивості нові-
тніх фізичних об’єктів та матеріалів для електроніки, оптоелектроніки, фо-
тоніки та спінтроніки» (номер держ. реєстр. 0117U002612).

Експериментальні та частина чисельних досліджень виконувалися в Інституті при-
кладної фізики Технічного університету Дармштадта (

 

 

нім. Institut für Angewandte
PhysikderTechnischenUniversitätDarmstadt), а частина теоретичнихдосліджень—
у Міждисциплінарній лабораторії Карно Університету Бургундії (

 

 

фр. Laboratoire
Interdisciplinaire Carnot de l’Université de Bourgogne). Дослідження виконувалися
в рамках проєкту Європейського Союзу «Інтерфейси між світлом та речовиною
для квантово вдосконалених технологій» (

 

 англ. Light-Matter Interfaces for Quan-
tum Enhanced Technology,

 

 

LIMQUET) [12].

Особистий внесок автора дисертації
Автор дисертації спільно з науковим керівником розробив, самостійно оптимізу-
вав і запрограмував мовою Python чисельну модель, описану в розділах 3.3 та 3.5, і
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використав її для супроводу експериментів, описаних у розділах 4 та 5. Разом із на-
уковою групою Інституту прикладної фізики Технічного університету Дармштад-
та автор брав участь у постановці та теоретичному супроводі цих експериментів, в
обробці отриманих даних та їх аналізі, в обговоренні отриманихрезультатів і в під-
готовці публікацій [13, 14] до друку. Під час проведення теоретичних досліджень,
описаних у розділі 6, спільно з науковою групоюМіждисциплінарної лабораторії
Карно Університету Бургундії автор брав участь у розробці теорії взаємодії три-
рівнених атомів із резонатором, обговоренні та аналізі отриманих результатів і
підготовці до друку статті [15].

Апробація результатів дисертації
Основні результати дисертації були представлені у вигляді доповідей в усних та
стендових доповідях на вітчизняних та міжнародних конференціях:

• International Conference and Workshop Light-Matter Interfaces for Quantum
Enhanced Technologies (LIMQUET 2021), Oxford, UK (2021);

• 27th International conference on Atomic Physics (ICAP2022), Toronto, Canada
(2022);

• DPG Spring Meeting of the Atomic, Molecular, Quantum Optics and Photonics
Section (SAMOP), Hannover, Germany, (2023);

• International conference Resonance phenomena in atomic systems (to the 85th
anniversary of Academician Otto Shpenik), Uzhhorod, Ukraine (2023);

• Підсумкова наукова конференція Інституту фізики НАН України, Київ,
Україна (2022);

• запрошена доповідь наПідсумковій науковій конференції Інституту фізи-
ки НАН України, Київ, Україна (2023);

Публікації
Результати дисертації опубліковано у 7 наукових роботах:

• дві статті у періодичних наукових виданнях Quantum Science and
Technology [13] та Physical Review Research [14], проіндексованих у
базах даних Web of Science та Scopus, та віднесених до першого квартилю
(Q1) відповідно до класифікації SCImago Journal and Country Rank;
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• одна стаття подана до друку до журналу Physical Review Research (проінде-
ксованогоWebof Science та Scopus, віднесеного до першого квартилю відпо-
відно до класифікації SCImago Journal and Country Rank) та опублікована
у вигляді препрінту в репозиторії arXiv [15];

• чотири тези доповідей на міжнародних наукових конференціях [16—19].

Структура роботи
Дисертація складається зі вступу, 6 розділів, висновків та списку літератури.Уроз-
ділі 1 поставлено мету та задачі дисертаційної роботи, а розділ 2 присвячено огля-
ду різних типів існуючих джерел квантового світла. Розділ 3 присвячено чисель-
ній моделі, що описує взаємодію атомів зі складною структурою рівнів та світла
довільної поляризації. Два наступні розділи описують експерименти, які були чи-
сельномодельовані за допомогоюописаної в попередніх розділахметодики: у роз-
ділі 4 представлено створення джерела квантово сплутаних пар фотонів на основі

 

 

FWM, а у розділі 5 розглядається суперфлуоресценція в неоднорідно збудженому
середовищі.Урозділі 6 теоретичноописано джерелоодиночнихфотонів на основі
одномодового резонатора з втратами.
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Розділ 1

Постановка задачі

Метою дисертаційної роботи є дослідження та чисельне моделювання кількох
джерел світла з квантовими властивостями, що ґрунтуються на використанні
багаторівневих атомів: випадкового джерела пар квантово сплутаних фотонів на
основі чотирихвильової взаємодії в холодних атомах рубідію-87 із урахуванням
їхньої реальної структури енергетичних рівнів, одноатомного джерела одино-
чних фотонів на основі трирівневих атомів, що взаємодіють із одномодовим
резонатором, а також явища раманівської суперфлуоресценції холодних атомів
рубідію-87 у неоднорідному середовищі.

Для досягнення цієї мети в роботі поставлено наступні задачі:

1. Створити чисельну модель взаємодії багаторівневих атомів із лазерним сві-
тлом довільної поляризації в одновимірному оптично товстому середовищі
з подвійним заломленням.Модель повинна враховувати виродження рівнів
за магнітним квантовим числом.

2. Створити та експериментально дослідити джерело квантово сплутаних пар
фотонів на основі спонтанної чотирихвильової взаємодії на лазерно охо-
лоджених атомах рубідію-87, завантажених усередину порожнистого опти-
чного волокна з фотонним кристалом і забороненою зоною

 

 

HCPCBGF. За
допомогою розробленої в пункті 1 чисельної моделі визначити поляриза-
ційні характеристики однофотонних полів, їхню залежність від поляризації
накачки та контрольного поля. Кількісно визначити ступінь некласичності
випроміненого джерелом світла, а також ступінь квантової сплутаності фо-
тонів.

3. Експериментально, теоретично і чисельно (за допомогою розробленої
в пункті 1 чисельної моделі) дослідити явище раманівської суперфлу-
оресценції на лазерно охолоджених атомах рубідію-87, завантажених
усередину

 

 

HCPCBGF. Визначити та теоретично пояснити залежність
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параметрів суперфлуоресцентного імпульса від кількості атомів, а також
від інтенсивності та частоти поля накачки.

4. Теоретично і чисельно дослідити одноатомне джерело одиночних фотонів
на основі трирівневих атомів, що взаємодіють із резонатором із одним іде-
альним дзеркалом і одним напівпрозорим. Вивести з перших принципів і
чисельно порівняти три представлення для опису такого джерела: істинно-
модове, внутрішньо-зовнішнє та псевдомодове. Визначити квантові опера-
тори для фізичних величин, які характеризують випромінені джерелом фо-
тони, і розрахувати їхню динаміку в різних режимах взаємодії.
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Розділ 2

Огляд джерел квантового світла

У цьому розділі ми оглянемо різні типи джерел квантового світла — як детермі-
ністичних, так і ймовірнісних, і перерахуємо їхні переваги та недоліки.

2.1 Особливості джерел квантового світла
Для початку розглянемо, чим відрізняються джерела квантового світла від класи-
чних загальновживаних джерел світла, таких як термічні, газорозрядні, світлодіо-
дні чи лазерні джерела. Основна відмінність полягає в квантових властивостях ви-
промінюваного світла. Навіть якщо для опису класичних джерел світла необхідно
використовувати квантову механіку, саме випромінене світло є класичним і може
розглядатися як електромагнітна хвиля, що поширюється відповідно до рівнянь
Максвелла.

За низьких інтенсивностей класичне світло веде себе згідно з законами кван-
тової механіки, і його слід розглядати вже не як класичну електромагнітну хвилю,
а як квантоване поле, що складається з фотонів. Однак кількість фотонів у тако-
му світлі не є однозначно визначеною. Наприклад, монохроматичне світло, яке
випромінює ідеальний лазер, перебуває у так званому когерентному, або глаубе-
рівському (на честь Роя Джея Глаубера,

 

 англ.Roy Jay Glauber) стані:

|α〉 =
∞∑

n=0

exp

(
− |α|2

2

)
αn

√
n!

|n〉 . (2.1)

Тут стан |n〉—цетак званийфоківський стан (на честьрадянськогофізикаВла-
діміра Фока,

 

 рос. Владимир Александрович Фок), тобто стан із точно визначеною
кількістю фотонів n, а α—комплексний параметр когерентного стану.

Формула (2.1) означає, що кількість фотонів у когерентному стані є випадко-
вою величиною з пуасонівським розподілом і математичним сподіванням |α|2. Із
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рисунка 2.1 ми бачимо, що навіть за значень α, коли ймовірність отримати один
фотон є максимальною (|α|2 = 1), ця ймовірність досягає лише 1/e ≈ 0.37.

Світло ж від теплових джерел має іншу статистику фотонів, що описується
класичною ймовірністю

P (n) =
〈n〉n

(1 + 〈n〉)n+1
. (2.2)

Для теплового джерела ймовірність одного фотона є максимальною також за се-
реднього значення 〈n〉 = 1, складаючи P (n=1) = 1/4.

Тому, хоча низькоінтенсивне світло від класичних джерел і має квантові вла-
стивості, але джерелами квантового світла їх не називають. Для створення одино-
чних фотонів, необхідних для квантової інформатики та квантових комунікацій,
використовують спеціальні джерела.

Ідеальне джерело одиночних фотонів мало би задовольняти три вимоги [20]:

• випромінення одного фотона із ймовірністю 100%;

• випромінення фотона «на вимогу», тобто за зовнішнім сигналом, а також
невипромінення фотонів за відсутності такого сингала;

• велика кількість випромінених фотонів за одиницю часу.

На сьогодні таких ідеальних джерел одиночних фотонів не існує. Хоча джере-
ла, які називаються «джерелами фотонів», випромінюють один фотон із високою
ймовірністю, але між можливістю отримувати фотон на вимогу та швидкістю їх
випромінення доводиться обирати. Таким чином, джерела фотонів можна поді-
лити на дві групи: детерміністичні, що створюють один фотон на вимогу, і ймо-
вірнісні, що створюють фотони у випадкові моменти часу, але здатні видавати зна-
чну їх кількість за одиницю часу [20—22]. Останній тип випромінює не одиночні
фотони, а так звані біфотони—квантово сплутані парифотонів.Джерела обох ти-
пів ми оглянемо далі в цьому розділі, а зараз перелічимо показники, що кількісно
характеризують джерела квантового світла.

2.2 Кількісне вимірювання «однофотонності»
світла

Для кількісної характеристики «однофотонності» випроміненого джерелом сві-
тла можна використовувати ефект Хенбері-Брауна і Твісса (

 

 англ. Hanbury Brown
and Twiss,

 

 

HBT). Установка для спостереження цього ефекту складається зі сві-
тлоділителя з коефіцієнтом пропускання |t|2 = 1/2 та двох детекторів одиночних
фотонів (

 

 англ. single photon counting module,
 

 

SPCM). Цю установку зображено на
рисунку 2.2.
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Рисунок 2.1: Розподіл імовірностей детектування n фотонів у когерентному стані |α〉 в
залежності від |α|2 (верхній графік) та в тепловому світлі в залежності від середньої
кількості фотонів 〈n〉 (нижній графік). Вертикальна відстань між лініями чорного ко-
льору дорівнює ймовірності задетектувати кількість фотонів, позначенуцифрою у від-
повідній області.
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Рисунок 2.2: Схема установки Хенбері-Брауна і Твісса

Оскільки світлоділитель не змінює частоту ані відбитого, ані пропущеного сві-
тла, то однофотонне світло він не здатен розділити на два фотони— інакше пору-
шувався би закон збереження енергії. Замість цього світлоділитель із імовірністю
|t|2 пропускає фотон, а з імовірністю |r|2 —відбиває. Тут t—амплітудний коефі-
цієнт пропускання, а r — відбиття, для яких |t|2 + |r|2 = 1. Таким чином, поле
після проходження через світлоділитель знаходиться в квантовому стані [23]

|ψ〉 =
(
ta+t + ra+r

)
|∅t,∅r〉 = t |!t,∅r〉+ r |∅t,!r〉 , (2.3)

де індекс t позначає пропущене поле, а індекс r—відбите. Такимчином,ми або де-
тектуємо фотон у відбитому полі, або у пропущеному, але не в жодному і не в обох
одночасно. Це означає, що події детектування фотонів у двох полях є залежними
з точки зору теорії ймовірностей подіями, а в термінах квантової механіки поля в
такому стані є квантово сплутаними.

Щоб охарактеризувати квантову сплутаність полів, використаємо коефіцієнт
кореляції другого порядку [24]:

g(2)t,r =

〈
a+t a

+
r atar

〉
〈
a+t at

〉
〈a+r ar〉

=
pt,r
ptpr

, (2.4)

де друга рівність представляє собою класичне співвідношення імовірностей: pt,r
— імовірність одночасного детектування пропущеного та відбитого фотона, а pt
та pr — відповідні імовірності детектування окремо пропущеного або відбитого
фотона. Знаменник у другій рівності є ймовірністю випадкового співпадіння, ніби
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дві моди не є скорельованими. Оскільки в установці
 

 

HBT досліджуються фотони,
випромінені одним і тим само джерелом в одну і ту само моду, то коефіцієнт g(2)t,r

ще називають автокореляцією. Таким чином, g(2)a,b = 1 означає, що пропущене та
відбите поля не є скорельованими, а відхилення від цього значення означає їхню
взаємозалежність із точки зору теорії ймовірностей.

Для когерентного світла автокореляція становить g(2)t,r (τ) = 1 незалежно від
затримки між подіями детектування τ , а для теплового 1 ≤ g(2)t,r (τ) ≤ 2, причому
g(2)t,r (τ=0) = 2 [23, section 2.6.1]. Для однофотонного світла, оскільки одночасно
задетектувати обидва фотони неможливо, то g(2)t,r (τ=0) = 0. Тому в експерименті

 

 

HBT спостерігається антикореляція (
 

 англ. anti-bunching) g(2)t,r (τ=0) ' 0 < 1 [23,
section 2.6.2].

2.3 Кореляційні характеристики біфотонів
Імовірнісні джерела — ті, що випромінюють фотони випадково, але здатні вида-
вати їх у великих кількостях за одиницю часу — насправді випромінюють не оди-
ничні фотони, а так звані біфотони. Біфотон—це двомодове поле, що може зна-
ходитись у двох (базисних) станах: або в жодній із мод фотонів немає, або кожна
має один фотон:

|ψ〉 = C0 |∅,∅〉+ C1 |!,!〉 . (2.5)

Тобто біфотон не можемати фотон лише в одній своїй моді (тобто бути в стані
|!,∅〉 або |∅,!〉), а також не може мати більш як один фотон у будь-якій моді
— навіть якщо кількість фотонів в обох модах співпадає. Таким чином, детекту-
вання фотонів у модах із точки зору теорії ймовірностей є залежними подіями, а
відповідні моди, як і у випадку

 

 

HBT, є квантово сплутаними. Отже, задетектував-
шифотон в одній моді, можна бути впевненими, що і друга мода має один (і тільки
один) фотон, навіть не детектуючи його.

Оскільки мимаємо справу з квантово сплутаними парами фотонів, то в якості
кількісної характеристики ми також використаємо кореляцію інтенсивності дру-
гого порядку:

g(2)a,b =

〈
â+b̂+âb̂

〉

〈â+â〉
〈
b̂+b̂
〉 , (2.6)

рахуючи її в експерименті як співвідношення ймовірностей:

g(2)a,b(τ) =
pa,b(t, t+ τ)

pa(t)pb(t+ τ)
. (2.7)

22



У випадку джерела біфотонів вираховується автокореляція моди â за умови
реєстрації фотона в іншій моді b̂ [25]:

α = g(2)a,a|b =
pa,a|b
p2a|b

=
pa,a,b
p2a|b

. (2.8)

Тоді за значень α < 1 ми маємо некласичне, антикорельоване світло [26].
Проте це світло є некласичним лише за умови детектування фотона в моді b̂, на
що вказують умовні ймовірності в (2.8). Якщо розглядати кожне поле окремо, то
вони обидва в умовах нашого експерименту матимуть теплову статистику, тобто
g(2)(τ=0) = 2.

Альтернативним показником для джерела біфотонів є порушення нерівності
Коші-Буняковського-Шварца (

 

 англ. Cauchy-Schwarz inequality), що виконується
для класичного світла [27]:

R =

(
g(2)a,b

)2

g(2)a,ag
(2)
b,b

≤ 1. (2.9)

Оскільки автокореляції g(2)a,a = g(2)b,b = 2, то нерівність Коші-Буняковського-
Шварца порушується при g(2)a,b > 2. Для ідеального джерела біфотонівR → ∞,
але в реальних експериментах значення R обмежують сторонні шуми, а також
скінченна тривалість вимірювання.

2.4 Яскравість імовірнісних джерел
Як було сказано на початку розділу, перевагою ймовірнісних джерел над детермі-
ністичними є здатність випромінювати фотони (або, точніше, пари фотонів) непе-
рервно та у великих кількостях за одиницю часу. Тому кількість випромінених за
одиницю часу біфотонів, або генерована яскравість (

 

 англ. generated brightness,
 

 

GB),
яка вимірюється у парах фотонів на секунду, є важливоюкількісною характеристи-
кою джерела.

Проте в реальних експериментах із урахуванням менш ніж стовідсоткової
ефективності оптичного обладнання, детекторів та робочого циклу експерименту
(ηopt, ηdet та ηduty відповідно), виміряна яскравість джерела (

 

 англ. detected brightness,
 

 

DB) буде меншою:
 

 

DB = ηopt · ηdet · ηduty ·
 

 

GB.
Для порівняння яскравостей різних за спектром джерел також використо-

вується генерована спектральна яскравість (
 

 англ. generated spectral brightness,
 

 

GSB), що вимірюється в парах фотонів на секунду на мегагерц ширини спектра
(pairs/(s × MHz)). Оскільки в експериментах, описаних у дисертації, яскравість
зростає пропорційно до потужності накачки, важливим кількісним показником
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також є генерована спектральна яскравість на одиницю потужності накачки (
 

 англ.
generated spectral brightness per pump power,

 

 

GSBP) у парах на секунду на мегагерц
на нановатт (pairs/(s × MHz × nW)).

2.5 Спектральні характеристики фотонів
Різні застосування мають різні вимоги як до абсолютного значення частоти, так і
до спектральної ширини випроміненого джерелом квантового світла.

З точки зору спектральної ширини, часто вимагається висока спектральна чи-
стота, тобто висока монохроматичність світла. Для лоренцових або гаусових спе-
ктрів за міру спектральної чистоти можна обрати напівширину (

 

 англ. full width
at half maximum,

 

 

FWHM). Проте, оскільки спектральна ширина повʼязана з три-
валістю імпульса, у випадку часового, а не частотного мультиплексування може
виникнути потреба пожертвувати спектральною чистотою на користь коротшої
тривалості імпульсів.

Щодо абсолютного значення частоти, то воно повинно відповідати характер-
ним частотам інших елементів системи, таких як повторювачі, логічні вентилі або
детектори. Наприклад, для передачі квантової інформації на великі відстані за до-
помогою оптичних волокон довжина хвилі має складати 1310 nm чи 1550 nm, що
відповідає телекомунікаційним діапазонамO-band та C-band, за яких маємо міні-
мальні втрати відповідно 0.3 dB/km та 0.15 dB/km [28]. Для супутникових ка-
налів передачі існує більший вибір діапазонів частот [29] та менші втрати на цих
частотах [30]. Таким чином, є потреба або мати джерела, які випромінюють фото-
ни на таких частотах, або використовувати перетворювачі частот [31].

2.6 Огляд детерміністичних джерел
До детерміністичних джерел можна віднести, з одного боку, одноатомні джерела,
історично перше з котрих базувалося на вимушеному раманівському адіабатично-
му переході (

 

 англ. stimulated Raman adiabatic passage,
 

 

STIRAP) і було створено
в Інституті квантової оптики Макса Планка (

 

 

нім. Max-Planck Institut für Quan-
tenoptik) у 2002 році [32], а також джерела з одиночним йоном [33], молекулою
[34], чи атомоподібною структурою в напівпровіднику [35—40]. У таких джере-
лах атом найчастіше знаходиться в резонаторі для більшої ефективності отриман-
ня фотона. Такі джерела є найбільш детермінованими та мають низьку автокоре-
ляцію g(2)(0) ∼ 0.01 [20]. Напівпровідникові джерела також є перспективними
для створення інтегрованих схем [41]. Однак фотони від різних джерел є розрі-
зненними через структурні неоднорідності в напівпровідниках [22], що обмежує
їхнє використання, наприклад, у квантових повторювачах [42]. Для вирішення ці-
єї проблеми було запропоновано уподібнювати спектри різних джерел за допо-
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могою електричних полів [43, 44] або генерувати всі фотони одним джерелом і
розподіляти їх по лініях затримки, аби приймач отримав їх одночасно [45—47].

З іншого боку, були створені багатоатомні джерела [48—51] на основі прото-
колу

 

 

DLCZ [52], названого на честь чотирьох авторів: Luming Duan (
 

 кит.段路
明,

 

 

PY /duàn lù míng/), Mikhail Lukin (
 

 рос. Михаил Дмитриевич Лукин), Juan
Ignacio Cirac Sasturain, Peter Zoller. Ці джерела використовують ансамбль із бага-
тьох лямбда-атомів, що мають два нижніх рівні |1〉 та |2〉, перехід між якими за-
боронений, та один верхній рівень |3〉. Протокол

 

 

DLCZ складається з двох етапів.
На першому—етапі запису (термінологія зумовлена тим, що протокол початково
призначався для створення квантової памʼяті)—атоми,що знаходяться в стані |1〉,
опромінюються слабким світлом, близьким за частотою до переходу |1〉 ↔ |3〉. У
процесі раманівського (комбінаційного) розсіювання на переході |2〉 ↔ |3〉 ви-
промінюється фотон, який ми детектуємо. Під час випромінення цього фотона
один із атомів перейшов зі стану |1〉 через стан |3〉 у стан |2〉, але ми на квантовому
рівні не знаємо, який саме атом зробив цей перехід і розсіяв фотон. Тому весь ан-
самбль знаходиться у квантово заплутаному стані, що називається делокалізованою
спіновою хвилею:

ψspin wave =
∑

a∈atoms

|2〉a ⊗ |1〉others exp
[
i
(
%kwrite − %kphoton-1

)
· %ra
]
. (2.10)

Як бачимо, ця спінова хвиля має фазовий множник, що визначається хвильо-
вими векторамиполя запису%kwrite та задетектованогофотона%kphoton-1. Томуна дру-
гому етапі, етапі зчитування, коли ми опромінюємо ансамбль уже на переході
|2〉 ↔ |3〉 світлом із хвильовим вектором%kread, завдяки інтерференції між членами
квантової суперпозиції другий фотон випромінюватиметься в строго визначено-
му напрямку:

%kphoton-2 = %kread + %kwrite − %kphoton-1. (2.11)

Перевагою
 

 

DLCZ є здатність генерувати вузькосмугові фотони з
 

 

FWHM до
сотень кілогерц, причому часову та спектральну форму фотонів можна змінювати
в межах двох порядків величини [53]. Недоліком є те, що чистота спінової хвилі
як квантового стану обмежується через декогеренцію, спричинену тепловим ру-
хом атомів. Через це час між записом та зчитуванням не має перевищувати хара-
ктерний час декогеренції. Проте останнім часом на лазерно охолоджених атомах
рубідію-87 цей час вдалося збільшити до 1ms [54].

2.7 Огляд імовірнісних джерел
Як було зазначено в попередньому розділі, імовірнісні джерела квантового світла
випромінюють не одиночні фотони, а біфотони—пари квантово сплутаних фото-
нів. Історично перші джерела біфотонів працювали за чотирирівневою каскадною
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схемою — такі джерела в своїх дослідженнях використали двоє з трьох лауреатів
Нобелівської премії 2022 року, Джон Клоузер (

 

 англ. John F. Clauser) [55, 56] та
Ален Аспе (

 

 

фр. Alain Aspect) [57—60]. Такі каскадні джерела мали низьку яскра-
вість і потребували складної оптики, яка б охоплювала великий тілесний кут, адже
сплутані фотони могли випромінюватись у будь-яких напрямках.

Третій нобелівський лауреат, Антон Цайлінгер (
 

 

нім. Anton Zeilinger), робив
свої дослідження [61—67] у 1990-ті роки, коли вже були створені більш ефектив-
ні джерела, основані на спонтанному параметричномурозсіянні (

 

 англ. spontaneous
parametric down-conversion,

 

 

SPDC) [68—70], які є актуальними і в наш час [71—
77].

 

 

SPDC є квадратичним (χ(2)) нелінійним ефектом, оберненим до ефектів гене-
рації сумарної та другої гармонік, тому він спостерігається лише в певних моно-
кристалах, які не мають центральної симетрії та мають одновісне (коли показники
заломлення за двома осями співпадаютьміж собою, але відрізняються від показни-
ка третьої осі) чи тривісне (коли всі три показники заломлення є різними) подвій-
не заломлення [78]. Найпопулярнішим таким кристалом, що використовується
у

 

 

SPDC, є борат барію Ba(BO2)2 [72, 73, 77, 78], але також використовуються ди-
гідрофосфат амонію NH4H2PO4 [70], борат бісмуту Bi(BO2)3 [74], ніобат калію
KNbO3 [76] та інші сполуки.

На наш час
 

 

SPDC є найпопулярнішим методом генерації біфотонів: на відмі-
ну від попередніх каскадних джерел, фотони від

 

 

SPDC-джерела випромінюються
в напрямку, однозначно визначеному тензором χ(2) кристала та умовами синхро-
нізму

ωpump = ωphoton-1 + ωphoton-2, %kpump = %kphoton-1 + %kphoton-2. (2.12)

Недоліками
 

 

SPDCвнайпростішомуйого варіанті є невідповідність частот (поряд-
ка 800 nm) і просторового профіля випромінених біфотонів для ефективної пере-
дачі в одномодових оптичних волокнах, а також паразитні кореляції в частотному
спектрі, через що фотони з різних пар є розрізненними [22]. На наш час обидві
проблеми вдалося вирішити: невідповідність частоти для передачі в оптичних во-
локнах — за допомогою

 

 англ. periodic poling, тобто періодичної зміни знака χ(2)

[79], а паразитні кореляції спектрів — за допомогою підбору групових швидко-
стей (

 

 англ. group velocity matching), що дозволяє контролювати форму спектра, у
тому числі звузити його до однієї спектральної моди [80].

Останнім типом джерел біфотонів є джерела на основі чотирихвильової
взаємодії, також відомої як чотирихвильове змішування (

 

 англ. four-wave mixing,
 

 

FWM). Так само як і
 

 

SPDC,
 

 

FWM є нелінійним явищем, що виникає через те,
що діелектрики під впливом електричного поля поляризуються, і залежність
поляризації від поля за великих його амплітуд відхиляється від лінійного закону
%P = χ · %E. Але

 

 

FWM, на відміну від квадратичного
 

 

SPDC, є кубічним (χ(3))
ефектом, і тому його можна спостерігати не тільки в певних особливих кристалах,
а й в ізотропних речовинах, таких як атмосферне повітря [81—83] та інші гази [84,
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85], вода [86], колоїдні розчини (чорний чай [87], колоїдне золото [88]), а також
полумʼя [89—91]. У контексті джерел біфотонів перші експерименти було про-
ведено на оптичних волокнах із кварцового скла [92—95]: хоча χ(3)-нелінійність
у кварцовому склі дуже мала, це компенсується великою довжиною взаємодії у
волокні [20]. У подальшому було створено

 

 

FWM-джерела біфотонів на атомах
рубідію [96—100], в яких завдяки електромагнітно індукованій прозорості
(

 

 

EIT), яку розглянемо в розділі 3.1, кубічна нелінійність χ(3) посилювалася, а
поглинання Im[χ] — навпаки, послаблювалося [101, 102] завдяки інтерференції
між складовими розділення Аутлера-Таунса [103].

Отже, перевагою
 

 

FWM-джерел є можливість використовувати будь-які речо-
вини, через що відпадає потреба в таких заходах, як periodic poling. А недоліком,
через який

 

 

FWM-джерела, власне, і не є такими популярними, як
 

 

SPDC-джерела
— те, що характерні значення кубічних нелінійностей є набагато меншими за зна-
чення квадратичних. Їх було оцінено у [104, sec. 1.1] через кулонівське поле ядра
атома воднюнарадіусі Бораa0 = 4πε0"2/me2, що складаєEat = 5.14×1011 V/m.
За цією оцінкою маємо для квадратичного коефіцієнта χ(2) ∼ χ/E2

at, а для кубі-
чного χ(3) ∼ χ/E3

at. Світлові поля мають характерну амплітудуE . Eat (інакше
вони б іонізували атоми), тому вклади відповідних нелінійностей у поляризацію
P (3) . P (2). Щоб скомпенсувати цю різницю,

 

 

FWM-джерела мають бути набага-
то більш оптично товстими за

 

 

SPDC-джерела.
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Розділ 3

Чисельна модель

Важливим результатом дисертаційної роботи, до якого автор зробив найбільший
внесок, є розроблена чисельна модель. Ця модель дозволяє проводити досліджен-
ня когерентної взаємодії атомів складної структури з лазерним світлом довільної
поляризації. Вона була створена для чисельного супроводу експериментів, про-
ведених на лазерно охолоджених атомах рубідію-87, завантажених у порожнисте
оптичне волокно. Опис цих експериментів подано в розділах 4 та 5. У цьому роз-
ділі детально опишемо саму чисельну модель.

3.1 Огляд чисельних досліджень із атомами скла-
дної структури

Розглянута в цьому розділі чисельна модель є досить універсальною і може знайти
застосування в широкому спектрі випадків, не обмежуючись лише описаними в
розділах 4 та 5 експериментами. Тому присвятимо їй окремий огляд літератури,
в якому розглянемо деякі попередні дослідження, що стосуються атомів складної
структури рівнів і враховували її в чисельних дослідженнях.

3.1.1 Електромагнітно індукована прозорість
Досить популярним напрямком досліджень, у котрих використовуються складні
за структурою рівнів атоми, є експерименти з електромагнітно індукованої про-
зорості (

 

 англ. electromagnetically induced transparency,
 

 

EIT). Це явище було теоре-
тично передбачено у [103] і вперше експериментально реалізовано у [105].

 

 

EIT в своєму найпростішому вигляді спостерігається на системах із трьох рів-
нів, у котрих два з трьох переходів є дипольно дозволеними, а один — дипольно
забороненим. Існує три схеми рівнів, які дозволяють спостерігати

 

 

EIT: лямбда-
схема, V-схема та драбинна (

 

 англ. ladder) схема. Ці три схеми зображено на рисун-
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Λ V

(a) (b) (c)

Рисунок 3.1: Три типи схем, що дозволяють спостерігати
 

 

EIT: лямбда-схема (a), V-схема
(b) та драбинна схема (c).

ку 3.1. Більшість досліджень
 

 

EIT виконуються на лямбда-системах, оскільки в двох
інших схем

 

 

EIT обмежено відсутністю метастабільного темного стану [106].
Схему експерименту

 

 

EITна лямбда-схемі зображено на рисунку 3.2.Початко-
во атоми знаходиться в стані |1〉. Перехід між рівнями |2〉 та |3〉 опромінюється
сильним, так званим контрольним, полем із відстройкою∆c та частотою РабіΩc,
а перехід між |1〉 і |3〉— слабким пробним полем із частотою Рабі Ωp та відстрой-
кою ∆p. У цій системі, навіть якщо система має велику оптичну товщину (

 

 англ.
optical depth,

 

 

OD) за відсутності контрольного поля, за його присутності та при
двофотонному резонансі∆p = ∆c ≡ ∆ вона для пробного поля стане прозорою.

Щобпояснитицей ефект, запишемо гамільтоніан системи унаближенні хвиль,
що обертаються (

 

 англ. rotating wave approximation,
 

 

RWA):

H

" =
1

2




2∆p · Ωp

· 2∆c Ωc

Ωp Ωc ·



 . (3.1)

Розглядатимемо частоти Рабі як дійсні та додатні.
За двофотонногорезонансуможна аналітично знайтийого власні стани («одя-

гнуті стани») та їхні енергії:

|0〉 ∝ −Ωc |1〉+ Ωp |2〉 ,

|±〉 ∝ Ω2
p |1〉+ Ω2

c |2〉+
(
±∆+

√
∆2 + Ω2

p + Ω2
c

)
,

H |0〉 = 0,

H |±〉 = ∆±
√

∆2 + Ω2
p + Ω2

c .

(3.2)

Ці власні стани називаються «одягнутими станами» (
 

 англ. dressed states),
на відміну від «голих» (

 

 англ. bare) власних станів самого атома. З одягнутих
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|2〉
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Ωp

∆p

Рисунок 3.2: Схема експерименту
 

 

EIT на лямбда-схемі.

станів особливий інтерес викликає стан |0〉, який відомий як «темний стан»
(

 

 англ. dark state) або стан когерентного полонення населеностей (
 

 англ. coherent
population trapping,

 

 

CPT), оскільки його власне значення дорівнює нулю. Це
означає, що атоми в цьому стані не взаємодіють із полями. Якщо пробне поле є
слабким у порівнянні з контрольним (Ωp . Ωc), то одягнутий стан |0〉 збігається
з голим станом |1〉, у якому знаходяться атоми. Таким чином, для цього слабкого
пробного поля середовище стає прозорим.

Більшдетальний аналіз явища
 

 

EITнаведено в оглядових статтях [106, 107].Тут
же розглянемо, як наявність сильного контрольного поля,що викликає

 

 

EIT, впли-
ває на спектр поглинання та дисперсії переходу |1〉 ↔ |2〉, на котрому діє пробне
поле. Для цього з рівняння часової еволюції для матриці густини з гамільтоніа-
ном 3.1 можна отримати [106] вираз для лінійної діелектричної сприйнятливості
в залежності від однофотонної (∆ = −∆p) та двофотонної (δ = ∆c − ∆p) від-
стройки:

χ(∆, δ) ∝ (4δ (Ω2
c − 4δ∆)− 4∆γ2) + i (8δ2Γ+ 2γ (Ω2

c + Γγ))

|Ω2
c + (Γ+ 2i∆)(γ + 2iδ)|2

, (3.3)

де 1/Γ—часжиття рівня |3〉, а γ—швидкість декогеренції між рівнями |1〉 та |2〉.
На рисунку 3.3 зображено залежність дійсної (що відповідає за заломлення) та

уявної частини χ (що відповідає за поглинання) в залежності від відстройки про-
бного поля∆p за нульової відстройки контрольного поля. Як бачимо, спектраль-
на лінія поглинання розділюється на дві, а між ними, за нульової відстройки (то-
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Рисунок 3.3: Дійсна та уявна частина χ в залежності від відстройки пробного поля∆p

за значень Ωc = 0.5Γ,∆c = 0, γ = 0.

чніше, за двофотонного резонансу δ = 0), коефіцієнт поглинання, пропорційний
до Im[χ], в ідеальному випадку γ = 0 дорівнює нулю.

Дійсна частина χ відповідає за заломлення пробного поля (в гаусовій системі
одиниць показник заломлення визначається виразом n =

√
1 + 4πRe[χ] , де

нехтуємо магнітною проникністю середовища). Видно, що між розділеними
половинками спектральної лінії, на яких спостерігається аномальна дисперсія
(dχ/dωp < 0), з’являється область нормальної дисперсії (dχ/dωp > 0).

Групова швидкість світла залежить від швидкості зміни показника заломлення
зі зміною відстройки:

cgroup =
∂ω

∂k
=

c

n+ ∂n
∂ωp

. (3.4)

Оскільки у резонансному випадку∆p = ∆c = 0 ми маємоRe[χ] = 0, то

cgroup =
c

1 + 2π ∂ Re[χ]
∂ωp

. (3.5)

Похідна діелектричної сприйнятливості за таких умов

∂ Re[χ]

∂ωp
∝ 4

Ω2
c + γ2

(Ω2
c + Γγ)2

. (3.6)

В ідеальних умовах, за відсутності декогеренції γ = 0, ця похідна спадає про-
порційно доΩ−2

c . Тому за достатньо слабкого контрольного поля швидкість про-
бного поля можна зробити набагато меншою за швидкість світла у вакуумі. Цей
так званий «ефект повільного світла» (

 

 англ. slow light effect) було вперше експе-
риментально досліджено в 1995 році [108], а в 1999 році на охолоджених парах
натрію [109] та рубідію [110] світло було сповільнено до швидкостей відповідно
17m/s та 90m/s.

31



За допомогою
 

 

EIT можна не тільки значно сповільнити світло, а й зовсім йо-
го зупинити. Хоча сповільнення світла за допомогою

 

 

EIT в стаціонарних умовах
обмежене через малу спектральну ширину пропускання [111], у [112] було пока-
зано, що це обмеження можна подолати, змінюючи інтенсивність контрольного
поля в часі. Якщо її зменшити адіабатично до нуля, то світло буде захоплене речо-
виною у вигляді когерентності між двома нижніми рівнями лямбда-схеми |1〉 та
|2〉. За [112], сповільнене світло в

 

 

EIT-середовищі, в тому числі зупинене світло,
можна розглядати як поле так званих «темних поляритонів» (

 

 англ. dark polari-
tons), що є лінійною комбінацією електричного поля Ê та поля когерентності між
нижніми рівнями σ̂12:

Ψ̂(z, t) = cos(θ(t))Ê(z, t)− sin(θ(t))
√
N σ̂12(z, t), (3.7)

де кут θ(t) = arctan
(
g
√
N
/
Ωc(t)2

)
, а g — константа взаємодії між світлом та

атомами. Поле Ψ̂ підпорядковується рівнянню руху
(
∂

c∂t
+ cos2(θ(t))

∂

∂z

)
Ψ̂(z, t) = 0. (3.8)

Це рівняння можна розглядати як хвильове рівняння Гельмгольца зі швидкістю
поширення поля cos2(θ(t)) · c. Оскільки власними станами цього поля в ансам-
блі з N атомів є темні стани [112, 113], то змінюючи адіабатично групову швид-
кість аналогічно до

 

 

STIRAP, можна «зупинити» світловий імпульс, зберігши йо-
го квантовий стан у вигляді делокалізованої спінової хвилі. Після цього його мо-
жна адіабатично «розігнати» назад дошвидкості світла. Оскільки зупинене світло
зберігає свій квантовий стан, цей ефект є перспективним для створення квантової
памʼяті.

Хоч у [112] для зупинки світла і вимагається адіабатичність, але в [114—116]
було показано, що ця вимога не є строгою: хоч за миттєвого вимкнення контроль-
ного поля і маємо максимальні втрати інформації, але вони визначаються співвід-
ношенням початкової групової швидкості до швидкості світла, котре можна зро-
бити достатньо малим за допомогою ефекту повільного світла [114].

Перший експеримент із зупинки світла було виконано на холодних атомах на-
трію [115]. Майже одночасно було опубліковано експерименти на гарячих парах
рубідію [117] та кристалах Y2SiO5 із домішкою празеодиму [118]. На такому са-
мо кристалі в 2013 році група з Інституту прикладної фізики Технічного універ-
ситету Дармштадта (

 

 

нім. Institut für Angewandte Physik der Technischen Universi-
tät Darmstadt) під керівництвом Томаса Халфмана (Thomas Halfmann) досягла
рекордної тривалості зберігання квантового стану в одну хвилину [119]. Також
важливо відзначити їхній експеримент із зупинки світла, проведений тією ж гру-
поюна холодних атомах рубідію-87, завантажених у порожнисте оптичне волокно
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HCPCBGF, тобто в тих самих умовах, що і експерименти в розділах 4 та 5 цієї ди-
сертації [120].

Як середовище для
 

 

EIT та похідних від нього ефектів сповільнення та зупин-
ки світла часто використовують атоми лужних металів: літію [121], натрію [115,
122—124], калію [125, 126], цезію [127], але найпопулярнішим є рубідій [117, 120,
128—139]. Лямбда-схему в лужнихметалах зазвичай створюють на рівнях надтон-
кої структуриD-лінії: нижнімирівняминайчастіше є дванадтонкихпідрівні 2S1/2,
а верхнім— один із надтонких підрівнів 2P1/2 чи 2P3/2.

Рівні надтонкої структури лужних металів є виродженими за магнітним кван-
товим числом, і різні переходи між магнітними підрівнями взаємодіють із різни-
ми поляризаційними компонентами поля (більш детально це виродження розгля-
нуто в розділі 3.2.3). Тому це виродження необхідно враховувати під час порів-
няння експериментальних результатів із теорією. Іноді магнітні підрівні розділю-
ють за допомогою магнітного поля [126, 131, 140] або обирають схему на D2-лінії
рубідію-87 із верхнім рівнем 52P3/2F=0 та полями протилежних кругових поля-
ризацій, так що в процесі беруть участь тільки рівні зM = ±1 [129, 136]. Однак
у більшості експериментів магнітні підрівні не розділюють, так що реальні схеми
рівнів є досить складними [121, 132]. Під час теоретичних розрахунків із такими
схемами доводиться працювати з громіздкими системами рівнянь [130]. Проте в
класичному

 

 

EIT не потрібно обчислювати часову еволюцію квантового стану ато-
мів, адже досить визначити стаціонарний стан.Однак, під час дослідження ефектів
сповільнення та зупинки світла часову еволюцію слід враховувати, і такі розрахун-
ки виконуться чисельно.

Наприклад, група з Національного університету Цінхуа (
 

 кит. трад. 國立清
華大學,

 

 

PY /guó lì jīng huá dà xué/), розташованого на Тайвані в місті Сіньчжу,
використовувала поля протилежних кругових поляризацій під час своїх експери-
ментів із рубідієм-87 [133, 134] та цезієм-133 [127, 141], аналогічно [129, 136]. Це
дозволило розділити повну схему рівнів на кілька незалежних лямбда-схем [142],
що спростило чисельні розрахунки.На відміну від тайванської групи, група Тома-
са Халфмана з Технічного університету Дармштадта [120, 128], використовуючи

 

 

HCPCBGF, не мала можливості забезпечити сталу поляризацію світла, тому ви-
родження за магнітним квантовим числом не враховувалося взагалі. Це може бу-
ти причиною того, що обчислена за «простою» теорією декогеренція між двома
нижніми рівнями лямбда-схеми, зображена на рисунку 5 (b) у статті [128], зміню-
ється в досить широких межах.

3.1.2 Натрієві опорні зірки
В астрономії під час спостереження далеких зірок і галактик близькі з точки зору
земного спостерігача обʼєкти можуть спотворюватися або зливатися на зображен-
ні телескопа через атмосферну турбулентність [143]. Для підвищення роздільної
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здатності використовується адаптивна оптика: дзеркало телескопа деформують
відповідно до спотворень хвильовогофронту.Цейпідхід, вперше запропонований
у 1953 році [144], отримав практичне застосування лише у 1970-х роках завдяки
розробкам для Збройних силСШАзметою спостереження за супутниками [145].

В астрономії, де спостереження ведуться за обʼєктами набагато менш яскра-
вими за штучні супутники Землі, перша система адаптивної оптики була успішно
впроваджена наприкінці 1980-х [146, 147], дозволивши досягти дифракційної ме-
жі роздільної здатності та усунути атмосферні спотворення. Сучасні телескопи з
адаптивною оптикою мають роздільну здатність в інфрачервоному та видимому
діапазонах, яка перевищує показники космічного телескопа Hubble [148].

Принцип роботи системи адаптивної оптики зображено на рисунку 3.4. Спо-
творення хвильовогофронту вимірюються в реальному часі за допомогою сенсора
хвильового фронту і виправляються за допомогою гнучкого дзеркала, яке дефор-
мується відповідно до виміряних спотворень [145].

Але зазвичай світло далеких зірок і галактик є надто слабким, аби надійно ви-
міряти спотворення хвильового фронту. Адаптивна оптика може бути використа-
на ефективно лише в тому випадку, якщо поруч із досліджуваним обʼєктом на небі
є яскраве джерело світла, котре називають опорною зіркою (

 

 англ. guide star). Перші
дослідження з адаптивною оптикою [146, 147] проводилися саме на яскравих зо-
рях, таких як Капелла, альфа Лебедя, Бетельгейзе, гамма Андромеди та інші. Зорі
достатньої для адаптивної оптики яскравості зустрічаються на небі досить рідко, і
це є головним чинником, що обмежує покриття неба[145].

У 1982 році [149] Джуліус Фейнлейб (
 

 англ. Julius Feinleib) на секретне замов-
лення Пентагону запропонував запалювати на небі штучні зорі за допомогою ла-
зерного світла. Подібну пропозицію також опублікували французькі астрономи
Робі Фуа (

 

 

фр. Robbie Foy) та Антуан Лабейрі (
 

 

фр. Antoine Labeyrie) [150]. Опорні
зорі створювалися на висотах від 15 km за допомогою релеївського розсіювання.
Промені від таких опорних зірок не є строго паралельними, що відрізняло їх від
світла справжніх космічних обʼєктів, тому хвильові фронти в атмосфері спотво-
рювалися трохи по-різному. Крім того, за допомогою релеївських опорних зірок
було складно визначити турбулентність у більш високих шарах атмосфери. У 1991
році було розсекречено і в 1994 опубліковано [151] результати американських вій-
ськових досліджень 1982–1984 років, під час яких було вперше створено натрієву
опорну зірку.

В атмосфері Землі, на висоті близько 100 km, розташований 20-кілометровий
[152] шар, багатий на принесений мікрометеорами [153] атомарний натрій. Кон-
центрація атомів натрію на цих висотах досягає кількох тисяч на кубічний санти-
метр і залежить від широти та пори року; нижче цього шару атоми натрію обʼєд-
нуються з іншими елементами в хімічні сполуки, а вище— іонізуються [154].

Натрієві опорні зорі використовують лазерне світло з довжиною хвилі
589 nm, що відповідає D2-лінії натрію, для підсвічування натрієвого шару в атмо-
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due to turbulence
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Рисунок 3.4: Принцип роботи адаптивної оптики. Спотворення хвильового фронту ви-
мірюються сенсором хвильового фронту і виправляються за допомогою гнучкого дзер-
кала, що деформується відповідно до виміряних спотворень
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Рисунок 3.5: Система з чотирьох лазерів, що запалюють натрієву опорну зорю на те-
лескопі Very Large Telescope Unit Telescope 4 (Yepun) в Паранальській обсерваторії на
горі Серро-Параналь (Чилі), що належить Європейській південній обсерваторії. Зобра-
ження взяте з офіційного сайту обсерваторії https://elt.eso.org/. Credit: ESO/A Ghizzi
Panizza (http://www.albertoghizzipanizza.com/)

сфері. Атоми натрію, збуджені цим світлом, перевипромінюють його, створюючи
штучну зірку жовтого кольору.

В астрономії натрієву опорну зірку вперше запалили на телескопі Multiple
Mirror Telescope, розташованому в Обсерваторії імені Віппа в Амандо, Арізона,
США, для спостереження за Великим зоряним скупченням Геркулеса M13
(NGC 6205, GCL 45) [155]. Найкращих результатів використання натрієвих
зірок дозволяє досягати на великих телескопах із високою дифракційною розділь-
ною здатністю, таких як Gemini North (Гаваї, США), Gemini South (Чилі), Subaru
(Гаваї, США), а також Very Large Telescope (Чилі), зображений на рисунку 3.5.
Остання система, створена спільно компаніями TOPTICA (Німеччина), MPB
Communications (Канада) та TNO (Нідерланди), є найпотужнішою в світі: кожен
із чотирьох її лазерів генерує промінь діаметром у 30 cm і потужністю 20W,
витрачаючи менш ніж 700W електроенергії [156].

Проте за допомогою таких штучних зірок неможливо визначити нахил хви-
льового фронту як цілого (два лінійні члени в розкладі в ряд Фурʼє за многочле-
нами Церніке), оскільки цей нахил є перпендикулярним до оптичного шляху, а
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оптичні шляхи для променя, що запалює зірку, і для світла від самої зірки співпа-
дають, бо обидва промені проходять через одні і ті самі неоднорідності. І це при
тому, що саме нахил хвильового фронту як цілого відповідає за 90% фазових флу-
ктуацій хвильового фронту [157].

Для визначення нахилу фронта було запропоновано декілька способів. Один
із них — запалювати поліхроматичні опорні зорі, які би світилися не на одній, а
хоча б на двох різних довжинах хвиль. Тоді, знаючи різницю показників заломле-
ння, можна відтворити форму хвильового фронту включно з його нахилом [158].
Ця технологія є відносно новою: хоча експерименти з поліхроматичними зорями
і проводяться [159—161], але під час реальних астрономічних досліджень нахил
усе ще визначають за «справжніми» опорними зорями.

На відміну від оглянутих у попередніх розділах досліджень, для натрієвих
опорних зірок порівняно велика частка досліджень виконується чисельно. У та-
ких досліджень розвʼязуються оптичні рівняння Блоха, що є рівняннями часової
еволюції для матриці густини, і визначається яскравість зірки залежно від поту-
жності, спектру та поляризації поля. Такі чисельні дослідження проводилися як
для монохроматичних [162—167], так і для поліхроматичних зірок [168—171].
Одним із чинників, що впливають на яскравість натрієвої зорі, є магнітне поле
Землі [163], тому в більшості досліджень береться до уваги виродження за магні-
тним квантовим числом. І хоча такі чисельні дослідження, так само як і описані в
цій дисертації, працюють із десятками рівнів, але прямо їх порівнювати не можна.
Адже з одного боку, в дослідженнях натрієвих зірок враховується максвелівський
розподіл швидкостей атомів, у той час як в експериментах із розділів 4 та 5 атоми
є холодними. З іншого — в дослідженнях натрієвих зірок амплітуда поля не є
невідомою величиною (нема завдання визначити її просторовий розподіл), тому
рівняння Блоха є лінійними, що дозволяє використовувати набагато ширший
арсенал чисельних методів. Наприклад, одна і та сама група в одній роботі
[163] використала стабілізований метод біспряжених градієнтів (BiCGStab)
[172], в другій [164] знайшла аналітичний розвʼязок лінійної системи у вигляді
матричної експоненти, а в третій [165]— використала алгоритм CVODE [173] із
програмного пакета SUNDIALS. У роботах [166] та [167] конкретний чисельний
метод узагалі не вказано — автор припускає, що вони використали стандартну
функцію NDSolve із програмного пакета WolframMathematica.

3.2 Вимоги до чисельної моделі
Описану в цьому розділі чисельну модель було створено для чисельного супро-
воду експериментів на лазерно охолоджених атомах рубідію-87, завантажених у
порожнисте оптичне волокно з фотонним кристалом (

 

 англ. hollow-core photonic
crystal bandgap fiber,

 

 

HCPCBGF). Структуру рівнів атомів, особливості волокна
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та процес завантаження буде описано на початку розділу 4. Зараз сформулюємо
вимоги до чисельної моделі.

3.2.1 Врахування поляризації світла
Головним недоліком використання порожнистих волокон у порівнянні з, напри-
клад, магнітно-оптичними пастками (

 

 англ.magneto-optical traps,
 

 

MOT) є те, що всі
поля, що беруть участь в експерименті — і сильні контрольні, і слабкі пробні —
поширюються вздовж однієї осі. Виникає проблема їх відокремлення, що можна
зробити або за частотою, або за поляризацією.

Розділення за частотою експериментально реалізувати складно, бо ми маємо
справу з надтонкоюструктуроюрубідію-87, і, як видно з рисунка 4.3, частотиполів
є дуже близькими одна до одної.

Розділення за поляризацію, навпаки, експериментально реалізується просто
додаванням поляризуючого світлоділителя (

 

 англ. polarizing beam splitter,
 

 

PBS).
Проте за такого розділення значно ускладнюються теоретичні обчислення,
оскільки потрібно врахувати, по-перше, виродження за магнітним квантовим
числом, а по-друге, подвійне заломлення у волокні. Оскільки врахування обох
факторів є основною перевагою запропонованої в дисертації чисельної моделі,
зупинимося на кожному з них більш детально. Перед цим опишемо математичне
представлення поляризації, яке використовуватиметься в чисельній моделі, а
також спосіб її зображення на графіках у цій дисертації.

3.2.2 Математичне представлення поляризації
Оскільки ми працюємо тільки з повністю поляризованим світлом, за основу ві-
зьмемо формалізм Джонса. Таким чином, поляризацію описуватимемо у вигляді
векторів Джонса, що містять комплексні амплітуди x- та y-компонент електри-
чного поля:

%E =

(
Ex

Ey

)
. (3.9)

Чисельні розрахунки виконуються також у формалізмі Джонса, але замість лі-
нійного базиса (x, y) використовується базис із протилежних кругових поляриза-
цій (σ−,σ+):

E± = ±Ex + iEy. (3.10)

На графіках у цій дисертації поляризації зображуються через характеристики
поляризаційного еліпса: кут нахилу великої осі φ та ступінь еліптичності ε. Для їх
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визначення спочатку обчислимо параметри Стокса:

I = |Ex|2 + |Ey|2 ,
Q = |Ex|2 − |Ey|2 ,
U = 2Re[ExE

∗
y ],

V = −2 Im[ExE
∗
y ].

(3.11)

Із параметрів Стокса визначаємо амплітуду поляE і параметри φ та ε:

E =
√
I, φ =

arctan2(U,Q)

2
, ε =

2

π
arctan

(
V
/√

Q2 + U2
)
, (3.12)

де arctan2(y, x)—кут між вектором (x, y) та додатнім напрямком осі x.
На полярних графіках (рисунки 3.9 та 4.6) пунктирними лініями позначено

кутφ, а також симетричний до нього π+φ. Еліптичність поляризації позначаємо,
зафарбовуючи область від φ− π

2 · ε до φ+
π
2 · ε (і аналогічно на протилежній гілці

з додаванням π) червоним кольором для додатніх значень ε і синім— для відʼєм-
них. Таким чином, за чисто кругових поляризацій ε = ±1 зафарбовані області з
протилежних гілок торкатимуться одна одної.

3.2.3 Виродження за магнітним квантовим числом
Експерименти, описані в дисертації, проводяться на рівнях надтонкої структури
рубідію-87. Ці рівні визначаються квантовим числом F , яке є власним значенням
повногомагнітногомомента атомаF . Кожен із них є виродженим імістить 2F+1
підрівнів, які позначаються квантовим числомM . Це число може приймати цілі
значення від−F до+F включно.Його називаютьмагнітнимквантовимчислом,
а відповідні підрівні — магнітними, або зееманівськими підрівнями, бо магнітне
квантове число визначає проекцію повного магнітного момента на довільну за-
здалегідь обрану вісь. У слабкому магнітному полі рівні надтонкої структури роз-
щеплюються на магнітні підрівні. Це явище називають аномальним або складним
ефектом Зеемана на честь нідерландського фізика Пітера Зеемана (

 

 

нід. Pieter Zee-
man), який за відкриття цього явища отримав у 1902 році Нобелівську премію.

Фотон є частинкою зі спіном 1, тобто проекція спіна на довільну вісь може
приймати три значення:−1, 0,+1. Але якщо виміряти всі проекції магнітних мо-
ментів на напрямок поширення фотонів (тобто вздовж волокна1), то проекція спі-
на фотона (так звана спіральність) може приймати лише значення±1. Ці два зна-
чення спіральності відповідають двом протилежним круговим поляризаціям сві-
тла.

1Варто звернути увагу, що спонтанне випромінення все ще може відбуватися в будь-якому на-
прямку, не тільки вздовж волокна. Тому проекція спіна спонтанного фотона може бути нульовою,
і, відповідно, під час спонтанного переходу магнітне квантове число атома може не змінитися.
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Рисунок 3.6: Магнітні підрівні рубідію-87 і переходи між ними. Колір кожного пере-
ходу відповідає поляризації (лінійній π та перпендикулярним до неї круговим σ±), як
показано в лівому верхньому кутку рисунка.

Враховуючи роглянуті аспекти і застосовуючи закон збереження момента ім-
пульса, отримуємо, що переходи різними між магнітними підрівнями (відносно
осі волокна) відбуваються в результаті взаємодії з фотонами різних спіральностей,
тобто зі світлом різних поляризацій. Атом, переходячи з нижнього рівня на верх-
ній та поглинаючи фотон зі спіральністю (+1), збільшує своє магнітне квантове
число на одиницю, а при поглинанні фотона із спіральністю (−1)— зменшує йо-
го на одиницю.

Отже, враховуючи поляризацію, ми зобовʼязані враховувати і виродження за
магнітним квантовим числом. Як видно з рисунка 3.6, рівні тонкої структури
52S1/2 і 52P1/2 мають разом по 8 зееманівських підрівнів, а рівень 52P3/2 —
16 підрівнів. Така велика кількість магнітних підрівнів і переходів між ними і є
основним чинником, що впливає на алгоритмічну складність системи.
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3.2.4 Подвійне заломлення в оптичних волокнах
Звичайні оптичні волокна, які працюють завдяки повному внутрішньому відбит-
тю, виготовляються на витяжних баштах. Заготовка макроскопічного розміру (ді-
аметром порядка 1mm–10mm та довжиною до кількох метрів) підвішується на
вершині башти, висота якої може сягати кількох десятків метрів, і нагрівається до
температури, близької до температури склування заготовки. Нижній кінець заго-
товки стікає вниз, розтягуючисть і потоншуючись до діаметра приблизно 100 µm
і водночас охолоджуючись до кімнатної температури [174].

Так само, шляхом витягування з макроскопічної заготовки, виготовляються і
порожнисті волокна, у тому числі використане в наших експериментах волокно
з фотонним кристалом

 

 

HCPCBGF. Наразі найпоширенішим способом виготов-
лення оптичних волокон із фотонними кристалами є багатократне витягування
[175, 176]. Спочатку на башті витягуються одиночні порожнисті капіляри діаме-
тром порядка 1mm. Із цих капілярів вручну збирається заготовка діаметром у
кілька сантиметрів, з якої вже витягують оптичне волокно.

Під час витягування волокна його профіль зазнає неконтрольованої деформа-
ції, що погіршує його оптичні характеристики. Як видно з рисунка 3.7, найбіль-
шої деформації зазнає зовнішня частина волокна.Цюпроблему долають, додяючи
зовнішній шар в 1–2 капіляри до заготовки [176]. Проте під час витягування по-
рожнистих волокон також деформується серцевина, що призводить до неконтро-
льованого подвійного заломлення [177]. Деформацію серцевиниможна побачити
і в нашому

 

 

HCPCBGF-волокні — його профіль (у двох варіантах— із рекламних
матеріалів на сайті виробника, і знімок реального волокна методом сканувальної
електронної мікроскопії) зображено на рисунку 3.8.

Зараз цю проблему вирішують шляхом створення штучних дефектів у фотон-
номукристалі, контрольованопідсилюючиподвійне заломлення [178].Такийпід-
хід дозволяє створити волокно, яке зберігає поляризацію світла, якщо вона поча-
тково співпадає з однією з осей подвійного заломлення.Це забезпечує стабільність
поляризації навіть при згині волокна. Проте, на сьогодні не створено волокон із
фотонним кристалом та збереженням поляризації, діаметр серцевини яких був би
менше 10 µm.

Таким чином, оптичне волокно у нашому експерименті характеризується
сильним подвійним заломленням. Його вплив на електричне поле у волокні
можна описати у формалізмі Джонса як лінійну залежність:

%E(z) = J(z) · %E(0), (3.13)

де J(z)— (інтегральна) матриця Джонса [120, 179]:

J(z) = cos
(αz

2

)(1 0
0 1

)
− i sin

(αz
2

)( cos(χ) −i sin(χ)
+i sin(χ) cos(χ)

)
. (3.14)
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Рисунок 3.7: Заготовки та профілі готових волокон із фотонними кристалами: a) заго-
товка волокна з гексагональною ґраткою до витягування, діаметр отворів 1mm; b) за-
готовка волокна з гексагональною ґраткою після першого витягування, діаметр отво-
рів 250 µm; c) готове волокно з гексагональною ґраткою діаметром 120 µm із отвора-
ми діаметром 3 µm; d) заготовка волокна з квадратною ґраткою та подвійною серце-
виною; e) готове волокно з квадратною ґраткою та подвійною серцевиною діаметром
250 µm із отворами діаметром 2.5 µm; f) готове багатомодове волокно з квадратною
ґраткою діаметром 160 µm із отворами діаметром 3 µm. Зображення взяте з [176].

42



Рисунок 3.8: Профіль
 

 

HCPCBGF-волокна NKT Photonics HC-800-02, яке використову-
ється в експериментах. Зліва зображення рекламного характеру з сайту виробни-
ка https://www.nktphotonics.com/, справа — знімок волокна, отриманий експеримен-
тальною групою за допомогою сканувальної електронної мікроскопії

Коефіцієнти α та χ в цій матриці було виміряно в експерименті, описаному в
[120]: коефіцієнт лінійного подвійного заломлення α = 749.2(2) rad/m, коефі-
цієнт кругового подвійного заломлення χ = 0.50(5) rad. На рисунку 3.9 показа-
но графік зміни поляризації світла всередині волокна в залежності від координа-
ти. На початку волокна поляризацію задано лінійною, але на відстані приблизно
2mm вона стає майже круговою — протилежні зафарбовані області майже тор-
каються одна одної (чисельно еліптичність поляризації досягає 80%).

3.2.5 Інші вимоги
Дослідження за допомогою чисельної моделі в дисертації включає конкретні екс-
перименти, такі як створення джерела біфотонів на основі чотирихвильової вза-
ємодії та суперфлуоресценція в неоднорідному середовищі. Обидва явища мають
квантову природу: як атоми, так і світло в них розглядаються як квантові обʼєкти.
У випадку суперфлуоресценції квантова природа світла проявляється лише на по-
чатковому етап, далі кількість фотонів (а, отже, і розмірність простору квантових
станів) лавиноподібно зростає.

Щодо джерела біфотонів, нас цікавлять лише поляризації отриманих фотонів
— кореляції між ними можна порахувати аналітично, що і було зроблено Енно
Ґізе (EnnoGiese) у [13] (теорію також викладено у розділі 4.8). Тому використання
напівкласичного наближення є доцільним, а квантовий характер світла за малих
кількостей фотонів можна імітувати, наприклад, додаючи випадковий доданок до
поля. Докладніше це обговорюватиметься в розділах 4 та 5.

Оскільки суперфлуоресценція є нестаціонарним явищем, для нас ключовою є
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Рисунок 3.9: Залежність поляризації всередині
 

 

HCPCBGF, використаного в експери-
ментах із розділів 4 та 5, від координати в сантиметрах (радіальна вісь). Чорна пун-
ктирна лінія відображає нахил великої осі поляризаційного еліпса відносно власної
осі волокна, а ширина синіх та червоних областей навколо неї — еліптичність поля-
ризації. Графік складається з двох однакових гілок, повернутих одна відносно одної
на 180◦ внаслідок симетрії поляризації. За кругової поляризації зафарбовані області
з протилежних гілок торкалися б одна до одної. Колір зафарбованих областей від-
повідає знаку еліптичності поляризації. Детальніше позначення поляризації описані в
розділі 3.2.2.
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часова еволюція як квантового стану атомів, так і (класичного) стану полів. Що-
до просторового розподілу, найважливішим є розподіл уздовж волокна: довжина
згустка атомів складає приблизно 2 cm, а поперечний 1/e-радіус— 1.7 µm. Таким
чином, чисельну модель буде сформульовано як двовимірну, з однією часовою та
однією просторовою координатою.

3.3 Основні рівняння чисельної моделі
Сформулювавши вимоги до чисельної моделі, випишемо тепер систему диферен-
ційних рівнянь, що лягли в її основу, а також початкові та граничні умови до них.

3.3.1 Квантові оператори в матричній формі
Оскільки ми маємо розглядати системи з десятками рівнів, зручніше формулю-
вати всі рівняння в матричній формі. Це дозволяє абстрагуватися від конкретної
схеми рівнів, зробивши чисельну модель більш універсальною. Замість того, щоб
позначати квантовийоператор як одну великуматрицю, розділиморівні на«верх-
ні» та «нижні» таким чином, що всі переходи з одного верхнього рівня на інший
верхній, а також із одного нижнього рівня на інший нижній є забороненими.

Тоді, позначаючи верхні рівні літерою e, а нижні — літерою g, ми можемо за-
писати довільний квантовий оператор Ô як блочну матрицю2:

Ô =

[
Ogg Oge

Oeg Oee

]
. (3.15)

Очевидно, що якщо оператор Ô є ермітовим, тоOgg = O+
gg,Oge = O+

eg,Oee =
O+

ee.

3.3.2 Поширення світла
Рівняння, що використовуються в чисельній моделі, є напівкласичними: стан се-
редовища та його еволюція формулюється квантово (за допомогою формалізму
матриці густини), але світло розглядається як класичне електромагнітне поле, що
поширюється за рівняннями Максвелла. За відсутності зарядів і струмів, а також
нехтуючимагнітниммоментом атомів, але враховуючи їх електричний дипольний
момент, ми можемо звести рівняння Максвелла до одного рівняння поширення
хвиль3:

∆ %E =
∂2

c2∂t2

(
%E + 4π %P

)
+ J · %E. (3.16)

2Тут і далі блочні матриці записуватимуться у квадратних дужках, а звичайні числові — у кру-
глих.

3Тут і далі використовується гаусова система одиниць.
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Тут такожврахованоподвійне заломлення середовища за допомогоюдиферен-
ціальної матриці ДжонсаJ (z) = J ′(z) · J−1(z) [179], яка в лінійному базисі ви-
глядає так:

J (z) = −i
α

2

(
cos(χ) −i sin(χ)

+i sin(χ) − cos(χ)

)
. (3.17)

Розкладаючи поле на пласкі хвилі:

%E =
∑

m∈modes

Em
2

exp(ikct− ikz) + conj., (3.18)

і так само розкладаючи поляризацію на частотні компоненти, вираховуючи їх як
квантові середні величини:

%P = n
〈
%d
〉
=

∑

m∈modes
%emnd

m
geρeg exp(ikmct− ikmz) + conj., (3.19)

ми отримуємо

!
!
!"

"
"

∂Em
c∂t

+
∂Em
∂z

+
######$$$$$$

i

2km
∆xyEm =

∑

m′∈modes
Jmm′Em′ − 4πikmn tr

(
dmge · ρeg

)
. (3.20)

Тут Em є комплексною амплітудою поля в модіm, km є її хвильовим числом
(без урахування %P ), n є концентрацією атомів за координатами (x, y, z), d̂m і ρ̂ є
операторами відповідно дипольного момента за модоюm і матриці густини.

У рівнянні (3.20) ми, по перше, нехтуємо часовою похідною, бо вважаємо, що
характерний час зміни Em є значно більшим за характерний час поширення хвилі
L/c, де L—довжина середовища.

По-друге, ми такожнехтуємо лапласіаном∆xy = ∂2/∂x2+∂2/∂y2, таким чи-
ном повністю нехтуючи радіальною структурою, так що задача стає чисто однови-
мірною. Це спрощення є найбільш сильним, і саме воно не дозволяє нашій моделі
кількісно відтворювати експеримент.

Щоб установити відповідність між розподілом атомів у реальному волокні та
чисельній моделі, зрівняємо

 

 

OD в обох випадках. У чисельній моделі
 

 

OD обчи-
слюється як

 

 

OD =

∫ L

0

SFF ′

3
σ0n(z)dz, (3.21)

а в реальному волокні з урахуванням радіальної структури— наступним чином:

 

 

OD =

∫ L

0

dz
∫ ∞

0

2πrdr · SFF ′

3
σ0n(r, z)

I(r)

I(0)
, (3.22)
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де n—локальна концентрація атомів, а I в тривимірному випадку— радіальний
розподіл інтенсивності світла. У наших експериментах і поля, і атоми розподілені
за гаусовим законом:

n(r, z) =
N

πR2 ·
√
2πL

6

exp

(
− r2

R2
− z2

2(L/6)2

)
, I(r) = I0 exp

(
−2r2

w2

)
.

(3.23)
Радіальний розподіл інтенсивності та атомів визначаються відповідно 1/e2-

«талією» w та 1/e-радіусом R. За координатою атоми також розподілені за
гаусовим законом, і ширину розподілу тут обрано за «правилом трьох сигм», так
щоб 99% усіх атомів знаходилися в інтервалі від 0 до L.

Порівнюючи
 

 

OD в одновимірній та тривимірній моделі, ми отримуємо кон-
центрацію атомів в одновимірній моделі:

n(z) =
2N

π
· 1

w2 + 2R2
· 1√

2π(L/6)
exp

(
− z2

2(L/6)2

)
. (3.24)

3.3.3 Часова еволюція квантового стану атомів
Квантовий стан атомів описуватимемо у формалізмі матриці густини ρ̂, що ево-
люціонує з часом за рівнянням Ліндблада:

∂ρ̂

∂t
= −i

[
Ĥ

" , ρ̂

]
+ decay + decoherence. (3.25)

Гамільтоніан Ĥ отримуємо у наближенні RWA:

Ĥ = "
[

∆g Ωge/2
Ωeg/2 ∆e

]
. (3.26)

Тут матриці ∆g і ∆e є діагональними, на їхніх діагоналях записані суми від-
стройок відповідних мод. МатриціΩge = Ω+

eg є підматрицями оператора частоти
Рабі:

"Ω̂ =
∑

m∈modes
Emdm. (3.27)

Релаксаційний член decay у рівнянні (3.25) описує спонтанне випромінення:

decay =

(
ΓRg ◦ Cge · σee · Ceg −Γ

2σge
−Γ

2σeg −Γσee

)
. (3.28)
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Тут матриціCge = C+
eg визначаються квантовими числами конкретних рівнів.

Наприклад, для підрівнів надтонкої структури атомів лужних металів ці коефіці-
єнти обраховуються через 3-j та 6-j символи Вігнера наступним чином [180]:

〈 Je
Fe

Me

∣∣∣∣∣∣
Ceg

∣∣∣∣∣∣

Jg
Fg

Mg

〉
=

2Jg + 1

2Je + 1
· (−1)2Fe+Jg+I+Mg×

×
√

(2Fe + 1)(2Jg + 1) ·
{
Jg Je 1
Fe Fg I

}
×

×
√

2Fg + 1 ·
(
Fe 1 Fg

Mg Me −Mg −Mg

)
.

(3.29)

Операція ◦ позначає поелементний добуток матриць, а матрицяRg у випадку
надтонкої структури лужних металів є символом Кронекера квантового числа F :

〈 Je
Fe

Me

∣∣∣∣∣∣
Rg

∣∣∣∣∣∣

Jg
Fg

Mg

〉
= δJJ ′δFF ′ . (3.30)

Член decoherence у рівнянні (3.25) відповідає за розфазування між різними
атомами через те, що їх рівні не співпадають точно за енергією. Причиною цьому
може бути, наприклад, ненульова температура або фонові магнітні поля. Оскіль-
ки для верхніх рівнів та оптичних когерентностей часжиття набагато коротший за
характерний час розфазування, ми враховуватимемо його тільки для нижніх рів-
нів:

decoherence =

(
−γ ◦ ρgg 0

0 0

)
, (3.31)

〈 J1
F1

M1

∣∣∣∣∣∣
γ

∣∣∣∣∣∣

J2
F2

M2

〉{
= 0 якщо J1 = J2, F1 = F2 таM1 = M2;
∼ 0.1Γ інакше.

(3.32)

Підставляючи всі матриці у рівняння (3.25), а також додаючи рівняння (3.20),
отримуємо для окремих підматриць наступну систему:

∂ρgg
∂t

= i[ρgg,∆g] +
i

2
(σge · Ωeg − Ωge · σeg)

+ ΓRg ◦ Cge · ρee · Ceg − γ ◦ ρgg,
∂ρeg
∂t

= i (ρeg ·∆g −∆e · ρeg) + i (ρee · Ωeg − Ωeg · ρgg)−
Γ

2
ρeg,

∂ρee
∂t

= i[ρee,∆e] +
i

2
(ρeg · Ωge − Ωegρge)− Γρee,

∂Em
∂z

=
∑

m′∈modes
Jmm′Em − 4πikmn tr

(
dmge · ρeg

)
.

(3.33)
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3.4 Початкові та граничні умови
Щоб завершити опис теорії, ми такожмаємо надати початкові та граничні умови.
Як граничні умови ми задаємо тільки поле. В експерименті контрольні поля вми-
каються в певний момент часу (цей момент приймається за нуль), причому під час
ввімкнення поле плавно зростає протягом T ∼ 100 ns. Щоб зімітувати це плавне
ввімкнення, ми задаємо поле на початку середовища наступним чином:

Em(z=0, t) =

{
E0
m sin2

(
π
2 · t

T

)
якщо t < T ;

E0
m інакше.

(3.34)

Як початкові умови ми, навпаки, задаємо тільки квантовий стан атомів.
Якщо досліджуване явище повністю описується напівкласичною теорією (на-

приклад,
 

 

EIT), то граничні поля та початковий квантовий стан атомів задаються
відповідно до експерименту. Проте, якщо явище є чисто квантовим (наприклад,
суперфлуоресценція), то для врахування квантових флуктуацій початкові чи гра-
ничні умови змінюються певним нетривіальним чином. Більш конкретно це обго-
воримо в розділах 4 та 5, розглядаючи конкретні чисельні експерименти.

3.5 Оптимізація чисельної моделі
У попередньому розділі було отримано систему рівнянь (3.33), яка описує про-
сторовий розподіл та часову еволюцію полів та квантового стану атомів. У цьому
розділі ці рівняння буде оптимізовано для чисельного розвʼязання за допомогою
одного з методів Рунге-Кутта, а саме метода Кутта-Мерсона. Для оптимізації буде
використано математичний апарат, описаний у [181, 182] із поширенням його на
комплексні матриці.

3.5.1 Векторизація
У системі (3.33) невідомими величинами є, крім полів Em, також матриці густи-
ни ρgg, ρeg = ρ+ge та ρee. Але для майбутніх перетворень ці матриці зручніше буде
представити у вигляді векторів за допомогою векторизації. Це перетворення опи-
сане, наприклад, у [182, section 2.4], але ми використовуватимемо впорядкування
по рядках замість впорядкування по стовпчиках, тобто, наприклад,

v

(
a11 a12 a13
a21 a22 a23

)
=





a11
a12
a13
a21
a22
a23




. (3.35)
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Такий порядок обрано через те, що симуляцію було реалізовано мовою
Python 3 з використанням бібліотек NumPy та SciPy. На відміну від, наприклад,
MATLAB, елементи NumPy-матриці (т.зв. ndarray) у пам’яті впорядковані по
рядках, що відповідає мові програмування C, якою написано інтерпретатор
Python та низькорівневий код numpy. Тому векторизація за цим впорядкуванням
є безкоштовною операцією, що не потребує жодних обчислень, копіювань даних
чи виділення додаткової пам’яті. До того ж алгоритми, що використовують таке
впорядкування, мають частіше використовувати замість основної пам’яті більш
швидкий кеш процесора і таким чином працювати швидше.

Добуток матриць, будучи лінійною операцією, може бути векторизований на-
ступним чином:

v(A ·X · B) = (A⊗ BT ) · v(X), (3.36)
v(A ·X) = (A⊗ In) · v(X), (3.37)
v(X · B) = (Im ⊗ B) · v(X). (3.38)

Тут матрицяX має розмірm× n, а матриці Im та In —це одиничні матриці
відповідного розміру. Операція ⊗— це добуток Кронекера, означення якого на-
дано у [182, section 2.2]. У симуляції використано реалізацію добутку Кронекера
з бібліотеки scipy.

Длякомутатора [X,A] та антикомутатора{X,A}мимаємо (теперусіматриці
мають бути квадратними та однакового розміру)

v[X,A] = (I ⊗ AT − A⊗ I) · v(X), (3.39)
v{X,A} = (I ⊗ AT + A⊗ I) · v(X). (3.40)

Слід добутку двох матриць є скалярним добутком їхніх векторизацій:

tr(A · B) =
∑

i,j

AjiBij =
∑

i,j

(AT )ijBij = v(AT ) · v(B). (3.41)

Застосовуючи всі вищезазначені правила, ми можемо векторизувати (3.33) і
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отримати наступну систему:

∂ v(ρgg)

∂t
= i(Ig ⊗∆g −∆g ⊗ Ig) · v(ρgg)− v(iΩge · ρeg)H

+ Γ dv(Rg) · (Cge ⊗ Cge) · v(ρee)− dv(γ) · v(ρgg),
∂ v(ρeg)

∂t
= i(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · v(ρeg) +

i

2
(Ie ⊗ ΩT

eg) · v(ρee)

− i

2
(Ωeg ⊗ Ig) · v(ρgg)−

Γ

2
v(ρeg),

∂ v(ρee)

∂t
= i(Ie ⊗∆e −∆e ⊗ Ie) · v(ρee) + v(ρeg · iΩge)

H

− Γ v(ρee),

∂Em
∂z

=
∑

m′∈modes
Jmm′Em − 4πikmn tr

(
dmge · ρeg

)
.

(3.42)

У цій системі Ig та Ie є одиничними матрицями розмірів відповідно g × g та
e× e, dv(M) = diag(v(M)), а знак H означає ермітову частину матриці:

MH =
M +M+

2
. (3.43)

3.5.2 Вираження ермітових матриць у дійсних числах
У системі (3.42) невекторизованою лишається операція ермітового спряження.
Але через обмеження комплексної алгебри (неможливо помножити довільне
число ζ на комплексну константу і отримати ζ∗, хоча комплексне спряження і є
лінійною операцією) векторизувати її в комплексних числах не є таким простим
завданням. Замість цього було вирішено виразити всі матриці в дійсних числах.
Це не тільки дозволяє уникнути зазначених обмежень, але й дозволяє усунути
надлишковість, що виникає внаслідок того, що квантові оператори є ермітовими,
і таким чином зменшити розмірність задачі на половину.

Почнемо з ермітовихматриць, таких як ρgg та ρee. Будь-яку ермітову матрицю
можна представити у вигляді суми симетричної дійсної матриці та антисиметри-
чної уявної:

M = S + iA =





s11 s12 + ia12 · · · s1n + ia1n
s12 − ia12 s22 · · · s2n + ia2n

...
... . . . ...

s1n − ia1n s2n − ia2n · · · snn




. (3.44)

Запишемо дійсні частини елементів у верхньо-трикутній частині нової матри-
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ціMr, а уявні — в нижньо-трикутній:

Mr = Sdiag + (Supper − Alower)
√
2 =





s11 s12
√
2 · · · s1n

√
2

a12
√
2 s22 · · · s2n

√
2

...
... . . . ...

a1n
√
2 a2n

√
2 · · · snn




. (3.45)

Оскільки залежністьM(Mr) є лінійною, то для векторизованих матриць цю
лінійну залежність можна записати за допомогою матриці переходуDn:

v(M) = Dn · v(Mr). (3.46)

Векторизацію матриціMr ми, зберігаючи термінологію [182], називатимемо
напіввекторизацією (

 

 англ. half-vectorization) матриціM :

vh(M) = v(Mr) = D−1
n · v(M). (3.47)

Матрицю переходу Dn, так само аналогічно [182], називатимемо матрицею
подвоєння (

 

 англ. duplicationmatrix), а оберненуматрицюLn = D−1
n —матрицею

знищення (
 

 англ. elimination matrix). Ці матриці мають розмірність n2 × n2, але
вони є розрідженими: всі їхні елементи, окрім наступних, дорівнююють нулю:

∀i, j ∈ 0, n− 1 →






(Dn)(ni+j+1),(ni+j+1) =






1√
2

if i < j;

1 if i = j;

− i√
2

if i > j;

(Dn)(ni+j+1),(nj+i+1) =






+
i√
2

if i < j;

0 if i = j;
1√
2

if i > j.






(3.48)

так що загальна кількість ненульових елементів у матриціDn залежить від кілько-
сті рівнів n якO(n2).
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Наприклад, у випадку n = 3 маємо

D3 =





1 · · · · · · · ·
· 1/

√
2 · i/

√
2 · · · · ·

· · 1/
√
2 · · · i/

√
2 · ·

· 1/
√
2 · −i/

√
2 · · · · ·

· · · · 1 · · · ·
· · · · · 1/

√
2 · i/

√
2 ·

· · 1/
√
2 · · · −i/

√
2 · ·

· · · · · 1/
√
2 · −i/

√
2 ·

· · · · · · · · 1





. (3.49)

Варто також зазначити, що матриця Dn є унітарною, адже її можна одноча-
сною однаковою перестановкою рядків і стовпчиків перетворити на блочно-діаго-
нальну, що є прямою сумою одиничної матриці розміру n × n та n2−n

2 унітарних
блоків ( 1 i

1 −i )
/√

2 . Тому обернена їй матриця знищення Ln дорівнює ермітово
спряженій:Ln = D−1

n = D+
n .

Після напіввекторизації ермітових матриць ρgg та ρee, а також їхніх часових
похідних, система (3.42) приймає наступний вигляд:

∂ vh(ρgg)

∂t
= iD−1

g ·(Ig⊗∆g −∆g⊗Ig)·Dg · vh(ρgg)

− vh(iΩge · ρeg)H

+ Γ dv(Rg) ·D−1
g ·(Cge⊗Cge)·De · vh(ρee)

− dv(γ) · vh(ρgg),
∂ v(ρeg)

∂t
= i(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · v(ρeg)

+

(
Ie ⊗

iΩT
eg

2

)
·De · vh(ρee)

−
(
iΩeg

2
⊗ Ig

)
·Dg · vh(ρgg)−

Γ

2
v(ρeg),

∂ vh(ρee)

∂t
= iD−1

e · (Ie ⊗∆e −∆e ⊗ Ie) ·De · vh(ρee)

+ vh(ρeg · iΩge)
H − Γ vh(ρee),

∂Em
∂z

=
∑

m′∈modes
Jmm′Em − 4πikmn tr

(
dmge · ρeg

)
.

(3.50)
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3.5.3 Векторизація неермітових матриць
Переходимо до неермітових матриць. Система 3.50 має лише дві такі матриці —
ρeg таΩeg. Їхнє представлення в дійсних числах буде простішим, ніждля ермітових
матриць— ми просто розкладемо ці матриці на дійсну та уявну частини:

v(ρeg) = v(ρr) + i v(ρi). (3.51)

Тоді для рівнянь із похідними ∂ρeg/∂t ми маємо

∂ v(ρr)

∂t
= (Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · Re[i v(ρeg)]

+ Re

[(
Ie ⊗

iΩT
eg

2

)
·De

]
· vh(ρee)

− Re

[(
iΩeg

2
⊗ Ig

)
·Dg

]
· vh(ρgg)−

Γ

2
v(ρr),

∂ v(ρi)

∂t
= (Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · Im[i v(ρeg)]

+ Im

[(
Ie ⊗

iΩT
eg

2

)
·De

]
· vh(ρee)

− Im

[(
iΩeg

2
⊗ Ig

)
·Dg

]
· vh(ρgg)−

Γ

2
v(ρi).

(3.52)

Підставляючи визначення частоти Рабі:

Ωeg =
1

"
∑

m

Emdmeg, (3.53)

і виділяючи в наступних виразах дійсні та уявні частини:

i v(ρeg) = i v(ρr)− v(ρi), (3.54)
(
Ie ⊗

iΩT
eg

2

)
·De =

1

2"
∑

m

Ie ⊗ dmge · (iRe[EmDe] + Re[iEmDe]), (3.55)

(
iΩeg

2
⊗ Ig

)
·Dg =

1

2"
∑

m

dmeg ⊗ Ig · (iRe[EmDg] + Re[iEmDg]), (3.56)
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отримуємо

∂ v(ρr)

∂t
= −(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · v(ρi)−

Γ

2
v(ρr)

+
1

2"
∑

m

(
Ie ⊗ dmge · Re[iEmDe] · vh(ρee)

− dmeg ⊗ Ig · Re[iEmDg] · vh(ρgg)

)
,

∂ v(ρi)

∂t
= +(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · v(ρr)−

Γ

2
v(ρi)

+
1

2"
∑

m

(
Ie ⊗ dmge · Re[EmDe] · vh(ρee)

− dmeg ⊗ Ig · Re[EmDg] · vh(ρgg)

)
.

(3.57)

3.5.4 Векторизація ермітової частини матриці
Останньою операцією, яку ще потрібно векторизувати, є ермітова частинаMH . Її
можна розкрити наступним чином:

v(MH) = v

(
Mr +MT

r

2

)
+i v

(
Mi −MT

i

2

)
= Sn·v(Mr)+iAn·v(Mi). (3.58)

Для напіввекторизації ми ще маємо помножити весь вираз на матрицю зни-
щенняD−1

n :

vh(MH) = D−1
n · Sn · v(Mr) + iD−1

n · An · v(Mi). (3.59)

У рівняннях вище, Sn є матрицею симетризації, а An —матрицею антисиме-
тризації. Їх можна виразити через описану в [182, section 3.7] матрицю комутації
(

 

 англ. commutation matrix)Kn наступним чином:

Sn =
In2 +Kn

2
, An =

In2 −Kn

2
. (3.60)

Насправді, ермітова частина в наших рівняннях зустрічається в двох виразах:
(iΩge · ρeg)H та (ρeg · iΩeg)H . Ми векторизуємо їх так:

vh(iΩge · ρeg) =
1

"
∑

m

Re
[
iEmD−1

g · (Ag − Sg) · dmge ⊗ Ig
]
· v(ρr)

+
1

"
∑

m

Re
[
EmD−1

g · (Ag − Sg) · dmge ⊗ Ig
]
· v(ρi),

(3.61)

vh(ρeg · iΩge) =
1

"
∑

m

Re
[
iEmD−1

e · (Ae − Se) · Ie ⊗ dmeg
]
· v(ρr)

+
1

"
∑

m

Re
[
EmD−1

e · (Ae − Se) · Ie ⊗ dmeg
]
· v(ρi).

(3.62)
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Тепер ми можемо записати рівняння в такому вигляді, який можна викори-
стовувати в чисельному алгоритмі:

∂ vh(ρgg)

∂t
= iD−1

g ·(Ig⊗∆g −∆g⊗Ig)·Dg · vh(ρgg)

+ Γ dv(Rg) ·D−1
g ·(Cge⊗Cge)·De · vh(ρee)− dv(γ) · vh(ρgg)

− 1

"
∑

m

Re
[
iEmD−1

g · (Ag − Sg) · dmge ⊗ Ig
]
· v(ρr)

− 1

"
∑

m

Re
[
EmD−1

g · (Ag − Sg) · dmge ⊗ Ig
]
· v(ρi),

∂ v(ρr)

∂t
= −(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · v(ρi)−

Γ

2
v(ρr)

+
1

2"
∑

m

(
Ie ⊗ dmge · Re[iEmDe] · vh(ρee)

− dmeg ⊗ Ig · Re[iEmDg] · vh(ρgg)

)
,

∂ v(ρi)

∂t
= +(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig) · v(ρr)−

Γ

2
v(ρi)

+
1

2"
∑

m

(
Ie ⊗ dmge · Re[EmDe] · vh(ρee)

− dmeg ⊗ Ig · Re[EmDg] · vh(ρgg)

)
,

∂ vh(ρee)

∂t
= iD−1

e · (Ie ⊗∆e −∆e ⊗ Ie) ·De · vh(ρee)

− Γ vh(ρee)

+
1

"
∑

m

Re
[
iEmD−1

e · (Ae − Se) · Ie ⊗ dmeg
]
· v(ρr)

+
1

"
∑

m

Re
[
EmD−1

e · (Ae − Se) · Ie ⊗ dmeg
]
· v(ρi),

∂Em
∂z

=
∑

m′∈modes
Jmm′Em − 4πikmn tr

(
dmge · ρeg

)
.

(3.63)

3.5.5 Виділення константних матриць
Оскільки більша частина матричних операцій у рівняннях (3.63) відбувається з
константнимиматрицями, їх можна порахувати заздалегідь і представити систему
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(3.63) у наступному вигляді:

∂

∂t

[
vh(ρgg)
vh(ρee)

]
=

[
Lgg Lge

0 Lee

]
·
[
vh(ρgg)
vh(ρee)

]

+
∑

m

Re

(
Em
[
Qmgr Qmgi

Qmer Qmei

])
·
[
v(ρr)
v(ρi)

]
,

∂

∂t

[
v(ρr)
v(ρi)

]
=

[
Lrr Lri

Lir Lii

]
·
[
v(ρr)
v(ρi)

]

+
∑

m

Re

(
Em
[
Qmrg Qmre

Qmig Qmie

])
·
[
vh(ρgg)
vh(ρee)

]
,

∂Em
∂z

=
∑

m′∈modes
Jmm′Em − 4πikmn tr

(
dmge · ρeg

)
.

(3.64)

МатриціL··· таQ··· є константами:

Lgg = iD−1
g · (Ig ⊗∆g −∆g ⊗ Ig) ·Dg − dv(γ), (3.65)

Lge = Γ dv(Rg) ·D−1
g · (Cge ⊗ Cge) ·De, (3.66)

Lrr = −Γ

2
Ie ⊗ Ig, (3.67)

Lri = −(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig), (3.68)
Lir = +(Ie ⊗∆g −∆e ⊗ Ig), (3.69)

Lii = −Γ

2
Ie ⊗ Ig, (3.70)

Lee = D−1
e · (i(Ie ⊗∆e −∆e ⊗ Ie)) ·De − ΓIe ⊗ Ie, (3.71)
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Qmgr = iD−1
g · (Sg − Ag) ·

dmge
" ⊗ Ig, (3.72)

Qmgi = D−1
g · (Sg − Ag) ·

dmge
" ⊗ Ig, (3.73)

Qmrg = −i
dmeg
2" ⊗ Ig ·Dg, (3.74)

Qmre = +iIe ⊗
dmge
2" ·De, (3.75)

Qmig = −
dmeg
2" ⊗ Ig ·Dg, (3.76)

Qmie = Ie ⊗
dmge
2" ·De, (3.77)

Qmer = iD−1
e · (Ae − Se) · Ie ⊗

dmeg
" , (3.78)

Qmei = D−1
e · (Ae − Se) · Ie ⊗

dmeg
" . (3.79)

3.6 Вибір чисельних методів
Перші два рівняння у системі (3.64) розвʼязуються методом Кутта-Мерсона, опис
котрого наведено, наприклад, у [183]. На кожному його кроці розвʼязується тре-
тє рівняння— це можна зробити аналітично в квадратурах методом варіації кон-
станти:

Em(z, t) = Em(z=0, t)− 4πi
∑

m′,m′′

Jmm′(z)×

×
∫ z

0

n(z′)Jm′m′′(z) v(dm
′′

ge ) · v(ρeg(z′))dz′.
(3.80)

ТутматрицяJ(z)—це інтегральнаматрицяДжонса,щообчислюється зафор-
мулою (3.14).

Інтеграл (3.80) ми вираховуємо на кожному кроці метода Кутта-Мерсона
(окремо для кожного значення t, тобто три рази на крок) за допомогою
кумулятивного метода Сімпсона [184].

3.7 Висновки до розділу 3
• У цьому розділі представлено огляд чисельних досліджень із атомами скла-
дної структури, зокрема електромагнітно індуковану прозорість та власти-
вості натрієвих опорних зірок. Далі розглянуто вимоги до чисельної моде-
лі, серед яких важливими аспектами є врахування поляризації світла, виро-
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дження за магнітним квантовим числом, подвійне заломлення в оптичних
волокнах та інші.

• Основні рівняння чисельної моделі включають класичне рівняння поши-
рення світла та рівняння часової еволюції квантового стану атомів. Для
визначення повного набору умов вводяться початкові та граничні умови, а
сама чисельна модель оптимізується за допомогою векторизації невідомих
матриць і вираження векторизованого матричного добутку через добуток
Кронекера.

• Важливим етапом оптимізації є напіввекторизація ермітових матриць, під
час якої вони виражаються в дійсних числах із усуненням надлишковості.
Це дозволяє покращити швидкість та ефективність чисельної моделі.

• У результаті обрано чисельні методи, які найкращим чином відповідають
вимогам до моделі, забезпечуючи точність та ефективність обчислень.

Усі ці етапи визначають базові засади чисельної моделі для подальших дослі-
джень атомів складної структури.
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Розділ 4

Джерело біфотонів на основі
чотирихвильової взаємодії

У цьому розділі описано експеримент зі створення джерела біфотонів на основі
чотирихвильової взаємодії (

 

 

FWM), який виконала група із Інституту прикладної
фізики Технічного універститету Дармштадта (

 

 

нім. Institut für Angewandte Physik
der Technischen Universität Darmstadt). Результати досліджень було опубліковано
в статті [13] та в дисертації одного з експериментаторів [25].

4.1 Порожнисте оптичне волокно
 

 

HCPCBGF
Головною складовою джерела біфотонів є порожнисте оптичне волокно з фотон-
ним кристалом (

 

 англ. hollow-core photonic crystal band gap fiber,
 

 

HCPCBGF). Усере-
дину цього волокна завантажуються приблизно 105 лазерно охолоджених атомів
рубідію-87. Це створює умови для максимально сильної взаємодії світла з атома-
ми та дозволяє досягти оптичної товщини середовища порядка 103 [185], що, як
було зазначено в розділі 2, є ключовою умовою для створення джерела біфотонів
на основі

 

 

FWM.
Наразі найпоширеніші оптичні волокна складаються з суцільної серцевини з

високим показником заломлення, оточеного захисною оболонкою, показник за-
ломлення котрої є нижчим [187, section 5.6]. Профіль такого волокна зображено
на рисунку 4.1 (a). Завдяки тому, що показник заломлення в серцевині є вищим
за показник в оболонці, то світло, що поширюється уздовж волокна з малим ку-
том відхилення від його осі, утримується всередині серцевини завдяки повному
внутрішньому відбиттю.

В описаних у дисертації експериментах використовується волокно з порожни-
стою серцевиною.На відміну від суцільних волокон, в порожнистих волокнах по-
казник заломлення оболонки є вищим, ніж у самій серцевині, тому ефект повного
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Рисунок 4.1: Профілі різних оптичних волокон, отримані методом сканувальної еле-
ктронної мікроскопії: зліва — step-index волокна, що працює завдяки повному вну-
трішньому відбиттю (зображення отримане з сайту виробника https://www.thorlabs.
com/newgrouppage9.cfm?objectgroup_id=6838), посередині — каґоме-волокна (зобра-
ження взяте з [186]), справа—

 

 

HCPCBGF, що використовується в описаних у дисертації
експериментах (зображення отримане експериментальною групою).

внутрішнього відбиття в таких волокнах відсутній. Замість цього механізму, світло
в таких волокнах утримується завдяки періодичній зміні показника заломлення в
самій оболонці. Середовище із такою зміною показника називається фотонним
кристалом.

У волокнах із фотоннимикристалами та забороненоюзоною (
 

 

HCPCBGF) сві-
тло утримується завдяки створенню заборонених зон у поперечному напрямку. Це
означає наявність областей, у межах яких поширення світла в певному діапазоні
частот не відбувається, і це світло може поширюватися лише всередині серцевини
волокна. Такі заборонені зони виникають внаслідок періодичної зміни показника
заломлення навколо серцевини, що утворює фотонний кристал.

На рисунку 4.2 зображено зонну структуру одновимірного фотонного
кристала та позначено заборонену зону. Ширина забороненої зони збільшується
зі збільшенням різниці показників заломлення у фотонному кристалі. У волокні

 

 

HCPCBGF фотонний кристал оточує порожнисту серцевину, котра має радіус
більший за сталу кристалічної ґратки. Через це світло, частота котрого знаходи-
ться в забороненій зоні, може поширюватися тільки в серцевині— поза її межами
поле експоненційно спадає.

В експерименті використовується волокно
 

 

HCPCBGF NKT Photonics, HC-
800-02 довжиною 12 cm із діаметром серцевини 7 µm [128, 185]. Волокно здатне
утримувати світло з довжиною хвилі від 770 nm до 870 nm [185], що покриває
лінії D1 і D2 рубідію-87. Профіль волокна зображено на рисунку 4.1 (c).

Поширеною альтернативою до
 

 

HCPCBGF є волокна з так званою каґоме-ґра-
ткою (рисунок 4.1 (b)), названою на честь традиційного японського візерунка пле-
тіння бамбуку (

 

 яп.籠目,
 

 

RJ /kagome/).Механізм утримання світла всередині каґо-
ме-волокна має назву «пригнічена взаємодія» (

 

 англ. inhibited coupling), що є ана-
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Рисунок 4.2: Схематичний графік закону дисперсії для одновимірного фотонного кри-
стала з позначенням заборонених зон. Рисунок узято з [188].

логом так званих повʼязаних станів у неперервному спектрі (
 

 англ. bound states in
continuum) [189]. Ці стани є локалізованими в просторі, але їхні частоти належать
до неперервної частини спектра. Так само і в каґоме-волокні існують локалізовані
в його ядрі моди, які незважаючи на співпадіння частот, не взаємодіють із мода-
ми оболонки через несумісність симетрії [190]. Каґоме-волокна мають більший
діаметр серцевини (кілька десятків мікронів), що полегшує завантаження атомів,
а також мають менші коефіцієнти подвійного заломлення. Однак саме через біль-
ший діаметр серцевини каґоме-волокна не дозволяють спостерігати таку велику
оптичну товщину (і, відповідно, взаємодію світла з речовиною), як

 

 

HCPCBGF.

4.2 Рубідій-87 та надтонка структура його D-лінії
В експерименті використовуються атоми рубідію. Рубідій є лужним металом, він
має один електрон на валентній оболонці, тому його можна вважати воднеподі-
бним атомом.

Оскількиминадалі матимемо справу з надтонкоюструктуроюD-лінії рубідію,
варто звернути увагу на склад його ядра. У природі існують два ізотопи рубідію:
стабільний рубідій-85 (72.165%) та бета-радіоактивний рубідій-87 (27.835%) [191].
Останній, хоч і є радіоактивним, але має період напіврозпаду майже 50 мільярдів
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років [192]— більш як утричі більший за вік Усесвіту. В експерименті використо-
вується саме рубідій-87, і далі йтиметься саме про цей ізотоп. Якщо не зазначено
інакше, подальшу інформацію в цьому розділі отриманo зі [180].

D-лінія рубідію-87 складається з двох переходів: 52S1/2 → 52P1/2 (D1-лінія) і
52S1/2 → 52P3/2 (D2-лінія). Ці переходи є складовими дублету тонкої структури,
і кожен із них має свою надтонку структуру.

Тонка структура є результатом взаємодії орбітального магнітного момента %L
зі спіном валентного електрона %S, і повниймагнітниймомент електрона %J = %L+
%S. Відповідне квантове число J , яке визначає його величину в одиницях " (тобто∣∣∣ %J
∣∣∣ =

√
J(J + 1)"), має знаходитись у діапазоні від |L− S| до L+ S.

Для основного стану рубідію-87маємоL = 0, S = 1/2, томуJ = 1/2, що від-
повідає терму 52S1/2. Для першого збудженого стануL = 1, томуJ ∈ {1/2, 3/2},
що відповідає термам 52P1/2 і 52P3/2. Через те, що тонка структура збудженого
стану складається з двох підрівнів, D-лінія розпадається на дві лінії D1 і D2.

Надтонка структура утворюється внаслідок взаємодії повного магнітного мо-
мента електрона %J з магнітниммоментом ядра %I . Аналогічно до повногомомента
електрона %J , повний магнітний момент атома %F = %J + %I , а відповідне квантове
числоF знаходиться у діапазоні від |J − I| до J + I . Оскільки магнітний момент
ядра рубідію-87 I = 3/2, то для 52S1/2 та 52P1/2 маємо F ∈ {1, 2}, а для 52P3/2

маємо F ∈ {1, 2, 3, 4}. Кожен із рівнів надтонкої структури є виродженим і має
2F + 1 магнітних підрівнів.

Рівні надтонкої структури рубідію-87 та частоти переходів між ними зобра-
жено на рисунку 4.3. Варто зазначити, що для переходів між рівнями надтонкої
структури діє правило відбору∆F ∈ {−1, 0, 1} [193, section 20.5], тому перехо-
ди F=1 → F ′=3 та F=2 → F ′=0 лінії D2 є дипольно забороненими.

4.3 Завантаження атомів усередину волокна
Утримання атомів у порожнистих оптичних волокнах було вперше запропонова-
но тридцять років тому [194] і реалізовано експериментально як із «гарячими»
[195], так і з лазерно охолодженими атомами [196, 197]. Такі експерименти до-
зволяють утримувати як атоми, так і світло в обʼємі макроскопічної довжини при
площі перерізу від кількох десятків квадратних мікрон, і таким чином досягати
сильної взаємодії між світлом та речовиною Альтернативними методами є вико-
ристання високодобротних мікрорезонаторів [198] і магнітно-оптичних пасток
[199]. У перших експериментах використовувалися порожнисті скляні капіляри,
що призводило до відносно великих втрат [195, 200, 201], а подальші роботи ви-
користовували одномодові волокна з фотонними кристалами — як

 

 

HCPCBGF
[202], так і волокна з каґоме-ґраткою [203, 204].
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52S1/2

52P1/2

52P3/2

377THz

384THz

F = 1,∆ = −4.27GHz

F = 2,∆ = 2.56GHz

F = 1,∆ = −509MHz
F = 2,∆ = 305MHz

F = 0,∆ = −302MHz
F = 1,∆ = −229MHz
F = 1,∆ = −73MHz

F = 1,∆ = 194MHz

Рисунок 4.3: Рівні надтонкої структури рубідію-87 та їхні відстройки∆ відносно відпо-
відних рівнів тонкої структури. Числові значення частот переходів дублету та відстро-
йок∆ отримано зі [180].
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Рисунок 4.4: Схема завантаження атомів рубідію-87 усередину
 

 

HCPCBGF.

Процедуру завантаження атомів у волокно, що використовується в нашому
експерименті, зображено на рисунку 4.4. Експериментальна група опублікувала
цю процедуру в статтях [128, 185] та в PhD-дисертації експериментатораАлексан-
дра Брунса (Alexander Bruns) [25], а тут ми опишемо її більш коротко.

Опишемо коротко процедуру завантаження атомів у волокно, що використо-
вується в експерименті (процес зображенонарисунку 4.4).Детальноцяпроцедура
описана в експериментальних роботах [25, 128, 185].

Спочатку атоми рубідію, лазерно охолоджені до температури порядка
100mK, накопичуються в магніто-оптичній пастці (

 

 англ. magneto-optical trap,
 

 

MOT). За час в одну секунду в
 

 

MOT накопичується порядка 107 атомів. Атоми
накопичуються в точці 5.5mm над верхнім кінцем волокна, яке розташоване
вертикально. Потім, шляхом зміни магнітного поля, атоми переміщуються
ближче до волокна. Оскільки згусток атомів має діаметр порядка 1mm, то щоб
цей згусток пройшов усередину серцевини волокна, котра має діаметр 7 µm,
використовується так званий dark funnel repumper (

 

 

DFR): біля входу у волокно
створюється трикутна тінь, завдяки якій ті атоми, що вже знаходяться біля
центральної осі, лишаються в центрі і не отримують додаткової кінетичної енергії
від лазерів перекачки (

 

 англ. repumper). Для стиснення згустка атомів за двома
осями використовуються два ортогональних

 

 

DFRs. Таким чином, згусток атомів
стискається в поперечному напрямку і скеровується до входу у волокно, де потра-
пляє у так звану далеко відстроєну пастку (

 

 англ. far-off resonant trap,
 

 

FORT) [205].
Її створює лазер, який світить знизу вгору через волокно. Крім того, що

 

 

FORT
затягує атоми всередину волокна (у волокні таким чином опиняється до 2.1× 105

атомів, тобто 2.1% від початкової кількості атомів у
 

 

MOT [128]), вона також у
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самому волокні утримує атоми від зіткнення з його стінками, що мають кімнатну
температуру. Перед початком експерименту

 

 

FORT вимикається, після чого на
експеримент є близько 5 µs, поки атоми не досягнуть стінок волокна. Після його
закінчення

 

 

FORT знову вмикається, збираючи атоми в центрі волокна, тому для
повторного експеримента перезавантажувати атоми у волокно не потрібно —
достатньо перевести їх у відповідний початковий квантовий стан.

Пастку
 

 

FORT в експерименті створюють два ортогонально (лінійно) по-
ляризовані промені від лазерних діодів Thorlabs L820P200. Інші лазери, які
використовуються в експериментах — це діодні лазери з зовнішнім резонатором
(

 

 англ. external cavity diode laser,
 

 

ECDL), зібрані з використанням лазерних
діодів (Thorlabs L785P090 або L785H1) та дифракційних ґраток Toptica GH13-
18V. Експеримент виконується в ультрависоковакуумній камері (Japan Cell,
70mm × 25mm × 25mm) за вакууму, що становить приблизно 10−9 mbar.

4.4 Принцип роботи джерела біфотонів на основі
 

 

FWM
Отже, основною складовою джерела біфотонів, описаного в цьому розділі, є ла-
зерно охолоджені атоми рубідію-87, завантажені всередину порожнистого опти-
чного волокна

 

 

HCPCBGF. Хоча
 

 

FWM і є нелінійним ефектом, але наш експе-
римент зручніше пояснити в контексті квантової оптики. Він працює за подвій-
ною лямбда-схемою, зображеною на рисунку 4.5 Вона складається з двох лямбда-
подібних схем |1〉 ↔ |3〉 ↔ |2〉 та |1〉 ↔ |4〉 ↔ |2〉.

На початку експерименту всі атоми знаходяться на рівні |1〉. Один із атомів
поглинає фотон із поля накачки ωp і переходить на рівень |4〉, з якого спонтанно
випромінює фотон у моду ωS і переходить на рівень |2〉. Оскільки на квантовому
рівні невідомо, який саме атомрозсіяв фотон, тому система всіх атомів переходить
у стан делокалізованої спінової хвилі, в якій усі атоми є квантово сплутаними:

ψspin wave = |!〉S ⊗ |∅〉AS ⊗
∑

a∈atoms

|2〉a ⊗ |1〉others exp
[
i
(
%kp − %kS

)
· %ra
]
. (4.1)

Тут враховано наявність одного фотона у стоксовій моді.
Варто зазначити, що оскільки поле накачки є далеко відстроєним від перехо-

ду |1〉 ↔ |4〉 (∆ = 53ΓD2), ймовірність розсіяння одночасно кількох фотонів є
малою.

Контрольне поле ωc, навпаки, налаштоване резонансно на перехід |2〉 ↔ |3〉.
Тому воно з великоюймовірністю розсіюється на спіновій хвилі (4.1). В результаті
всі атоми знову опиняються на рівні |1〉, але в результаті також утворюється фотон
в антистоксовій моді, що є квантово сплутаним зі стоксовим фотоном:

ψbiphoton = |!〉S ⊗ |!〉AS ⊗ |1〉all atoms . (4.2)
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Рисунок 4.5: Схема рівнів експерименту
 

 

FWM на атомах рубідію-87.

Таким чином, експеримент із
 

 

FWM представляє собою
 

 

DLCZ, у якому запис
та зчитування відбуваються одночасно. Так само як і в

 

 

DLCZ, чотири поля повʼя-
зані між собою умовами синхронізму (

 

 англ. phase-matching conditions):

ωp − ωS + ωc − ωAS = 0, (4.3)
%kp − %kS + %kc − %kAS = 0. (4.4)

4.5 Розділення мод
У вільному просторі саме умови синхронізму (4.3) та (4.4) дозволяють розрізняти
різнімодиполя занапрямком.Це єперевагоюджерелнаоснові

 

 

SPDCта
 

 

FWMнад
каскадними, де фотони випромінюються у випадкових напрямках (їх розділюють
за частотою), і тому каскадні джерела потребують спеціальної оптики,що охоплює
майже повний тілесний кут.

Усередині ж оптичного волокна розрізнити окремі моди, в тому числі сильні
накачку та контрольну моду від однофотонних стоксової та антистоксової мод,
неможливо. Розділити різні поля можна або за частотою, або за поляризацією.
За частотою, як уже було сказано в розділі 3.2, розділити поля експерименталь-
но складно, тому існує потреба теоретично визначити такі поляризації сильних
полів, щоб однофотонні були поляризовані ортогонально до них.

За допомогою описаної в розділі 3 чисельної моделі було визначено зале-
жність поляризацій стоксового та антистоксового поля від поляризацій накачки
та контрольного поля. Цю залежність зображено на рисунку 4.6. Було вста-
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новлено, що якщо контрольне поле поляризоване ортогонально до накачки, то
стоксове поле буде поляризоване також ортогонально до накачки, а антистоксове
— ортогонально до контрольного. Таким чином, за частотою достатньо відокре-
мити лінію D1 від D2, а близькі за частотою поля можна просто розділити за
допомогою

 

 

PBS.
Квантові флуктуації імітуються за допомогою випадкового початкового сто-

ксового поля:

ES±(z=0, t=0) = 0,

ES±(z=0, t+ δt) = ES±(z=0, t)e−
ΓD2
2 δt + ν±(t)Evac

√
1− e−ΓD2δt,

(4.5)

де δt . 1/Γ—крок чисельного алгоритма, ν±(t)—випадкова величина з норма-
лізованого комплексного гаусового розподілу, а Evac — константне поле, що від-
повідає частоті Рабі ∼ 1 × 10−5Γ. Індекси ± та залежність ν(t) від часу вказує,
що ν(t) обирається на кожному кроці та для кожної поляризації σ± випадково і
незалежно.

4.6 Схема експерименту
Схему експерименту зображено на рисунку 4.7. Спочатку атоми завантажуються
у волокно, де утримуються за допомогою

 

 

FORT— цей процес описано в розділі
4.3. Одночасно з цим атоми готуються в стані |1〉 за допомогою резонансної пе-
рекачки на переході |2〉 ↔ |4〉, як показано на рисунку 4.5. Процес

 

 

FWM триває
4ms, на цей час

 

 

FORT вимикається. Цей процес повторюється 3500 разів без пе-
резавантаження атомів у волокно.

Ортогонально поляризовані за допомогою
 

 

PBS контрольне поле та поле нака-
чки проходять через волокно

 

 

HCPCBGF, генеруючи під час взаємодії з атомами
рубідію однофотонні стоксове та антистоксове поля. Усі чотири поля проходять
через другий

 

 

PBS, котрий пропускає накачку та антистоксове поле, а контрольне
і стоксове— відбиває.

Після розділення сильні контрольне поле та поле накачки відфільтровуються
за частотою в два етапи: спочатку через температурно-налаштовані монолітні
еталони [206, 207], а потім за допомогою вузькосмугових оптичних фільтрів
із

 

 

OD > 4. Однофотонні же стоксове та антистоксове поля детектуються за
допомогою установок

 

 

HBT, що складаються зі світлоділителей на основі опти-
чних волокон та

 

 

SPCM Excelias SPCM-AQRH-13-FC, чиї покази обробляються
електронікою для відліку часу (

 

 англ. time-tagging electronics) Swabian Instruments
Timetagger 20. Перемноживши коефіцієнти пропускання всіх елементів системи
після

 

 

HCPCBGF (оптика — 50%, еталони — 30%, волоконний світлоділитель —
90%, зʼєднання волокон із

 

 

SPCM — 95%) на внутрішню квантову ефективність
 

 

SPCM 63%, отримуємо повну ефективність детектування фотонів у 8%.
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Рисунок 4.6: Чисельно обрахована залежність поляризації в кінці волокна поля нака-
чки та стоксового поля (верхній графік), а також контрольного та антистоксового по-
лів (нижній графік), від кута між полем накачки та контрольним полем (радіальна
координата на обох графіках). Зелені лінії на обох графіках відповідають сильним по-
лям (їхні поляризації є майже лінійними), а пунктирні лінії та синьо-червоні області
навколо них — слабким. Позначення для нахилу та еліптичності поляризації слабких
полів такі само, що і на рисунку 3.9. Кут нахилу поляризації на кожному графіку по-
значено відносно нахилу поляризації відповідного сильного поля на початку волокна.
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Рисунок 4.7: Схема експерименту
 

 

FWM.

4.7 Кореляційні характеристики випромінених
біфотонів

Розглянемо тепер результати експериментальних досліджень. Розпочнемо
з аналізу властивостей біфотонів за постійних експериментальних умов, за
яких досягається висока генерована спектральна яскравість на одиницю по-
тужності накачки (

 

 англ. generated spectral brightness per pump power,
 

 

GSBP) на
рівні 300 pairs/(s × MHz × nW). Цей результат порівняний із рекордними
показниками [208].

На рисунку 4.8 (a) зображено залежність крос-кореляції g(2)S,AS від затримки
між моментами детектування фотона в стоксовій та антистоксовій модах. Ми
отримали цю крос-кореляцію, нормуючи на фон випадкових співпадінь. Цей
фон визначено шляхом порівняння різних експериментів, що дозволило усунути
«фізично обґрунтовані» кореляції. Видно, що для затримок до 75 ns крос-
кореляція істотно перевищує межу для класичного світла, що визначається як
g(2)S,AS(τ) = 2. Затухаючі коливання на графіку свідчать про те, що ми перебуваємо
в перехідному режимі між затухаючими осциляціями Рабі та режимом групової
затримки [209, 210]. Порушення нерівності Коші-Буняковського-Шварца (2.9)
досягаєR = 97(24), що перевищує класичний лімітR ≤ 1 на чотири стандартні
похибки. Важливо відзначити, що самі по собі стоксове та антистоксове поле
відображають теплову статистику, оскільки їхні автокореляції g(2)S,S = g(2)AS,AS ≈ 2,
що було визначено експериментально.

Щоб розрахувати спектральну ширину отриманих біфотонів, ми розрахуємо
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Рисунок 4.8: (a) Крос-кореляція g(2)S,AS(τ) залежно від затримки τ між детектуванням
фотона в антистоксовій моді відносно стоксової. Червона пунктирна лінія вказує на
верхню межу класичного режиму g(2)S,AS = 2. Потужність поля накачки 14nW, кон-
трольного поля 17nW, що відповідає частотам Рабі Ωp = 3.1ΓD1 та Ωc = 2.8ΓD1 .
Оптична товщина середовища 40 ≥

 

 

OD ≥ 80 (ми включаємо діапазон значень для
того, щоб мати гарну статистику). Інтервал дискретизації експериментальних даних
(

 

 

англ. bin size) становить 4ns. Теоретичну криву (помаранчева суцільна лінія) обчи-
слено за формулою (4.6) з параметрами

 

 

OD = 15, Ωc = 2.8ΓD1 , P = 14 nW і мас-
штабовано вертикально до експериментальних точок. До теоретичної кривої додано
одиницю, щоб урахувати нескорельований фон. У врізці показано нормалізований
спектр біфотона, обчислений із теоретичної кривої. (b) Автокореляція g(2)S,S|AS стоксо-
вої моди за умови детектування фотона в антистоксовій моді, нормалізована так, що
середнє значення ненульових стовпчиків (червона пунктирна лінія) дорівнює одини-
ці. Набір даних той самий, що і в (a). Детальніше про спосіб розрахунку в основному
тексті.
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квадрат модуля хвильової функції [209]

|ψ(τ)|2 =
∣∣∣∣
L

2π

∫
κ(δ)Φ(δ)e−iδτdδ

∣∣∣∣
2

, (4.6)

із функцією повздовжньої відстройки

Φ(δ) = sinc

(
∆kL

2

)
exp

(
i
(kAS + kS)L

2

)
, (4.7)

та нелінійним параметричним коефіцієнтом взаємодії

κ(δ) = −i

√
ωASωS

2c
χ(3)(δ)EpEc, (4.8)

деEp таEc—відповідно поле накачки та контрольне поле, а δ = ω−ωAS —одно-
фотонна відстройка антистоксового поля. Кубічна діелектрична сприйнятливість
для антистоксового фотона має такий вигляд:

χ(3)(δ) =
nd13d32d24d41/(ε0"3)

(∆+ iΓD2/2)
[
|Ωc|2 − 4 (δ + iΓD1) (δ + iγ12)

] , (4.9)

де dij — матричні елементи дипольного момента на відповідних переходах, n—
середня концентрація атомів, аΩc —частота Рабі контрольного поля.

Для обчислення Φ(δ) визначимо комплексні хвильові числа полів як ki(δ) =
ωi
c

√
1 + χi(δ), використовуючи лінійні сприйнятливості

χS(δ) =
n |d24|2 (δ − iΓD1/2)/(ε0")

|Ωc|2 − 4(δ − iΓD1/2)(δ − iγ12)
× |Ωp|2

∆2 + (ΓD2/2)2
, (4.10)

χAS(δ) =
4n |d13|2 (δ + iγ12/2)/(ε0")

|Ωc|2 − 4(δ + iΓD1/2)(δ + iγ12)
, (4.11)

деΩp —частота Рабі поля накачки.
На рисунку 4.8 (a) представлено форму хвилі, яку ми обчислили за формулою

(4.6), підлаштовуючи параметри під експериментальні дані. Важливо відзначити,
що параметри теоретичної кривої не повністю співпадають із експериментальни-
ми, оскільки наш експеримент відрізняється від описаного в [209]. Зокрема, у на-
шому експерименті концентрація атомів та інтенсивність поля накачки та кон-
трольного поля змінюються вздовж волокна. Крім того, в нашому експеримен-
ті кожен «рівень» теоретичної схеми відповідає кільком магнітним підрівням. З
отриманої теоретичної кривої обчислено спектр антистоксової моди, показаний
на рисунку 4.8 (a) у врізці.Ширина на рівні половини максимуму (

 

 англ. full width
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at half-maximum,
 

 

FWHM) складає 2π × 6.5MHz ≈ 1.1ΓD1 . Це значення від-
повідає результатам попередніх експериментів з рубідієм [96, 211]. Таким чином,
характерна тривалість біфотона складає приблизно 24 ns.

Інтерпретуючи джерело біфотонів як імовірнісне джерело одиночних фото-
нів, ми для сповіщення (

 

 англ. heralding) про створення фотона використовувати-
мемо не стоксову моду, як це зазвичай робиться для

 

 

FWM, а антистоксову. Ми
обрали антистоксову моду тому, що в нашому експерименті не можна нехтувати
раманівською генерацією, що є істотною саме для стоксового поля, адже поле на-
качки взаємодіє з населеним рівнем |1〉. Тому, обираючи антистоксове поле для
сповіщення про створення фотонів у стоксовому полі, ми уникаємо впливу рама-
нівського розсіюванняна сповіщення.Такий вибірможе виглядати контрінтуїтив-
ним, адже в антистоксовій моді маємо затримку завдяки ефекту повільного світла
(

 

 англ. slow light effect), повʼязаному з
 

 

EIT [106]. Тим не менше, проблем ця затрим-
ка не створює, адже її можна компенсувати за допомогоюоптичної лінії затримки.

Цей вибір обгрунтований тим, що в нашому експерименті необхідно врахову-
вати раманівську генерацію, яка суттєво впливає саме на стоксове поле через вза-
ємодію поля накачки з населеним рівнем |1〉. Обираючи антистоксове поле для
сповіщення про створення фотонів у стоксовому полі, ми уникаємо впливу рама-
нівського розсіюванняна сповіщення.Такий вибірможе виглядати контрінтуїтив-
ним, адже в антистоксовій моді спостерігається затримка, пов’язана з ефектом по-
вільного світла (

 

 англ. slow light effect), викликаного
 

 

EIT [106]. Однак ця затримка
не становить проблему, оскільки її можна компенсувати за допомогою оптичної
лінії затримки.

Нарисунку 4.8 (b) зображено автокореляцію g(2)S,S|AS стоксового поля за умови
детектування фотона в антистоксовій моді.Щоб отримати дані достатньої якості,
не витрачаючи багато часу, ми використали метод, заснований на [212, 213] та по-
казанийна рисунку 4.9.Миобрали вікно тривалістю 24 ns, відповідно до тривало-
сті біфотона. Будь-який сповіщений S1 чи S2 фотон, тобто такий, разом із котрим
протягом тривалості вікна було задетектовано фотон в антистоксовому полі, за-
пускає підрахунок. Далі, для кожної пари з S1 та S2 фотона ми рахуємо кількість
n антистоксових фотонів між S1 та S2 фотоном і додаємо одиницю або до n-того
стовпчика гістограми 4.8 (b), якщо S1 зареєстрував фотон першим, або до (−n)-
того, якщо S2 зареєстрував фотон першим. Для даних із рисунка 4.9 маємо 1 у
нульовому, першому та четвертому стовпчиках і 3 в другому. Нульовий стовпчик
у гістограмі відповідає тому, що один і той самий фотон в антистоксовій моді спо-
віщає про більш як один фотон у стоксовій моді, що протирічить однофотонності
полів. Ми визначаємо параметр антикореляції g(2)S,S|AS як висоту нульового стов-
пчика, нормалізованого на середню висоту всіх інших стовпчиків [212]. Таким чи-
ном, ми отримуємо g(2)S,S|AS = 0.08(1), що порушує класичну межу g(2)S,S|AS ≥ 1
[26], а також підтверджує ненульову проєкцію на однофотонний фоківський стан
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Рисунок 4.9: Схема обчислення антикореляції (
 

 

англ. anti-bunching) для малих кілько-
стей задетектованих фотонів. Для кожної пари детектувань S1-S2 ми визначаємо кіль-
кістьn антистоксовихфотонів, задетектованих у проміжку часуміж S1 та S2 (позначену
зеленим кольором), і додаємо одиницю до n-тої смуги гістограми на рисунку 4.8 (b).
Для спрощення рисунка відʼємні n на ньому не зображено.

[214].
Ефективність сповіщення (

 

 англ. heralding efficiency), розрахована як співвідно-
шення між кількістю пар фотонів та кількістю антистоксових фотонів із поправ-
коюна втрати під час передачі, становить 43%.Таку високу ефективність отримано
завдяки оптимальному узгодженню мод усередині

 

 

HCPCBGF. Схожі результати
отримано і в нановолокнах [211].

4.8 Теоретична модель крос-кореляції біфотонів
Опишемопросту теоретичнумодель длякрос-кореляції [215], яка враховує втрати
та неефективність детектора. Ця модель розроблена Енно Ґізе (

 

 

нім. Enno Giese) з
Інституту прикладної фізики Технічного університету Дармштадта (

 

 

нім. Institut
für Angewandte Physik der Technischen Universität Darmstadt). Введемо бозонний
оператор знищення

b̂j = tj âj + rjµ̂j, (4.12)

для фотонів у модах j = S,AS. Тут âj відповідає за корисний сигнал, тобто ті
фотони, що їх було створено під час

 

 

FWM, а µ̂j відповідає за фоновий шум. Неіде-
альне детектування відображено у формулі (4.12) через перетворення світлоділи-
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теля Tj + Rj = |tj|2 + |rj|2 = 1. Таким чином, Tj — ефективність детектора, що
враховує всі втрати в моді j.

Якщо ми припускаємо, що сигнал і шум не є скорельованими
〈
â+j µ̂j

〉
= 0, ми

можемо повʼязати кількість задетектованих фотонів Nj = Tjnj + Nj із кілько-
стями створених стоксових та антистоксових фотонів nj = 〈â+j âj〉. Тут ми ввели
кількість «шумових» фотонівNj = Rj

〈
µ̂+
j µ̂j

〉
.

Таким чином, крос-кореляція для задетектованих фотонів

g(2)S,AS =

〈
b̂+S b̂

+
AS b̂S b̂AS

〉

NSNAS
, (4.13)

має такий вигляд:

g(2)S,AS =

〈
â+S â

+
AS âS âAS

〉

nSnAS
· TSnSTASnAS

NSNAS
+

NSNAS

NSNAS
. (4.14)

Тут вважається, що сигнал і шум не є скорельованими:
〈
â+S â

+
ASµ̂Sµ̂AS

〉
= 0, (4.15)

а також що шуми в двох модах так само не є скорельованими:

RSRAS

〈
µ̂+
S µ̂

+
ASµ̂Sµ̂AS

〉
= NSNAS. (4.16)

Для ідеально скорельованих «сигнальних» фотонів, їхня кількість у стоксовій
та антистоксовій моді мають співпадати: nS = NAS = n. Оскільки, як було пока-
зано в основному розділі 4, обидва поля мають теплову статистику, то

〈
â+S â

+
AS âS âAS

〉

nSnAS
= 2 +

1

n
, (4.17)

для ідеально скорельованих полів. Крос-кореляція з урахуванням шуму тоді має
вигляд

g(2)S,AS =
2 + 1

n + NSNAS
TSTASn2[

1 + NS
TSn

] [
1 + NS

TASn

] . (4.18)

Якщо шум є малим у порівнянні з сигналом, то формула (4.18) спрощується
до (4.17). Якщо, навпаки, шум є великим, то маємо g(2)S,AS → 1 + 1/(n + N ).
Зазначимо, що для багатомодової моделі число 2 потрібно замінити на 1 + 1/M ,
деM —кількість детектованих мод [216].

Щоб визначити рівень шуму для теоретичних кривих у розділі 4, ми припу-
скаємо Nj = [r0j + r0j (P ) + rj(P )]τc, де r0j —шум за відсутності атомів та поля
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накачки (від фонового світла, залишкового контрольного світла та хибних дете-
ктувань

 

 

SPCM), r0j (P )—додатковий шум від поля накачки за відсутності атомів.
Останній член rj(P )— це вклад атомів, зумовлений раманівським шумом та за-
лишковим оптичним накачуванням, і надалі ми цим членом нехтуватимемо. Чи-
сельні значення шумів було виміряно як r0S = 2800/s, r0AS = 1200/s, r0S(P ) =
84/(s nW) · P , r0AS(P ) = 7.6/(s nW) · P . Характерний час τc ми оцінюємо як
величину одного порядка з тривалістю біфотона, отриманою з рисунка 4.8: τc ∼
24 ns. Ефективності детектування, як було зазначено раніше, ми обчислюємо як
TS = TAS = 0.08.

4.9 Вплив потужності накачкина характеристики
джерела біфотонів

У даному підрозділі розглядається залежність характеристик джерела біфотонів
від потужності накачки P . На рисунку 4.10 представлено максимальну крос-
кореляцію g(2)S,AS та згенеровану спектральну яскравість (

 

 англ. generated spectral
brightness,

 

 

GSB) у залежності відP . Видно, що зі збільшенням потужності накачки
крос-кореляція, що відображає чистоту фотонних пар, зменшується пропор-
ційно 1/P . Проте, незважаючи на це зменшення, ми спостерігаємо некласичні
кореляції протягом усього діапазону потужностей.

Теоретична крива для графіка крос-кореляції розрахована за формулою
(4.18). Величина

 

 

GSB, яку отримано з графіка, скоригована на оптичний
фон, втрати передачі, ефективність детектування та робочий цикл експери-
менту. Теоретична крива для графіка

 

 

GSB відповідає лінійній залежності
 

 

GSB =
 

 

GSBP · P . До P = 200 nW маємо лінійну залежність, проте для
більших потужностей накачки спостерігається зменшення темпу зростання.
Ми вважаємо, що для таких потужностей необхідно враховувати перерозподіл
населеностей через оптичну накачку. Отримана лінійна залежність дозволяє
визначити середню величину

 

 

GSBP = 312(24) pairs/(s × MHz × nW) ≈
3× 108 pairs/(s × MHz × mW). Таким чином, ми отримали значення

 

 

GSBP, що
перевищує рекордні 2× 108 pairs/(s × MHz × mW), отримані з використанням
хвильовода, зʼєднаного з мікрокільцевим резонатором [208]. Потрібно відзна-
чити, що це досягнуто при вузькому спектрі та за значно меншої потужності
накачки завдяки значному перекриттю між згустком атомів та світлом усередині

 

 

HCPCBGF та оптимальному узгодженню мод.

76



Рисунок 4.10: Властивості біфотонів у залежності від потужності накачки. Частота Рабі
контрольного поля складає 2.8ΓD1 ,  

 

OD взята в діапазоні від 40 до 80. Ефективний час
інтегрування змінюється від 0.6 s до 3.5 s. (a) Експериментальні значення максималь-
ної крос-кореляції g(2)S,AS (круглі точки). Стрілкою позначено точку, що відповідає ри-
сунку 4.8. Червона пунктирна лінія відповідає класичній межі, визначеної нерівністю
Коші-Буняковського-Шварца. Синя пунктирна крива — теоретичній залежності, об-
численій за формулою (4.18) (параметри моделі ті самі, що і на рисунку 4.11). (b)

 

 

GSB
(ліва вісь, круглі сині точки) та

 

 

GSBP (права вісь, помаранчеві трикутні точки).
Синя пунктирна лінія — лінійна залежність

 

 

GSB від потужності накачки за малих зна-
чень останньої. Помаранчева пунктирна лінія — середнє значення

 

 

GSBP (відповідає
коефіцієнтові нахилу лінійної залежності

 

 

GSB від потужності накачки). Лінії похибок
включають пуасонову похибку підрахунку фотонів і 10-відсоткову варіацію повної ефе-
ктивності детектування.
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4.10 Вплив оптичної товщини середовища на ха-
рактеристики джерела біфотонів

На рисунках 4.11 (a, b) представлено вплив потужності накачкиP та
 

 

ODна крос-
кореляції g(2)S,AS та 

 

GSBP.Наше джерело біфотонів дозволяє варіювати
 

 

ODвмежах
одного порядку величини,що дозволяє змінювати

 

 

GSBP вмежах двох порядків ве-
личини. Рисунки ілюструють,щонашеджереломоже генерувати якневеликукіль-
кість високоскорельованих біфотонів (при невеликих P та

 

 

OD), так і значну кіль-
кість низькоскорельованих біфотонів (при великих P та

 

 

OD). Якщо обмежитися
значеннями параметрів, що дають крос-кореляцію g(2)S,AS ≥ 3, то максимально до-
сягнуте значення

 

 

GSBP становить 2× 109 pairs/(s × MHz × mW). Для високих
крос-кореляцій g(2) " 50 відносна похибка зростає до 30%, що обумовлено обме-
женою кількістю задетектованих фотонів за скінченної тривалості експерименту.

На завершення, визначимо максимально досяжну в нашому експерименті
 

 

GSB, при якій ми все ще спостерігаємо некласичні кореляції. Рисунок 4.11 (c)
демонструє залежність між

 

 

GSB та g(2)S,AS . Сірі точки відображають експери-
ментальні параметри, для яких не можна нехтувати перенасиченням

 

 

SPCM.
Помітно, що з підвищенням

 

 

GSB крос-кореляція знижується до класичного
значення g(2)S,AS = 2. На експериментальні точки накладено теоретичну криву,
обчислену за формулою (4.18):

g(2)S,AS =
2 + 1

α·
 

 

GSB + NSNAS
TSTAS·(α·

 

 

GSB)2[
1 + NS

TSα·
 

 

GSB

] [
1 + NAS

TASα·
 

 

GSB

] . (4.19)

У цій формулі Tj — ефективність детектування, аNj — вклад шуму у моді j.
Ми такожприйнялиn = α ·

 

 

GSB, деα—єдиний вільний параметр у нашіймоделі
(для теоретичної кривої на рисунку 4.11 (c) ми взяли α = 103). Оскільки набір
данихмістить експерименти з різнимипотужностяминакачки, то вкладшуму теж
змінюється, як показано на рисунку помаранчевим кольором.

Некласичні кореляції спостерігаються при
 

 

GSB # 2 × 105 pairs/(s × MHz).
За цією межею досягається значення

 

 

GSB = π/2 × 106 pairs/(s × MHz), при
якому послідовні фотони починають перекриватися в часі, і таким чиномнекласи-
чна поведінка припиняється [217]. Це значення зображено блакитним градієнтом
на рисунку 4.11 (c). У цьому діапазоні значення g(2)S,AS → 2 вказує на те, що хо-
ча стоксове та антистоксове поля лишаються скорельованими, вони обидва мають
теплову статистику (якби вони не були скорельованими, ми б мали g(2)S,AS → 1).

Детальне обговорення цього режиму виходить за рамки цієї роботи. Тим не
менше, наші результати показують, що наведене джерело біфотонів може працю-
вати за найвищої теоретично можливої яскравості та дозволяє змінювати її в ме-
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Рисунок 4.11: Максимальна крос-кореляція (a) та
 

 

GSBP (b) залежно від потужності на-
качки та

 

 

OD. Частота Рабі контрольного поля для
 

 

OD " 55 складає 2.8ΓD1 , дляменших
 

 

OD вона неперервно зменшується для забезпечення сталої спектральної ширини
 

 

EIT.
Блакитним та зеленим прямокутниками позначено значення параметрів, зображені
відповідно на рисунках 4.8 та 4.10. (c) Залежність між

 

 

GSB та крос-кореляцією (набір
даних той самий, що і в (a) та (b)). Червоним кольором позначено зону класичного
світла g(2)S,AS ≤ 2, а синім — зону, де послідовні фотони перекриваються в часі (граді-
єнт зображає перехід у цей режим). Лінії похибки відповідають стандартній статисти-
чній похибці підрахунку фотонів. Суцільна помаранчева крива була розрахована за
формулою (4.19), а помаранчева зона навколо неї відображає вплив залежного від
накачки шуму.
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жах двох порядків величини, створюючи вузькосмугові біфотони за надмалих по-
тужностей накачки.

4.11 Висновки до розділу 4
У розділі наведено результати першого дослідження джерела біфотонів на основі
спонтанної чотирихвильової взаємодії з атомами рубідію-87, завантаженими все-
редину порожнистого волокна

 

 

HCPCBGF.

• Використовуючи чисельну модель взаємодії поляризованого світла з атома-
ми, було проведено симуляції джерела біфотонів. Зокрема, досліджено за-
лежність поляризацій стоксового та антистоксового поля від поляризацій
накачки та контрольного поля. Показано, що якщо контрольне поле та по-
ле накачки поляризувати ортогонально одне до одного, то стоксове поле по-
ляризується лінійно і ортогонально до поля накачки, а антистоксове — лі-
нійно і ортогонально до контрольного поля. Це дозволяє відокремлювати
слабкі однофотонні поля від сильних за допомогою поляризуючого світло-
ділителя (

 

 

PBS) без складних технологій фільтрації та розділення за часто-
тою.

• Продемонстровано високу ефективність джерела біфотонів із досягненням
 

 

GSBP у 3.12(24)× 108 pairs/(s × MHz × mW) при потужностях накачки
до200 nW.Ширина спектра біфотонів (2π×6.5MHz) приблизно співпадає
з ширинами спектрів джерел у вільному просторі і є сумісною з існуючими
реалізаціями атомної квантової пам’яті.

• Спостережено крос-кореляцію та порушення нерівності Коші-Буняков-
ського-Шварца на рівні 97(24) разів, що свідчить про некласичну природу
біфотонів. Автокореляція стоксових та антистоксових полів підтверджує
їхню однофотонність, а крос-кореляція свідчить про квантову сплутаність.

• Джерело біфотонів на основіHCPBGFпоєднує переваги джерел у вільному
просторі та у хвильоводах.Досягнута

 

 

GSBPєнапорядок вищою, а спектрбі-
фотонів достатньо вузький порівняно з іншими джерелами.Це робить його
привабливим для інтеграції у фотонні мережі, використання в супутнико-
вих системах квантового розподілу ключів та застосування у фотонній кван-
товій метрології.

• Запропоновано шляхи подальшого вдосконалення, зокрема використання
драбинних схем, безперервне завантаження атомів та внутрішньоволоконне
охолодження для підвищення ефективності та робочого циклу.
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Отже, отримані результати підтверджують великий потенціал джерела біфо-
тонів на основі

 

 

HCPCBGF для реалізації застосувань у квантових технологіях.
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Розділ 5

Суперфлуоресценція в
неоднорідному середовищі

Другим експериментальним дослідженням, описаним у дисертації, є дослідження
раманівської суперфлуоресценції (

 

 англ. superfluorescence,
 

 

SF) на атомах рубідію-87,
завантажених у волокно

 

 

HCPCBGF. Експеримент провела та сама група з Техні-
чного університету Дармштадта, що проводила попередній експеримент зі ство-
рення джерела біфотонів. Статтю про цей експеримент було подано до друку в
журнал Physical Review Research, її препрінт знаходиться у вільному доступі в ре-
позиторії arXiv [15].

5.1 Вступ
Оскільки спонтанне випромінення є наслідком взаємодії атома з навколишнім ва-
куумним полем, то характерний час випромінення Γ−1 залежить від просторової
конфігурації поля і змінюється, наприклад, за присутності наночастинок [218] чи
в оптичному резонаторі [219]. Якщо розглянути систему зN дворівневих атомів
(

 

 англ. two-level systems,
 

 

TLS), що диполь-дипольно взаємодіють між собою через
спільне початково вакуумне поле, то їхнє спонтанне випромінення пришвидши-
ться навіть без зміни просторової конфігурації поля, як було вперше теоретично
передбачено Робертом Генрі Діке (

 

 англ.Robert HenryDicke) в 1954 році [220]. Зав-
дяки взаємодії, між різними

 

 

TLS створюється корегентність, спричиняючи їхню
спонтанну синхронізацію [221] і таким чином збільшуючи швидкість спонтанно-
го випромінювання ΓN > Γ. Це явище колективного спонтанного випромінення
отрималоназву«надвипромінення» (

 

 англ. superradiance,
 

 

SR), такождля нього ви-
користовується термін «ефект Діке». З часу першої експериментальної реалізації
в [222],

 

 

SR було експериментально досліджено в різноманітних умовах: у вільно-
му просторі [223—226], у хвильоводі з фотонним кристалом [227], у каґоме-во-
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Рисунок 5.1: Трирівнева схема раманівської суперфлуоресценції (a) та відповідна ефе-
ктивна дворівнева схема (b).

локнах [228], на поверхні нановолокон [229, 230], із використанням квантових
точок [231], надпровідних кубітів [232] і бактерій-фотосинтетиків [233].

Різновидом
 

 

SR є суперфлуоресценція (
 

 англ. superfluorescence,
 

 

SF).Цей термін за-
пропоновано у статті [234] для позначення такого

 

 

SR, що відбувається без поча-
ткового макроскопічного дипольного моменту: всі

 

 

TLS на початку процесу є пов-
ністю інвертованими, а когерентність між ними створюється за рахунок взаємодії
з квантовими флуктуаціями.

Під час
 

 

SR та
 

 

SF атомипереходять на нижній рівень уΓN/Γ = µN разівшвид-
ше, ніж переходив би один атом [235], де µ — геометричний фактор, що описує
частку спонтанно випроміненого світла, що здатне взаємодіяти з ансамблем ізN
атомів в обраній моді поля. У [236] µ розглядається як одноатомний, а µN = µN
—як багатоатомний коефіцієнт кооперації (

 

 англ. cooperativity).
Другою особливістю

 

 

SR та
 

 

SF є те, що світло випромінюється у вигляді коро-
ткого яскравого імпульса тривалістю порядка (NΓ)−1 і максимальною інтенсив-
ністю Imax ∝ N2 [235]. Цей імпульс випромінюється зі скінченною затримкою
tD, середнє значення котрої під час

 

 

SF складає [237]

〈tD(N)〉 = 1

4µNΓ
log2

(√
2πN

)2
. (5.1)

5.2 Ефективна дворівнева схема
Повної початкової інверсії населеностей, необхідної для спростереження

 

 

SR,
у дворівневій системі можна досягти, наприклад, за допомогою так званих
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Рисунок 5.2: Спрощена схема експерименту.

π-імпульсів [229, 238]. Проте існує можливість уникнути значних технічних
проблем, повязаних із використанням π-імпульсів чи інших методів інверсії

 

 

TLS,
за допомогою трирівневої схеми, зображеної на рисунку 5.1 (a).

На початку експерименту всі атоми знаходяться в стані |1〉.Опромінюючи ато-
ми полем із частотою РабіΩp, відстроєним від переходу |1〉 ↔ |3〉 на величину∆
таку, що Γ2 + 4∆2 5 Ω2

p, можна знехтувати населеністю на верхньому рівні |3〉 і
спростити систему з трьох до двох рівнів за допомогою адіабатичного наближення
[239]. У такій дворівневій системі, що складається з нижніх рівнів |1〉 і |2〉 (рису-
нок 5.1 (b)), матимемо інверсію населеностей, а швидкість спонтанного переходу
в ній

ΓR = RBΓ ·
Ω2

p

Γ2 + 4∆2
, (5.2)

де Γ—швидкість спонтанного переходу з верхнього рівня |3〉 на основні рівні |1〉
і |2〉,RB —коефіцієнт розгалуження для нижнього рівня |2〉.

Використання такої ефективної
 

 

TLS має суттєві переваги перед реальни-
ми

 

 

TLS. оскільки швидкість спонтанного переходу ΓR можна контролювати,
змінюючи інтенсивність поля накачки та його частоту.

5.3 Схема експерименту
Як і джерело біфотонів із попереднього розділу, явище

 

 

SF досліджувалося на ла-
зерно охолоджених атомах рубідію, завантажених усередину

 

 

HCPCBGF. Процес
завантаження проходить так само, як і в попередньому дослідженні—його описа-
но в розділі 4.3. Схему експерименту показано на рисунку 5.2. Волокно забезпечує
взаємодію світла з атомами впродовж усієї його довжини, уможливлюючи таким
чином колективні ефекти [230, 240].

Експеримент виконується на рівнях надтонкої структури D1-лінії рубідію-87:
рівням |1〉 на рисунку 5.1 відповідають підрівніF=1 таF=2 рівня тонкої структу-
ри52S1/2, а верхньомурівню |3〉—рівень52P1/2(F=2). Заходів для приготування
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Рисунок 5.3: Залежність потужності
 

 

SF-імпульса від часу за відстроювання накачки
∆ = 18.4Γ та її частоти Рабі Ωp(z=0) = 6.4Γ. Для N = 0 показано потужність нака-
чки, усереднену з 16 експериментів. За t = 0 прийнято час, коли виміряна потужність
накачки досягає половини усередненого максимального значення.

систему у якомусь виділеному магнітному підрівні не приймається, тому населе-
ності всіх трьох магнітних підрівнів вважаємо однаковими.

Поле накачки поляризується так, що на обох кінцях волокна довжиною 14 cm
поляризація є лінійною. Кількість атомів N визначається шляхом налаштовуння
накачки резонансно на частоту переходу |1〉 ↔ |3〉. Вимірюючи час просвітлення
завдяки ефекту оптичної накачки, можна визначитиN із відносною похибкою#
3.5% [128].

Далі накачка відстроюється від переходу |1〉 ↔ |3〉 вниз (у «червоному»
напрямку) на величину ∆, яка може змінюватися в діапазоні від 2Γ до 26.4Γ.
Потужність стоксового поля Ps реєструємо як функцію часу, відокремлюючи
його від накачки за допомогою

 

 

PBS: як чисельне моделювання (розділ 3), так і
попередні експерименти підтверджують, що стоксове поле генерується поляри-
зованим ортогонально до накачки. Потужність стоксового поля реєструється
за допомогою лавинного фотодіода (

 

 англ. avalanche photodiode,
 

 

APD) Laser
Components SAR500H1B.
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5.4 Профіль суперфлуоресцентного імпульса
Приклад часової еволюції стоксового поля зображенона рисунку 5.3. За нульовий
момент часу тут прийнято момент увімкнення поля накачки, точніше, оскільки
воно зростає плавно протягом∼ 100 ns, то момент, коли поле досягає половини
максимальної потужності. Як бачимо, спочатку протягом кількох сотень наносе-
кунд стоксове поле відсутнє, але потім спостерігаємо яскравий короткий імпульс,
максимальна потужність котрого дляN = 8.3× 104 (синя крива на рисунку 5.3)
досягає половини потужності накачки.Після цього яскравого короткого імпульса
часто спостерігається додатковий імпульс меншої потужності, що є проявом коге-
рентного відлуння (

 

 англ. coherent ringing) [235, 241]. Такий профіль—один коро-
ткий яскравий імпульс, за котрим час від часу маємо ще один слабший— спосте-
рігаємомайже за всіх значень параметрів. Тільки для максимального експеримен-
тального числа атомівN = 2.2 × 105 профіль виглядає інакше (фіолетова крива
на рисунку 5.3): другий імпульс стає потужнішим за перший.

Щоб зібрати статистику, вимірювання проводилися по 100 разів для кожного
набору параметрів (N та∆). Відео дляN = 8.3×104 можна побачити на Figshare
[242]. Великі флуктуації у формі імпульсів (стандартне відхилення затримки tD
першого піка від середнього значення 〈tD〉 складає∼ 38%) вказують на те, що ми
маємо справу саме з

 

 

SF, коли імпульси виникають у результаті наростання поля
від вакуумних флуктуацій до класичних імпульсів [243, 244]. Динаміка стоксово-
го поля відбувається на часах, набагато коротших за середню швидкість спонтан-
ного переходу 〈ΓR〉r = 2π × 45 kHz. Усереднення за радіусом тут і далі робимо з
урахуванням радіального розподілу атомів:

〈f〉r =
∫∞
0 f(r)n(r) · 2πrdr∫∞

0 n(r) · 2πrdr , (5.3)

де n(r)—концентрація атомів, що розподілена за гаусовим законом із 1/e-радіу-
сом ra = 1.7 µm:

n(r) ∝ exp

(
−r2

r2a

)
, (5.4)

а інтегрування в формулі 5.3 продовжено до нескінченності, оскільки вклад раді-
усів, більших за внутрішній радіус волокна (7 µm) є малим.

5.5 Вплив кількості атомів на
 

 

SF-імпульси
Розглянемо залежність параметрів

 

 

SF-імпульса від кількості атомівN . На рисун-
ку 5.4 показано залежність середньої затримки 〈tD〉 відN . Потужність та частота
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Рисунок 5.4: Залежність середньої затримки першого
 

 

SF-піка 〈tD〉 та його максималь-
ної потужностіPs від кількості атомівN . Частота Рабі в усіх експериментахΩp(z=0) =
6.4Γ, а відстройка частоти накачки∆ = 18.4Γ. Теоретичні криві на графіку 〈tD〉 роз-
раховано за формулою (5.1). Лінії похибок відповідають стандартному відхиленню
експериментальних даних від середнього значення. Звернімо увагу, що оскільки для
кожної точки було зроблено 100 ідентичних експериментів, стандартна похибка ви-
значення середніх значень є в

√
100 = 10 разів меншою за зображене відхилення.
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накачки тут такі самі, що і на рисунку 5.3. На рисунку 5.4 також показано теоре-
тичну залежність (5.1) (синя лінія). Видно, що експериментальна затримка пере-
вищує теоретичну, що характерно для неоднорідно уширених систем [245].

На рисунку 5.4 також показано залежність максимальної потужності першо-
го

 

 

SF-піка Ps від N . Ця залежність, хоч і повинна бути квадратичною за теорією
[235], в експерименті сповільнюється з ростомN . ДлямаксимальногоN спостері-
гається навітьменша середня потужність, ніж для попередньої точки.Цеможливо
пояснюється тим, що за максимального експериментальногоN = 2.2× 105 най-
потужнішим стає не перший, а другий імпульс.

Для визначення коефіцієнта кооперації µN використовується відношення ко-
лективної швидкості спонтанного переходу до середньої за радіусом одноатомної
швидкості переходу в ефективній

 

 

TLS:

µN =
ΓN

〈ΓR〉r
, (5.5)

де колективну швидкість спонтанного переходу визначаємо з експериментальної
затримки 〈tD〉 за формулою (5.1):

ΓN =
log2

(√
2πN

)

4 〈tD〉
, (5.6)

а одноатомну— за формулою (5.2), усереднюючи за радіусом за формулою (5.3).
Нарис. 5.5 представлено графік залежності коефіцієнта коопераціїµN від кіль-

кості атомівN у великому діапазоні відстройок∆. Теоретична залежність є ліній-
ною:µN = µN . Для гаусового пучка з 1/e2-радіусомw0 у вільному просторі існує
теоретичне значення µ = 3

8π2 · λ2

w2
0
[235]. Для експериментальних значень радіуса

пучкаw0 = 2.75 µm та довжини хвилі λ = 795 nm отримуємо µ = 3.59× 10−3.
Однак для оптичного волокнаµ визначається чисельною апертурою (

 

 англ. numer-
ical aperture,

 

 

NA): µ =
 

 

NA2/4 [228]. Для використаного в експерименті волокна
 

 

NA = λ/(πw0) = 0.092(6), в результаті чого µ ∼ 2.1(3)× 10−3. Останнє значе-
ння використовується в теоретичній залежності на рисунку 5.5.

Як бачимо, тільки для мінімальних N і максимальних ∆ експериментальні
значення µN збігаються з теоретичними. Для менших відстройок маємо менший
коефіцієнт кооперації µN , а для близьких до резонансу експериментів µN узагалі
не залежить відN . Отже, існують деякі чинники, що обмежують колективне спон-
танне випромінення. Обговоримо їх у наступному підрозділі.

5.6 Максимальне колективне число атомів
Наш експеримент наочно демонструє виражену колективну поведінку. Проте
отримані результати виявилися як кількісно, так і якісно відмінними від теоре-
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Рисунок 5.5: Експериментально визначений коефіцієнт кооперації µN = ΓN/ 〈ΓR〉r у
залежності від кількості атомівN .Колір точок указує на відстройку∆/Γ. Частота Рабі
накачки в усіх експериментах Ωp(z=0) = 6.4Γ. Суцільна лінія відповідає теоретичній
залежності ΓN/ 〈ΓR〉r = µN .

тичних. У цьому підрозділі ми спробуємо пояснити причину цих відхилень та
доповнити теоретичний підхід.

Ми вважаємо, що ключовим чинником, який спричиняє відхилення експери-
ментальних результатів від теорії, є неоднорідність середовища: різні атоми ма-
ють різні швидкості спонтанного переходуΓR, а також (через квадратичний ефект
Штарка, фонове магнітне поле, скінченну температуру тощо) випромінюють фо-
тони трохи різних частот. Розглядаючи подібну ситуацію, Фортунато Тіто Ареккі
(

 

 

італ. Fortunato Tito Arecchi) та Ерік Куртанс (
 

 

фр. Éric Courtens) у статті [246] вве-
ли так зване максимальне колективне число атомів (

 

 англ. maximum cooperation
number,

 

 

MCN)—ефективне число атомів, котрі беруть участь у колективному
 

 

SF-
процесі. Це число не може перевищувати реальне число атомівN і замінює його
в теоретичних формулах.

Ми визначаємо два чинники, що впливають на
 

 

MCN: неоднорідне уширення
та послаблення поля накачки.

Спочатку розглянемо неоднорідне уширення. Ареккі та Куртанс у [246] запро-
понували рахувати його вклад як співвідношення ширин однорідного та неодно-
рідного уширення, якщо це співвідношення менше за одиницю:

ηinh =

{
σhom
σinh

якщо σhom < σinh;
1 інакше.

(5.7)
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Ширину однорідного уширення ми визначаємо просто як обернений час уві-
мкнення накачки: σhom = 1/τp. Неоднорідну ширину ми визначаємо як суму
стандартних відхилень швидкості спонтанного переходу ΓR та штарківського зсу-
ву S = Ω2

4∆ від їхніх середніх значень: σinh = δΓR + δS. Таким чином маємо

ηinh = min

[
1,

1

τp(δS + δΓR)

]
. (5.8)

Стандартне відхилення ми рахуємо тільки за радіусом, бо воно є значно біль-
шим за відхилення вздовж волокна (усереднення виконуємо за формулою 5.3):

δf =
√〈

(f − 〈f〉r)
2〉

r
=
√

〈f 2〉r − 〈f〉2r. (5.9)

Далі розглянемо вклад послаблення накачки до
 

 

MCN. Як показано в [247,
248], послаблення накачки заважає утворенню часового стану Діке (

 

 англ. timed-
Dicke state), а також у нашому експерименті напряму впливає на швидкість спон-
танного переходу ΓR в ефективній

 

 

TLS. Цей вплив ми враховуємо, визначаючи
ефективну швидкість спонтанного переходу:

〈
Γeff
N

〉
r,z

=

∫ N

0

〈
ΓR

(
Ω2

p(r,N )
)〉

r
dN , (5.10)

деN (z)—кількість атомів між початком волокна і координатою z, аα тоді дорів-
нює

 

 

OD з урахуванням відстройки в розрахунку на один атом. Таким чином, ми
можемо використовуватиN замість координати z, і так врахувати неоднорідний
розподіл атомів уздовж волокна.

Вклад послабленнянакачки, котрийу [249] булоназванофактором затінення
(

 

 англ. shadow factor), ми описуємо коефіцієнтом

ηshadow =

〈
Γeff
N

〉
r,z

N 〈ΓR(z=0)〉r
. (5.11)

Ефективне число атомів
 

 

MCN отримуємо, перемножуючи вклади обох ефе-
ктів:

 

 

MCN = ηinh · ηshadow ·N. (5.12)

5.7 Просторовий розподіл поля накачки
Для того, щоб застосувати описаний вище підхід до експериментальних даних, по-
трібно визначити, які чинники впливають на просторовий розподіл накачки. За
радіусом поле розподілене за гаусовим законом:

Ω2
p(r,N ) = Ω2

0(N ) exp

(
−2

r2

w2

)
. (5.13)
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Рисунок 5.6: Коефіцієнт кооперації µN = ΓN/ 〈ΓR〉r у залежності від  

 

MCN, у яко-
му враховано неоднорідне уширення та лінійне поглинання, але не враховано втра-
ти енергії на генерацію

 

 

SF-імпульса. Колір експериментальних точок відповідає від-
стройці накачки∆/Γ, а суцільна лінія — теоретичній залежності µN = µ ·

 

 

MCN.

Уздовж волокна, за координатоюN , поле накачки послаблюється, по-перше,
за рахунок лінійного поглинання за законом Бугера-Ламберта-Бера:

Ω2
0(N ) = Ω2

0(0)e
−αN . (5.14)

Залежність α від частоти вважаємо лоренцівською:

α = α0

〈
Γ2

Γ2 + 4∆2

〉

r

. (5.15)

Тут α0 — резонансна
 

 

OD на один атом, і її чисельне значення складає α0 =
2.75 × 10−3. Таким чином, для максимальної кількості атомів N = 2.2 × 105

маємо резонансну
 

 

OD = 600.
Якщо враховувати тільки лінійне поглинання за формулою (5.14) (звернімо

увагу, що така теорія не містить жодних вільних параметрів) і побудувати графік
µN vs

 

 

MCN, то ми матимемо розподіл, зображений на рисунку 5.6. Видно, що
точки стали ближчими до теоретичної прямої, ніж на рисунку 5.5, але вони все
ще лишаються справа від неї, тобто насправді в

 

 

SF-процесі бере участь іще менше
атомів. Отже, треба врахувати додаткові чинники, які пригнічують колективне ви-
промінення.
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Ми вважаємо, що крім лінійного поглинання, поле накачки також послаблює-
ться власне через генерацію

 

 

SF-імпульса: потужність останнього, як бачимо на ри-
сунку 5.3, досягає одного порядка величини з потужністю накачки, а енергію

 

 

SF-
імпульс бере саме з поля накачки. Враховуючи, що рівняння для середньої затрим-
ки 〈tD〉 (5.1) було виведено в режимі експоненційного росту

 

 

SF-імпульса [237], ми
модифікуємо коефіцієнт поглинання в законі Бугера-Ламберта-Бера:

α̃(∆) = α(∆) + β(∆) ·G(∆, z=0). (5.16)

Коефіцієнт росту
 

 

SF-імпульса можна приблизно записати як

G(∆, z=0) ≈ α0

〈
2ΓR(∆, z=0)

γ

〉

r

, (5.17)

де γ—швидкість декогеренції між нижніми рівнями трирівневої системи.
Формула (5.17) відповідає умовам стаціонарного стану в [239]: ми знехтували

перехідними умовами під час наростання стоксового поля, оскільки врахування
часової залежності додатково б ускладнило теоретичний опис.Щоб урахувати це
спрощення, ми додали залежний від відстройки коефіцієнт β(∆), що є єдиним па-
раметром задачі.

Щоб порахуватиG(∆), потрібно ще визначити швидкість декогеренції γ. Во-
на визначається трьома чинниками. По-перше, існує декогеренція γ0, що зʼявляє-
ться через фонові магнітні поля, ненульову температуру атомів тощо. Її було вимі-
ряно під час експериментів із

 

 

FWM (розділ 4): γ0 = 0.057(6)Γ [13]. По-друге, де-
когеренцію створює неоднорідний штарківський зсув δS. По-третє, спонтанний
перехід між двома нижніми рівнями ΓR також створює декогеренцію. Таким чи-
ном отримуємо

γ = γ0 + δS + 〈ΓR〉r . (5.18)

Як було сказано, коефіцієнт β є єдиним вільним параметром моделі. Оскіль-
ки β залежить від складної просторово-часової динаміки генерації

 

 

SF-імпульса,
розумно припустити, що цей коефіцієнт залежить від частоти поля. Тому ми для
кожного експериментального значення ∆ побудували графік 〈tD〉 vs N і підігна-
ли до експерментальних точок залежність (5.1), де замінили N на порахований
за формулою (5.12)

 

 

MCN. Знайдені значення β(∆) зображено у вигляді точок на
рисунку 5.8. Як бачимо, для ∆ > 6Γ залежність близька до лінійної: β(∆) =
0.182−6.1×10−3∆/Γ. Причина такої лінійної залежності є покищо невідомою.
Для цієї залежностіβ(∆)ми такожпобудували графікµN vs

 

 

MCNі зобразилийо-
го на рисунку 5.7.

Близько до резонансу, при ∆ # 6Γ, β значно зростає, що вказує на те, що
наша модель при таких невеликих відстройках стає не задовільною. Оскільки в
наших експериментах Ωp = 6.4Γ, то таку поведінку β можна пояснити тим, що
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Рисунок 5.7: Коефіцієнт кооперації µN = ΓeffN / 〈ΓR〉r залежно від ефективної кількості
атомів

 

 

MCN, котра враховує неоднорідне уширення, лінійне поглинання та втрати на
генерацію

 

 

SF-імпульса. Колір експериментальних точок відповідає відстройці нака-
чки∆/Γ, а суцільна лінія — теоретичній залежності µN = µ ·

 

 

MCN.
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Рисунок 5.8: Залежність коефіцієнта β від відстройки∆, визначена з експерименталь-
них залежностей 〈tD(N)〉. Суцільна лінія є лінійною залежністю β = 0.182 − 6.1 ×
10−3∆/Γ, отриманою з експериментальних точок для∆ > 6Γ підгонкою за методом
найменших квадратів.
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Рисунок 5.9: Співвідношення
 

 

MCN/N у залежності від N та ∆. Чорна лінія визначає
межу, на якій α̃N = 1, тобто накачка на всій довжині волокна послаблюється в e разів.
Біла лінія визначає межу, на якій вклади неоднорідного уширення та послаблення
накачки є рівними, тобто для менших відстройок домінує неоднорідне уширення, а
для більших — послаблення накачки.

при переході віж трирівневої схеми до ефективної дворівневої ігнорується насе-
леність верхнього рівня, і працювати з ефективною

 

 

TLS можна тільки за умови
Ω2

p . Γ2 + 4∆2. Також при таких малих відстройках важливою є дисперсія, яку
наша спрощена теорія не враховує.

5.8 Порівняння вкладів неоднорідного уширення
та послаблення накачки у

 

 

MCN
Використання

 

 

MCN дозволяє розширити відому теорію
 

 

SF для однорідних сере-
довищ на неоднорідні. Оскільки в нашій теорії

 

 

MCN визначається двома чинни-
ками—неоднорідним уширенням та послабленням накачки, виникає питання, за
яких умов який із цих двох чинників переважає.

На рисунку 5.9, де зображено залежність співвідношення
 

 

MCN/N = ηinh ×
ηshadow від числа атомівN та відстройки∆, також позначено лінію, де

 

 

OD з ураху-
ванням відстройки дорівнює одиниці, тобто накачка послаблюється в e разів, що
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негативно впливає на
 

 

SF [226, 248]. На рисунку також позначено лінію, де вкла-
ди неоднорідного уширення ηinh та послаблення накачки ηshadow співпадають. Як
бачимо, неоднорідне уширення переважає тільки близько до резонансу:∆ # 9Γ.
Це свідчить про те, що для згустка атомів у порожнистому волокні можна обра-
ти такі експериментальні параметри, за яких радіальним розподілом речовини і
світла можна знехтувати.

5.9 Результати чисельного моделювання
 

 

SF
У цьому підрозділі наводяться результати чисельного моделювання описаних ви-
ще експериментів за допомогою моделі, представленої в розділі 3. Під час чисель-
них розрахунків враховувалися всі магнітні підрівні D1-лінії рубідію-87.

Як і звичайне спонтанне випромінення,
 

 

SF є квантово-оптичним за природою
явищем,що виникає через взаємодію інвертованих атомів із початково вакуумним
навколишнім полем. Тому для його опису з перших принципів поле необхідно
розглядати квантово. З метою уникнення складнощів квантового опису в статті
[235, eq. 6.57] запропоновано описувати

 

 

SF напівкласично, поділивши середови-
ще на сегменти і задаючи початкову когерентність між рівнями

 

 

TLS як випадкову
величину, що має комплексний гаусовий розподіл CN (0, 1/Ni) із нульовим очі-
куванням та дисперсією 1/Ni, деNi —кількість атомів в i-тому сегменті.

У трирівневій системі, відповідно, така випадкова когерентність задається між
двома нижніми рівнями системи, а в складній багатоатомній — між кожною па-
рою магнітних підрівнів, перехід між якими є дозволеним через верхні рівні:

ρ12(zi) =
∑

(M1,M2)∈allowed

7(zi,M1,M2)√
q

∣∣∣∣
F=1
M1

〉〈
F=2
M2

∣∣∣∣ , (5.19)

де 7(zi,M1,M2)—випадкове число1, що обирається з комплексного нормально-
го розподілу CN (0, 1/Ni). Сума обчислюється за всіма парами магнітних підрів-
нів, перехід між якими є дозволений через збуджені рівні, а q — загальне число
таких пар. Середовище ми ділимо на сегменти відповідно до чисельної сітки.

На рисунку 5.10 зображено результат типового чисельного експеримента. Як
бачимо, форма чисельно розрахованого

 

 

SF-імпульса зберігає характерні особли-
вості експериментальних імпульсів із рисунка 5.3: через деякий час після ввімкне-
ння накачки спостерігаємо пік, що може супроводжуватися вторинними піками.
Одночасно з піками в стоксовій моді спостерігається зменшення інтенсивності в
полі накачки. Це є проявом закону збереження енергії, адже щоб віддати фотон у
стоксову моду, атом має спочатку забрати фотон у поля накачки.

1Параметри zi,M1,M2 для ( вказуємо для того, щоб підкреслити, що для кожної координати
zi та паримагнітних квантових чиселM1,M2 число(обирається з нормальногорозподілунаново.
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Рисунок 5.10: Типовий результат чисельного експеримента. Параметри розрахунку:
Ωp = 6Γ, ∆ = 27.3Γ, N = 3.87 × 105. На другому та третьому графіках показано
просторовий розподіл та часову еволюцію відповідних полів. Поляризаційні характе-
ристики світла — кут нахилу еліпса φ, ступінь еліптичності ε та амплітуду E — зобра-
жено кольором у колірній моделі HSV за формулою (5.20).
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Кольором на просторово-часових графіках позначено поляризацію. Для цьо-
го використовуємо колірний простірHSV і позначаємо кут нахилу поляризації як
колірний тон, еліптичність як насиченість кольору, а амплітуду поля — як яскра-
вість:

H = 2 · φ, S = 1− |ε| , V ∝ E. (5.20)

Таким чином, чисті кольори веселки позначають чисті лінійні поляризації: го-
ризонтальнаEy = 0 позначається червоним кольором (#ff0000 у шістнадцятко-
вих позначеннях RGB), а вертикальна Ex = 0— блакитним (#00ffff). Кажучи
більш загально, протилежні кольори, тонH яких відрізняється на 180◦, відповід-
ають ортогональним поляризаціям. Відтінки ж сірого, для яких насиченість S до-
рівнює нулю, відповідають чисто круговим поляризаціям незалежно від напрям-
ку.

Смугаста структура, яку найкраще видно на графіку поля накачки, є наслідком
подвійного заломлення у волокні. Як бачимо, кольори графіків для поля накачки
та стоксового поля є протилежними: наприклад, у кінці волокна поле накачкимає
малиновий колір, а стоксове— зелений. Це означає, що їхні поляризації є ортого-
нальними, тому в експерименті їх можна просто розділити за допомогою

 

 

PBS. В
іншому випадку розділювати поля за частотою було б експериментально складно,
бо вони, маючи частоти по 377THz, відрізняються всього на 6GHz [180].

Повторюючи логіку експериментальних досліджень, дослідимо тепер за-
лежність параметрів

 

 

SF-імпульса від кількості атомів N . Отриману залежність
представлено на рисунку 5.11 На графіках можна виділити чотири різних
режими:

1. N # 3 × 104 — підсилене спонтанне випромінення, за якого макроско-
пічний дипольний момент не утворюється, а кожен атом просто реагує на
моментальне значення навколишнього поля [250];

2. 3 × 104 # N # 9 × 104 атомів — перехідний режим між підсиленим
спонтанним випроміненням і класичною

 

 

SF, за якого зʼявляється затримка
між увімкненням накачки та випроміненням стоксового імпульса;

3. 9 × 104 # N # 2.5 × 105 — класична
 

 

SF, за якої затримка
 

 

SF-імпульса та
його ширина є обернено пропорційними до кількості атомів, повна енергія
(«площа») імпульса є прямо пропорційною, а максимальна інтенсивність
зростає квадратично;

4. N " 2.5× 105 —насичена
 

 

SF, на якій зупинимось більш детально.

Насичення відбувається через те, що енергія накачки витрачається на спонтан-
не випромінення та власне на генерацію

 

 

SF-імпульса. У режимі насиченої
 

 

SF на
перший імпульс витрачається вся енергія накачки, і тому додавання нових атомів
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Рисунок 5.11: Залежність максимальної потужності, повної енергії, затримки tD та ши-
рини T

 

 

SF-імпульса в залежності від кількості атомів N при Ωp = 6Γ та ∆ = 26.4Γ.
Лінії похибок на графіку tD охоплюють проміжок часу, протягом котрого потужність
стоксового поля більша за половину від максимальної, тобто

 

 

FWHM імпульса.
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більше не посилює інтенсивність імпульса та не зменшує його затримку. Іншими
словами, атомів у середовищі настільки багато, що у полі накачки не вистачає фо-
тонів, щоб їх усі збудити. Тимнеменше, повна енергія

 

 

SF-імпульса продовжує зро-
стати, але вжене через підсиленняпершого імпульса, а через підсиленнянаступних
піків. Зручним показником, за яким надалі відокремуватимемо класичну

 

 

SF від
насиченої, оберемо середню тривалість імпульса. Її обчислюватимемо як відноше-
ння повної енергії імпульса до максимальної потужності:

T =

∫∞
0 Ps(t)dt
maxt Ps(t)

. (5.21)

Грубо кажучи, ми наближаємо
 

 

SF-імпульс трикутником або трапецією, і тодіT бу-
де довжиною його або її середньої лінії.

Залежність T відN показано на нижньому графіку на рисунку 5.11. Зручність
цього параметра полягає в тому, що він під час насичення не просто зростає по-
вільніше чи виходить на константу, а змінює знак похідної: у режимі класичної

 

 

SF
він зменшується обернено пропорційно доN , а після насичення починає лінійно
зростати.

Насичення
 

 

SF можна описати за допомогою
 

 

MCN. Під час аналізу експери-
ментальних результатів ми обчислювали його в умовах стаціонарного стану, а
втрати енергії на генерацію

 

 

SF-імпульса враховували феноменологічно, додаючи
вільний параметр β. Тут ми визначимо

 

 

MCN більш точно, але результат не
піддаватиметься аналітичному обчисленню. Щоб урахувати часову залежність,
ми усереднюватимемо не тільки за простором, а і за часом:

 

 

MCN = ηinh ·
∫ N

0

〈ΓR〉t
ΓR(N=0)

dN . (5.22)

Усереднення за часом робитимемо до першого піка:

〈ΓR〉t =
∫ tD

0

ΓR(N , t)
dt
tD

. (5.23)

У знаменнику (5.22)ΓR не змінюється з часом, тому усереднювати немає потреби.
Ми обрали інтервал усереднення до першого піка, бо за допомогою

 

 

MCNмо-
жна теоретично описувати тільки характеристики першого піка. На пізніших ча-
сах атоми з числа

 

 

MCN переходять у темний стан, і в
 

 

SF-процес вступають ті ато-
ми, що були початково затінені.

ОскількиΓR пропорційна до потужності накачки, то формулу 5.22 можна ви-
разити через енергію поля накачки:

 

 

MCN = ηinh ·
∫ N

0

Wp(N )

Wp(N=0)
dN , (5.24)
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деWp(N )— енергія накачки після проходженняN атомів за час до спостереже-
ння першого

 

 

SF-піка в кінці волокна:

Wp(N ) =

∫ tD

0

Pp(t)dt. (5.25)

Диференціюючи формулу (5.24) за
 

 

MCN, отримуємо

ηinhWp(N )dN = Wp(0)d(
 

 

MCN). (5.26)

Залежність Wp(N ) можна визначити, використовуючи закон збережен-
ня енергії: вона витрачається, по-перше, на лінійне поглинання за законом
Бугера-Ламберта-Бера, а по-друге, на генерацію

 

 

SF-імпульса:

dWp = −αWpdN − dWs. (5.27)

З останніх двох формул отримуємо

dWp = − α

ηinh
Wp(0)d(

 

 

MCN)− dWs. (5.28)

Після інтегрування маємо

Wp = Wp(0)−
α

ηinh
Wp(0) ·

 

 

MCN−Ws. (5.29)

За повного насичення енергіюWp повністю вичерпано, тому для максимально
можливого

 

 

MCNмаємо

Wp(0)−
α

ηinh
Wp(0) ·

 

 

MCNmax −Ws = 0. (5.30)

Енергію стоксового поляWs ми визначаємо аналогічно доWp:

Ws(N ) =

∫ tD

0

Ps(N , t)dt. (5.31)

Оскільки
 

 

MCN відтворює класичну залежність характеристик першого
 

 

SF-
піка від кількості атомів, то залежністьWs від

 

 

MCN нам відома: ми можемо про-
інтегрувати за часом залежність2 [235, eq. 6.59]:

Ps(
 

 

MCN, t) =
"ω ·

 

 

MCN

4TR cosh2
(

t−tD
2TR

) . (5.32)

2Оригінальнаформуланаводиться в джерелі якформула для інтенсивності, алемаєрозмірність
потужності. Причому в оригінальній формулі потужність є вдвічі більшою, ніж тут (у знаменнику
замість 4 записано 2), через що повна енергія в позначеннях дисертації

∫∞
0 Ps(t)dt = 2"ω ·

 

 

MCN,
тобто вдвічі більша за очікуване значення "ω ·

 

 

MCN.
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Рисунок 5.12: Схематичний графік залежності
 

 

MCN(N) (червона лінія).Пунктирними
лініями зображено асимптотичні залежності для класичної

 

 

SF (N . Nsat), де
 

 

MCN
зростає пропорційно доN , та повного насичення (N 5 Nsat), де

 

 

MCN не залежить від
N . Критичну кількість атомів Nsat знаходимо як точку перетину двох асимптотичних
залежностей.

Оскільки ця форма імпульса є симетричною відносно tD, то в кінці волокна
маємоWs = "ω ·

 

 

MCN/2, тому для повного насичення

Wp(0)−
α

ηinh
Wp(0) ·

 

 

MCNmax −
"ω ·

 

 

MCNmax

2
= 0. (5.33)

Далі знайдемо критичну кількість атомівNsat, за якої відбувається перехід від
класичної

 

 

SF до насиченої. За класичної
 

 

SF маємо
 

 

MCN = ηinhN , а за насиченої
 

 

MCNне залежить відN і дорівнює
 

 

MCNmax. Критичне число атомівNsat шукати-
мемо як точку перетину цих двох граничних залежностей, як показано на рисунку
5.12:Nsat =

 

 

MCNmax/ηinh. Звідси маємо рівняння відносноNsat:

Wp(0)− αWp(0) ·Nsat − ηinh
"ω ·Nsat

2
= 0. (5.34)

ЕнергіюнакачкиWp обчислюємояк добутокпотужності на затримкупершого
піка:

Wp = PptD. (5.35)
Підставляючи середнє значення tD з формули (5.1), швидкість спонтанного

випромінення в ефективній
 

 

TLS із формули (5.2), а також пригадуючи, що поту-
жність накачки пропорційна до квадрата частоти Рабі, ми маємо

Wp =
P0

2µΓ
· Γ

2 + 4∆2

Γ2
·
log2

(√
2πNsat

)

Nsat
, (5.36)
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де P0 — потужність, що відповідає частоті Рабі Ωp = Γ. Таким чином, енергія,
що передається системі до першого

 

 

SF-піка, не залежить від потужності накачки,
проте залежить від її відстройки.

Підставляючи отриманий вираз для енергії, а також відстроєну
 

 

OD на атом
α = α0Γ2/(Γ2 + 4∆2), маємо рівняння

P0

µΓ
·
log2

(√
2πNsat

)

Nsat

(
Γ2 + 4∆2

Γ2
− α0Nsat

)
− ηinh"ωNsat = 0. (5.37)

Коефіцієнт ηinh ми, на відміну від експериментальних досліджень, обчислює-
мо, використовуючи [250]:

ηinh = 1− A

√
tD

NµΓ
= 1− Aγ

log(2πNsat)

4ΓRµNsat
(5.38)

де A— вільний параметр, для якого шляхом порівняння з чисельними результа-
тами отримано значенняA = 4.0.

Таким чином, маємо

P0

µΓ
· log

2 (2πNsat)

4

(
Γ2 + 4∆2

Γ2
− α0Nsat

)
−
(
Nsat − Aγ

log(2πNsat)

4ΓRµ

)
·"ωNsat = 0.

(5.39)
Це рівняння не має аналітичного розвʼязку, тож розвʼяжемо його наближено

методом послідовних наближень. Для нульового наближення ми знехтуємо втра-
тами на генерацію

 

 

SF-імпульса та отримаємо

N0 =
1

α
=

1

α0
· Γ2

Γ2 +∆2
. (5.40)

Для наступних наближеньNi мипідставлятимемо попередніNi−1 тільки в ло-
гарифми та розвʼязуватимемо рівняння

P0

µΓ
· log

2 (2πNi−1)

4

(
Γ2 + 4∆2

Γ2
− α0Ni

)
−
(
Ni − Aγ

log(2πNi−1)

4ΓRµ

)
·"ωNi = 0.

(5.41)
Це рівняння є квадратним із коефіцієнтами

a = −"ω, b = −α0V + "ω ·A γ

4ΓRµ
log(2πNi−1), c =

Γ2 + 4∆2

Γ2
V, (5.42)

V =
P0

µΓ
log2

√
2πNi−1, (5.43)
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для якого ми обираємо «фізичний» корінь

Ni =
−b−

√
b2 − 4ac

2a
. (5.44)

Накладаючи обчислену таким чином залежність Nsat(∆) на обрахований чи-
сельно графік залежності T (∆, N) (рисунок 5.13) ми бачимо, що графік Nsat, у
якому враховано всі чинники (лінійне поглинання, втрати енергії на генерацію

 

 

SF-
імпульса та, за наявності, розфазування γ), приблизно співпадає з мінімумом три-
валості T . Це підтверджує те, що обчислена таким чиномNsat є межею між класи-
чним та насиченим режимами

 

 

SF.

5.10 Висновки до розділу 5
У розділі експериментально та чисельно досліджено явище суперфлуоресценції в
неупорядкованому ансамблі лазерно охолоджених атомів усередині порожнисто-
го волокна.

• В експерименті спостерігалося підсилення спонтанного випромінення на
більш як два порядки для кількості атомів N # 2.2 × 105. Запропонова-
но просту феноменологічну модель, що використовує поняття максималь-
ного колективного числа атомів (

 

 

MCN) як ефективної кількості атомів, які
беруть участь в

 

 

SF-процесі. Показано, що введення
 

 

MCN дозволяє відтво-
рити експериментальні залежності для неоднорідного середовища, викори-
стовуючи теоретичні залежності, характерні для однорідно збуджених сере-
довищ.

• Проведено чисельне моделювання експериментів із урахуванняммагнітних
підрівнів рубідію-87, поляризації світла та подвійного заломлення всередині
порожнистого волокна. Це дозволило дослідити значно ширший діапазон
кількостей атомів і, як наслідок, виявити перехід від посиленого спонтан-
ного випромінення до класичної

 

 

SF, а також вивчити специфічний режим
насичення

 

 

SF.

• Отримані результати поглиблюють розуміння впливу різних неоднорідно-
стей на колективне розсіювання у великих порівняно з довжиною хвилі
атомних ансамблях. Це може мати застосування в таких галузях, як астро-
фізика [251], фізика твердого тіла [252, 253], квантова електродинаміка
хвилеводів [254], атомні годинники [255, 256] та квантова оптика [257].

• Розроблені експериментальні і чисельні методики вивчення
 

 

SF можуть ста-
ти основою для подальших досліджень інших типів систем із неоднорідно-
стями, щоб визначити межливості підтримки колективного розсіювання.
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Рисунок 5.13: Тривалість
 

 

SF-імпульса T в залежності від ∆ та N . Лініями позначено
критичну кількість атомів Nsat, за якої класична

 

 

SF переходить у насичену, з урахува-
нням різних чинників: червоною — тільки лінійного поглинання, жовтою — лінійного
поглинання та втрат на генерацію

 

 

SF-імпульса, зеленою— лінійного поглинання, втрат
на генерацію та неоднорідного уширення ηinh.
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Розділ 6

Джерело одиночних фотонів на
основі одномодового резонатора

Уцьомурозділімиопишемо теоретичне дослідження джерела одиночнихфотонів
на основі одномодового резонатора з втратами. Це дослідження було виконано
в Міждисциплінарній лабораторії Карно Університету Бургундії (

 

 

фр. Laboratoire
Interdisciplinaire Carnot de l’Université de Bourgogne) під керівництвом професора
Стефана Герана (

 

 

фр. Stéphane Guérin) у рамках проєкту
 

 

LIMQUET і опубліковано
в журналі Physical Review Research [14].

6.1 Вступ
Ключовим аспектом застосування джерел одиночних фотонів у квантових обчи-
сленнях і квантовій комунікації є контроль над частотою та часовою формою ви-
проміненогофотона для забезпечення взаємодії з одноатомнимчи багатоатомним
квантовим вузлом [258—263]. Цей контроль зазвичай досягається за допомогою
керуючих лазерних імпульсів. Останні дослідження показали, що формою одно-
фотонних хвильових пакетів у лямбда-системах можна керувати за допомогою ре-
зонансного вимушеного раманівського процесу [264—267].

На сьогодні квантова електродинаміка резонаторів (
 

 англ. cavity quantum elec-
trodynamics,

 

 

cQED), що досліджує взаємодію одиночних атомів з одномодовими
резонаторами [268—271], є досить грунтовно розроблена.Однак спроби застосу-
вати цю теорію до резонаторів з втратами призвели до неправильної інтерпрета-
ції в нанофотоніці [272]. Головною причиною цього є некоректне використання
моделей, розроблених для високодобротних резонаторів, замість того, щоб опи-
сувати експеримент повністю квантовомеханічно [273, 274].

Зазначені моделі було створено з використанням феноменологічного підходу,
в якому втрати пояснюються взаємодією резонатора з континуумом мод середо-
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вища, що призводить до розширення смуги резонатора [259]. Отже, виникає по-
треба в розробці теорії втрат, яка б виходила з перших принципів, навіть для ви-
сокодобротних резонаторів. Такий підхід дозволить більш чітко зрозуміти межи
застосовності феноменологічних моделей.

У цьому розділі розглядається система, яка складається з резонатора з одним
ідеальним та одним напівпрозорим дзеркалом, який взаємодіє з напівнескінчен-
ним одновимірним середовищем. Аналіз починається з повного квантування
істинних мод у цій системі, після чого визначаються ефективні моделі для
керованого лазером атома в такому резонаторі. Для цього вводяться основні
поняття, такі як потоки фотонів, оператори введення-виведення, квантований
векторПойнтінга, фотонні хвильові пакети та стани, специфічні для цієї фізичної
ситуації [269—271]. Із перших принципів виводиться внутрішньо-зовнішнє
представлення (

 

 англ. inside-outside representation), що дозволяє описувати фотон,
який виходить із резонатора у середовище, як у часі, так і в просторі.

Подальший аналіз полягає у порівнянні динаміки, отриманої в кожному
з трьох представлень: істинно-модовому, псевдомодовому та внутрішньо-
зовнішньому. Далі розроблена теорія застосовується для нерезонансної схеми
з трирівневим атомом у резонаторі та демонструється, що вона дозволяє легко
створювати фотони бажаної хвильової форми на вимогу. Це досягається за умови
конкретного режиму взаємодії, який забезпечує утворення фотона без заселення
квантового стану резонатора. Отриманий фотон має велику ширину спектру, що
може мати перевагу при взаємодії з речовинами різних спектрів.

6.2 Гамільтоніан у картині Шредінгера
Розглянемо один лямбда-атом із нижнім станом |g〉, метастабільним |f〉 і верхнім
|e〉, що знаходиться в резонаторі, який підтримує з частотою ωc. Перехід |f〉 ↔
|e〉 з частотою ωef і дипольним моментом dfe є близьким за частотою до моди
резонатора з площею перерізу A і довжиною L, із відстройкою ∆c = ωef − ωc.
Перехід |g〉 ↔ |e〉 з частотоюωeg і дипольниммоментом dge керується класичним
лазерним полем E(t) cos(ω0t + φ), що відповідає залежній від часу частоті Рабі
2"Ωt = −E(t)dge, і має відстройку ωeg − ω0 = ∆. Вважаємо резонатор пласким
(типу Фабрі-Перо), але достатньо великим за площею дзеркал, щоб спонтанним
випроміненням у перпендикулярних напрямках можна було знехтувати. Таким
чином, задачу можна вважати одновимірною.

6.2.1 Істинно-модове представлення
Процедура повного квантування [275—279] розглядає резонатор разом із оточе-
нням як єдине ціле і працює у представленні істинних мод такої замкнутої систе-
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ми (рисунок 6.1 (a)). Резонатор має такий само вигляд, як і в [276]: ліве дзеркало
є ідеальним, а праве є напівпрозорим і складається з одного діелектричного ша-
ру. Товщину цього шару вважаємо малою в порівнянні з довжиною резонатораL.
Для такої системи ми можемо записати гамільтоніан у системі відліку, що визна-
чається унітарним операторомURW = e−iω0tσg + σe + σf :

H̃(t) = HA(t) +Hint +HE, (6.1a)
HA(t) = "(∆−∆c − ωc)σf + "∆σe + "Ω(σge + σeg), (6.1b)

HE =

∫ ∞

0

"ωa+ωaωdω, (6.1c)

Hint = i"
∫ ∞

0

(
η(ω)aωσ

+ − η∗(ω)a+ωσ
)

dω, (6.1d)

деHA ≡ HA(t)—гамільтоніан атома в наближенні
 

 

RWA. Тут використовую-
ться оператори σij ≡ |i〉 〈j|, σi ≡ σii, σ ≡ σfe. Оператори aω та a+ω —відповідно
оператори знищення та створенняфотона вмоді системи з частотоюω, для котрих
виконується комутаційне співвідношення

[
aω, a

+
ω′

]
= δ (ω − ω′) . (6.2)

Hint представляє взаємодію між атомом та середовищем із потенціалом взає-
модії1

η(ω) = i

√
ω

"ε0πcA
dfee

iωc L sin
(ω
c
(xA + L)

)
T (ω) (6.3)

де xA —координата атома, а T (ω)—функція відгуку резонатора [275—277]:

T (ω) =
t(ω)

1 + r(ω)e2i
ω
c (L+

δ
2 )
, (6.4)

Ein(x) =

∫ ∞

0

√
"ω

πcAε0
sin
[ω
c
(x+ L)

]
ei

ω
c LT (ω)aω + conj., (6.5)

де t(ω) та r(ω)—спектральні коефіцієнти пропускання та відбиття:

|t(ω)|2 + |r(ω)|2 = 1, (6.6)
t(ω)r∗(ω) + t∗(ω)r(ω) = 0, (6.7)

що мають вигляд

t(ω) =
(1− r2)ei(n−1)ωc δ

1− e2in
ω
c δr2

, (6.8)

r(ω) = e−iωc δ
r
(
e2in

ω
c δ − 1

)

1− e2in
ω
c δr2

= |r(ω)| eiφr(ω), (6.9)

1У цьому розділі формули записані в одиницях SI.
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Atom
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η(ω)

aω, a+ω

c, c+

c, c+

t . 1

g

g

κc(ω)

bω, b+ω

Γc

Рисунок 6.1: (a) Істинно-модова модель, де атом взаємодіє з полем, проквантованим
як єдине ціле, але з урахуванням резонатора. Атом взаємодіє з модами aω цього спіль-
ного поля з енергією взаємодії "η(ω). (b) Якщо резонатор є майже непрозорим, то
можна перейти у внутрішньо-зовнішнє представлення, де моди поля є геометрично
розділеними на моди резонатора c та моди зовнішнього поля bω , а резонатор і зов-
нішнє поле взаємодіють між собою з енергією "κ(ω) на одиницю ширини спектра.
(c) На відміну від перших двох представлень, у псевдомодовому квантовий стан ре-
зонатора взагалі не розглядається, а його вплив враховується як втрати енергії Γc у
неермітовому гамільтоніані.
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де r = n−1
n+1 — коефіцієнт відбиття дзеркала товщиною δ = λc

4n , λc — власна дов-
жина хвилі резонатора. Можна показати [275—277], що для резонатора з малим
пропусканням функцію відгуку (6.4) можна переписати як суму лоренціанів:

|T (ω)|2 ≈
∑

m

c

2L
· 1

(ω − ωm)2 +
(
Γm
2

)2 , (6.10)

де
Γm = − c

L
log |r(ωm)| , (6.11)

ωm =
πc

L
·m+

c

2L
(π − φr(ωm)) . (6.12)

Для резонатора з високою добротністю Q та малим пропусканням |t(ω)| ≈
|t| . 1, φr(ωm) ≈ π лоренціани у формулі (6.10) є добре відокремлені один від
одного (Γm . πc/L), і ми можемо поміняти місцями суму і квадратний корінь:

T (ω) =
∑

m

√
c

2L
·

√
Γm

ω − ωm + iΓm
2

. (6.13)

Використовуючи (6.5), можна записати гамільтоніан взаємодії між атомом
і середовищем [275]: Hint = −dEin, а потім, використовуючи (6.13), отримати
одномодову функцію взаємодії:

η(ω) ≈ i

√
ω

"ε0πcA
dfee

iωc L sin
(ω
c
(xA + L)

)
×
√

Γc

2π

1

ω − ωc + iΓc
2

. (6.14)

Для одношарового напівпрозорого дзеркала високий коефіцієнт відбиття від-
повідав би нереалістично великому показникові заломлення. Більш реальною мо-
деллює дзеркало з багатьох діелектричнихшарів із різнимипоказниками заломле-
ння [275]. У літературі такі припущення відповідають високому факторові добро-
тності (

 

 англ. quality factor)Q резонатора. Але, як ми покажемо далі, високоїQ на-
справді недостатньо. Замість цьогомимаємо вимагати високої

 

 англ.finesse, що теж
перекладається українською як «добротність», але рахується як F = Q ·∆ω/ωc.

У рівнянні (6.14) ми залишили тільки моду ωc, обмеживши суму лоренціанів
єдиним членом. Гамільтоніан (6.1) із потенціалом взаємодії резонатора з вільним
простором (6.3) відповідає істинно-модовому представленню, де частоти є непе-
рервні, але середовище є структурованим [280]. Далі ми розділимо ці істинні мо-
ди на внутрішні та зовнішні, що описують резонатор і вільний простір окремо.

6.2.2 Внутрішньо-зовнішнє представлення
Розглянемо тепер приблизно еквівалентну модель, де моди aω поділені на дві ча-
стини: моди резонатора c і континууммод вільного простору bω (рисунок 6.1 (b)).
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Формальний вивід цієї моделі наведено у [276]. Вона має похибку O(|t|2), де t
— коефіцієнт пропускання напівпрозорого дзеркала. Це представлення можна
інтерпретувати як заміну напівпрозорого дзеркала ідеальним, так що маємо іде-
альний резонатор, що тим не менше взаємодіє з вільним простором [276]. Схему
звʼязку між атомом і резонатором зображено на рисунку 6.2. Ми називатимемо
це представлення внутрішньо-зовнішнім. Гамільтоніан у цьому представленні ми
отримуємо в картині Шредінгера з використанням наближення

 

 

RWA, ввжаючи,
що атом знаходиться в точці максимальної інтенсивності поля:

H(r) = HA(t) +HAC +HC +HRC +HR, (6.15a)
HC = "ωcc

+c, (6.15b)
HAC = "g(c+σ + σ+c), (6.15c)

HR =

∫ ∞

0

"ωb+ω bωdω, (6.15d)

HRC = i"
∫ ∞

0

(
κc(ω)b

+
ω c

+ − κ∗c(ω)c
+bω
)

dω, (6.15e)

де g = −dfe
√
ωc/"ε0LA — потенціал взаємодії атома з резонатором (однофо-

тонна частота Рабі). Потенціал взаємодії η(ω) із істинно-модового представлення
(6.14) можна тоді наблизити як

η(ω) ≈ η̂(ω) = −ig

√
Γc

2π

1

ω − ωc − iΓc
2

. (6.16)

У рівнянні (6.15)HA співпадає з атомним гамільтоніаном із (6.1b),HC таHR

—це гамільтоніани резонатора та вільного простору, аHRC описує взаємодію ре-
зонатора з вільнимпростором.Як і в істинно-модовомупредставленні, оператори
народження та знищення фотона у вільному просторі повʼязані комутаційними
співвідношеннями [

bω, b
+
ω′

]
= δ (ω − ω′) . (6.17)

Потенціал взаємодії між резонатором і простором κc(ω)можна порахувати в
наближенні малого пропускання та малої відстройки [276]:

κc(ω) = −i

√
Γc

2π
e−iωc L sinc

(
ω − ωc

c
L

)
. (6.18)

Щоб вивести цю функцію, як показано у [276], спочатку потрібно визначити
істинні моди системи, що складається із резонатора з напівпрозорим дзеркалом
малої товщини. Потім замінити резонатор на ідеальний, але додати невідомий
потенціал взаємодії з вільним простором. Порівнюючи моди двох систем, можна
отримати вираз (6.18) у наближенні малого пропускання дзеркала в першій си-
стемі. Варто зазначити, що під час такого виводу в резонаторі немає атома. Тому
κc(ω) описує взаємодію порожнього резонатора з порожнім вільним простором.
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g

Ω(t)

Ω(t)

Γc

Γc

|e,∅〉

|g,∅〉

∆

|f,!〉

|f,∅〉

|!out〉

Рисунок 6.2: Зліва: Схема взаємодії атома з полем у резонаторі. Один лямбда-атом,
керований зовнішнім класичним полем із частотою РабіΩ(t) і квантованим полем ре-
зонатора з потенціалом взаємодії g.Справа:Схема рівнів системи. Поля знаходяться у
двофотонному резонансі з однофотонною відстройкою∆c = ∆. Початково атом зна-
ходиться на нижньому рівні |g〉. Збуджуючись, атом забирає в лазерного поля один
фотон енергії і випромінює його в резонатор, і цей фотон випромінюється з резонато-
ра через напівпрозоре дзеркало зі швидкістю Γc.

6.2.3 Математична неузгодженість марківської моделі
В отриманому представленні потенціал взаємодії між резонатором і вільним про-
стором, на відміну від стандартного підходу [269], не є константою. У цьому під-
розділі ми покажемо, що стандартна теорія з константним потенціалом, хоч і дає
фізично точні результати, але призводить до математичних невідповідностей.

Використовуючи константний потенціал взаємодії

κc(ω) ≈
√

Γc

2π
, (6.19)

та інтегруючи за частотою від −∞, ми наближуємо подвійний інтеграл у (6.50),
обираючи для спрощення x = 0, як

∫ t

t0

dt′
∫ +∞

0

dω |κc(ω)|
2

√
Γc

c(t′)eiω(t−t′)

≈
√

Γc

∫ t

t0

dt′c(t′)
∫ +∞

−∞

dω
2π

e−iω(t−t′)

=
√

Γc

∫ t

t0

dt′c(t′)δ(t− t′)

=

√
Γc

2
c(t).

(6.20)
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ε (t)

aε−(1− a)ε

1/ε

Рисунок 6.3: Прямокутний імпульс, що наближується до дельта-функції при ε → 0.

Останній крок, який можна простіше переформулювати як
∫ 0

−∞
c(t)δ(t)dt = 1

2
c(0), (6.21)

є математично невизначеним. Цей інтеграл можна поширити до+∞ за допомо-
гою функції Хевісайда θ(t):

∫ +∞

−∞
c(t)θ(−t)δ(t) =

∫ 0

−∞
c(t)δ(t), (6.22)

але такий добуток є невизначеним, оскількифункціяХевісайдамає розрив у точці,
де дельта-функція є нескінченною [281].

Більш явно це можна показати, наближуючи дельта-функцію прямокутними
імпульсами, зображеними на рисунку 6.3:

ha
ε (t) =

{
1/ε якщо t ∈ [−(1− a)ε, aε];
0 інакше,

(6.23)

які параметризуються зміщеннямa ∈ [0, 1], і прямують до дельта-функції при ε→
0. Ми можемо це явно показати за визначенням дельта-функції:

lim
ε→0

∫ +∞

−∞
φ(t)ha

ε (t)dt = lim
ε→0

1

ε

∫ aε

−(1−a)ε

φ(t)dt

= /t = εs/

= lim
ε→0

∫ a

−(1−a)

φ(εs)ds

= φ(0).

(6.24)
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Зазначимо, що хоч імпульси ha
ε (t) і не є парними функціями, але гранична

дельта-функція є парною.
Тим не менше, беручи інтеграл (6.21), ми отримуємо

lim
ε→0

∫ 0

−∞
c(t)ha

ε (t) = lim
ε→0

1

ε

∫ 0

−(1−a)ε

c(t)dt

= /t = εs/

= lim
ε→0

∫ 0

−(1−a)

c(εs)ds

= (1− a)c(0).

(6.25)

Бачимо,щорезультат інтегрування залежить від виборупослідовності,щопря-
мує до дельта-функції. Результат (6.21) ми отримуємо лише тоді, коли не тільки
сама дельта-функція, а й функції, що прямують до неї, є парними.

Як наслідок, вивід (6.20) у загальному випадку не є математично узгодженим.
Для коректного виводу моделі необхідно явно задати залежність потенціалу взає-
модії κc від частоти, як це було зроблено з перших принципів в основному тексті.

6.2.4 Псевдомодове представлення
Псевдомодове представлення можна визначити з [275]:

H̃(t) = HA(t) + H̃AC + H̃C , (6.26a)
H̃AC = "g(a+σ + σ+a), (6.26b)

H̃C = "
(
∆−∆c − i

Γc

2

)
a+a, (6.26c)

де для однієї моди a+ |∅〉 = |!〉.
Це представлення виводиться безпосередньо з істинно-модової моделі з вико-

ристанням наближеного потенціала взаємодії (6.16). Загалом, мода резонатора c
у формулі (6.15) та a в формулі (6.26) відрізняється: c є модою ідеального резона-
тора, а a визначається у [275]:

a =
1

g

∫
η̂(ω)âωdω, (6.27)

де âω —оператор знищення фотона в моді, визначеної для приблизного потенці-
ала взаємодії η̂ з рівняння (6.16).

Зазначимо, що гамільтоніан (6.26) визначено для відкритої системи, що взає-
модіє з вільним простором, тому він не є ермітовим. Гамільтоніани ж (6.1) і (6.15)

113



описують замкнуті системи. Оператори знищення фотона a та c фізично відпо-
відають одним і тим самим приблизним модам, але є математично виведені по-
різному. Далі ми проаналізуємо всі три представлення, порівнюючи динаміку ко-
жної системи.

6.2.5 Порівняння різних представлень
Порівняймо чисельно зображені на рисунку 6.1 моделі та визначімо їхню досто-
вірність. Для цього розглянемо в кожній із трьох моделей один атом, резонатор
без фотонів і вакуумне навколишнє поле. Щоб розрізняти різні представлення,
ми позначатимемо параметри в істинно-модовому представлені тильдою (ã), а у
псевдомодовому— циркумфлексом (â).

Почнімо з істинно-модового представлення. Ми позначатимемо базисні ста-
ни як |i,α〉, де i ∈ {g, e, f}—стан атома, аα ∈ {∅,!ω}—стан поля. Загальний
вигляд хвильової функції тоді є таким:

|ψ̃〉 = c̃g,0(t) |g,∅〉+ c̃e,0(t) |e,∅〉+
∫ ∞

0

c̃f,1(ω, t) |f,!ω〉 dω. (6.28)

Підставляючи (6.28) у гамільтоніан (6.1), ми отримуємо таку систему рівнянь:

i ˙̃cg,0(t) = Ωc̃e,0(t), (6.29a)

i ˙̃ce,0(t) = ∆c̃e,0(t) + Ωc̃g,0(t) +

∫ ∞

0

η(ω)c̃f,1(ω, t)dω, (6.29b)

i ˙̃cf,1(ω, t) = (∆−∆c + ω − ωc)c̃f,1(ω, t)− iη∗(ω)c̃e,0(t), (6.29c)

де потенціал взаємодії η(ω) беремо з формули (6.3). Якщо ми наблизимо η(ω)
відповідно до формули (6.16), то матимемо рівняння, схожі на (6.29) для стану

|ψ̂〉 = ĉg,0(t) |g,∅〉+ ĉe,0(t) |e,∅〉+
∫ ∞

0

ĉf,1(ω, t) |f,!ω〉 dω, (6.30)

де |!ω〉 = â+ω |∅〉. Далі ми можемо ввести стан резонатора за формулою (6.27):

|!〉 = 1

g

∫ ∞

0

η̂∗(ω)â+ω |∅〉 dω. (6.31)

Користуючись гамільтоніаном (6.26), ми отримуємо для хвильової функції у
скороченому базисі {|g,∅〉 , |e,∅〉 , |f,!〉} такі рівняння:

i ˙̂cg,0(t) = Ωĉe,0(t), (6.32a)
i ˙̂ce,0(t) = ∆ĉe,0(t) + Ωĉg,0(t) + gĉf,1(t), (6.32b)

i ˙̂ff,1(t) =

(
∆−∆c − i

Γc

2

)
ĉf,1(t) + gĉe,0(t), (6.32c)
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для хвильової функції

|ψeff〉 = ĉg,0(t) |g,∅〉+ ĉe,0(t) |e,∅〉+ ĉf,1 |f,!〉 . (6.33)

У внутрішньо-зовнішньому представленні, на відміну від істинно-модового,
поле розділяється внутрішнє та зовнішнє. Тому ми маємо базис із дискретних ста-
нів |g,∅〉, |e,∅〉, |f,!in,∅out〉, а також континууму станів |f,∅in,!ω,out〉, де ін-
декси in та out позначають стан поля відповідно всередні та зовні резонатора, і ми
маємо співвідношення

c+ |∅in〉 = |!in〉 , (6.34a)
c |!in〉 = |∅〉 , (6.34b)

b+ω |∅out〉 = |!ω,out〉 , (6.34c)
bω |!ω′,out〉 = δ(ω − ω′) |∅out〉 . (6.34d)

Загальний вигляд хвильової функції тоді є таким:

|ψ〉 = cg,0(t) |g,∅〉+ ce,0(t) |e,∅〉+ cf,1,0(t) |f,!in,∅out〉

+

∫ ∞

0

cf,0,1(ω, t) |f,∅in,!ω,out〉 dω,
(6.35)

а рівняння часової еволюції для коефіцієнтів виглядають так:

iċg,0(t) = Ωce,0(t), (6.36a)
iċe,0(t) = ∆ce,0(t) + Ωcg,0(t) + gcf,1,0(t), (6.36b)

iċf,1,0(t) = (∆−∆c)cf,1,0(t) + gce,0(t)− i

∫ ∞

0

κ∗c(ω)cf,0,1(ω, t), (6.36c)

iċf,0,1(ω, t) = (∆−∆c + ω − ωc)cf,0,1(ω, t) + iκc(ω)cf,1,0(t). (6.36d)

Щоб визначити межі застосовності вищенаведених наближених моделей, ми
розвʼязуємо чисельно системи рівнянь (6.29), (6.32) і (6.36). Для нашого аналізу
не принципово, яким чином атом збуджується до стану |e〉, тому ми просто за-
дамо цей стан як початковий і не прикладатимемо жодного поля, тобто Ω = 0.
Ми розглядатимемо режим, за котрого між атомом та фотоном нема осциляцій
Рабі, тобто витік із резонатора є сильнішим за потенціал взаємодії між атомом і
резонатором: Γc > g. Як ефективний гамільтоніан, так і внутрішньо-зовнішнє
представлення виводяться за припущення, що резонатор є високодобротним (із
високоюQ), тобто Γc . ωc.

На рисунку 6.4 зображено результати чисельних розрахунків для резонато-
ра з фіксованою добротністю ωc/Γc ≈ 1200. Фіксуючи Q, ми тим не менше мо-
жемо змінювати коефіцієнт пропускання дзеркала і довжину резонатора. На ри-
сунку 6.4 (a) довжина резонатора L = λc/2, тому атом може взаємодіяти тіль-
ки з однією модою резонатора, і його finesse співпадає з quality: ∆ω/Γc = 1200.
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Як бачимо, як у резонансі, так і з відстройкою спектри фотонів у псевдомодово-
му та внутрішньо-зовнішньому представленнях співпадають зі спектрами істинно-
модової моделі, отриманими за рівняннями (6.29) із точним2 потенціалом взає-
модії (6.3). На рисунку 6.4 (b) резонатор є довшим, а дзеркало, відповідно, більш
прозорим.Щоб мати такий само потенціал взаємодії між атомом і резонатором,
ми також змінили дипольний момент атома.Маючи таку само quality, як і в попе-
редньому випадку, тепер ми маємо нижчу finesse:∆ω/Γc ≈ 7. Тому наближення
потенціалу взаємодії (6.14) є менш точним, бо лоренціани кожної моди не є до-
статньо розділеними, щоб вважати

√∑
fm ≈

∑√
fm. Звернімо увагу, що це на-

ближення використовується як у внутрішньо-зовнішньому, так і у псевдомодово-
му представленні, тому обидві наближенімоделі відхиляються від точної. З іншого
боку, як зазначено у [275], для застосовності псевдомодової моделі має виконува-
тись умова

(
Γc
c (xA + L)

)2 . 1. А коли ми подовжуємо резонатор, не змінюючи
Γc, ця умова не виконується настільки добре, що погіршує результати наближених
моделей. Також, як було вказано раніше, внутрішньо-зовнішнє представлення бу-
ло виведено для резонаторів із майже ідеальними дзеркалами, прозорість котрих
|t|2 = 1 − e−2LΓc/c . 1. Для подовженого резонатора ми маємо |t|2 ≈ 0.58,
що не є малою величиною. Врешті-решт, навіть у резонансі ∆c = 0 ми бачимо,
що спектр фотона з точної моделі є трохи зміщеним від резонансу ωc. Це можна
пояснити впливом інших мод резонатора, поєднаним із низькою його finesse.

На рисунках 6.4 (c, d) ми порівнюємо часову еволюцію фотонних станів. Тут
ми порівнюємо ймовірності фотона знаходитись у резонаторі: P̂f,1(t) = |ĉf,1(t)|2
у псевдомодовому та Pf,1,0(t) = |cf,1,0(t)|2 у внутрішньо-зовнішньому представ-
ленні. Як бачимо з рівнянь (6.32), амплітуда ĉf,1(t) залежить тільки від Γc та g, і
ці параметри не змінюються. Таким чином, P̂f,1 для високої (рисунок 6.4 (c)) та
низької finesse (рисунок 6.4 (d)) не відрізняються. З іншого боку, у внутрішньо-
зовнішньомупредставленні, потенціал взаємодіїκc(ω) явно залежить відL, і через
це для різних finesse маємо різні графіки.

6.3 Динаміка системи в картині Гейзенберга
У цьому підрозділі ми виведемо ефективну динаміку системи з атома та резонато-
ра, що взаємодіє з навколишнім простором, із перших принципів. Ми маємо на
меті контролювати форму фотона, що випромінюється з резонатора, прикладаю-
чи до атома зовнішнє поле. За основу для моделі візьмемо внутрішньо-зовнішнє
представлення, оскільки воно дозволяє відокремити фотон, що випромінився у
вільний простір. Система має вигляд, зображений на рисунку 6.2, атом початко-

2Під час чисельного розрахункуми використовуємофункцію відгукуT (ω) з формули (6.4), що
її виведено для одношарового дзеркала з товщиною δ = λc/(4n), а атом знаходиться за коорди-
натою xa = −L/2.
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Рисунок 6.4: Форма фотона, розрахована в істинно-модовому (P̃ ), внутрішньо-
зовнішньому (P ) та псевдомодовому (P̂ ) представленнях. (a), (b)Спектрифотонів для
параметрів резонатора |g| = 0.6/T , Γc = 2/T , ωc = 2416/T , де ωc = m2πc

L ,m — кіль-
кість пучностей у резонаторі. На графіку (a) час запису спектра tf = 10T , Γc = 2/T ,
довжина резонатораL = λc/2 (тобтоm = 1), показник заломлення n = 27.735, тому
|t|2 ≈ 0.005. На графіку (b) tf = 20T , L = 165λc/2, n = 2.1756, Γc = 2/T , отже
|t|2 ≈ 0.58. (c), (d) Часові профілі фотонів, обчислені за тих само параметрів, що і
відповідно (a) та (b).
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во знаходиться в стані |g〉, і ми розглядаємо двофотонний резонанс∆ = ∆c, тому
ωgf = ωc−ω0. Ми виведемо векторПойнтінга в істинно-модовому представлен-
ні в картині Гейзенберга. Ми могли б узяти вектор Пойнтінга зі [282] і додати до
нього резонатор, але, як покажемо нижче, виведений із перших принципів вектор
Пойнтінга виглядатиме інакше. Далі ми створимо ефективну модель у два кроки:
спочатку визначимо потік випромінених фотонів, що повʼязаний із гейзенбергів-
ською еволюцією оператора c+c, а потім випишеморівняння еволюції дляматриці
густини системи«атом і резонатор», усереднюючи за степенями свободи вільного
простору, що дозволить виконувати квантове усереднення.

6.3.1 Рівняння часової еволюції для операторів
Почнімо з того, що виведемо в картині Гейзенберга рівняння руху для операто-
рів bω(t) = U+(t, t0)bωU(t, t0), де U(t, t0)— пропагатор повного гамільтоніана
H(t),щовкартиніГейзенбергамає виглядH(H)(t) = U+(t, t0)H(t)U(t, t0). З рів-
няння Гейзенберга Ȯ(H) = − i

"
[
O(H)(t), H(H)(t)

]
для оператораO, що в картині

Шредінгера не залежить від часу (в картині Гейзенберга він залежить від часу як
O(H)(t) = U+(t, t0)OU(t, t0)), ми виписуємо рівняння Гейзенберга-Ланжевена:

ḃω(t) = −iωbω(t) + κc(ω)c(t), (6.37a)

ċ(t) = −iωcc(t)−
∫ ∞

0

κ∗c(ω)bω(t)dω − igσ(t). (6.37b)

Тут і далі ми опускатимемо позначку картини Гейзенберга (H).
Енергію фотонів, що їх випромінює резонатор, можна описати оператором

вектора Пойнтінга. Використовуючи його означення [276, 282], запишемо його
оператор в істинно-модовому представлення, використовуючи моди зовні резо-
натора [275—277]:

S(x) = − 1

2µ0
(Bout(x)Eout(x) + Eout(x)Bout(x)) , (6.38)

де µ0 —магнітна стала,Eout таBout — оператори полів:

Eout(x) = − i√
2πcA

∫ ∞

0

√
"ω
2ε0

(
Rωe

iωc x − e−iωc x
)
aω + conj., (6.39)

Bout(x) =
i

c
√
2πcA

∫ ∞

0

√
"ω
2ε0

(
Rωe

iωc x + e−iωc x
)
aω + conj., (6.40)

Rω = e2i
ω
c L

T (ω)

T ∗(ω)
≈
√

2π

Γc
· ωc

ω
α∗(ω)

(
ω − ωc − i

Γc

2

)
, (6.41)
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α(ω)—коефіцієнт, що повʼязує істинну моду aω з дискретною модою резонатора
c:

aω = α(ω)c+

∫ ∞

0

dω′β(ω,ω′). (6.42)

Його можна виразити як

α(ω) =

√
L

πc
· ω
ωc

sinc

(
(ω − ωc)

L

c

)
e−iωc LT ∗(ω). (6.43)

Враховуючи це, ми отримуємо наступний вираз для вектора Пойнтінга:

S(x) =
"

2πA

∫ ∞

0

√
ωω′ Re

[
RωR

′∗
ω e

−iω−ω′
c xa+ωaω′

]
dωdω′. (6.44)

Далі, виписуючи aω в термінах оператора bω з внутрішньо-зовнішнього пред-
ставлення aω =

∫
β(ω,ω′)b′ωdω, а також використовуючи співвідношення [276]

i

∫
α∗(ω)β(ω,ω′)b′ωdωdω′ =

∫
κ∗c(ω)bωdω (6.45)

ми отримуємо

S(x) =
"ωc

ΓcA

∫ ∞

0

κ∗c(ω)κc(ω
′)ei

ω−ωc
c xb+ω bωdωdω′. (6.46)

Вводячи інтегрований оператор зовнішнього поля

b(x) =
1√
Γc

∫ ∞

0

κ∗c(ω)e
iωc xbωdω, (6.47)

ми маємо для вектора Пойнтінга

S(x) =
"ωc

ΓcA
b+(x)b(x). (6.48)

Ми можемо ввести стан одного фотона, що випромінюється з резонатора зав-
дяки Γc(κc(ω)) і залежить від координати x > 0:

|!out (x, t)〉 = b+(x>0, t) |∅〉 , (6.49)

де ми вважаємо,щофотон поширюється в напрямку зростанняx, а резонатор роз-
ташований за координатою x = 0 (рисунок 6.5). Звернімо увагу, що цей кванто-
вий стан залежить від часу тільки завдяки використанню картини Гейзенберга для
оператора bω.
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D

Рисунок 6.5: Схематичне зображення процесу детектування фотона. Джерело фотонів
S , розташоване за координатою x = 0, випромінює фотон зі швидкістю релаксації Γc

у навколишнє середовище R. Фотон реєструється детектором D. Фотонний потік Φ
вимірюється через усереднення квантованого вектора Пойнтінга 〈S〉 (x, t).

6.3.2 Інтегровані оператори навколишнього поля
Уформулі (6.47) ми ввели інтегрований оператор вільного поля, котрий ми обчи-
слюємо, інтегруючи рівняння (6.37a) на інтервалі від t0 до t:

b(x, t) =
1√
Γc

∫ ∞

0

κ∗c(ω)bω(t)e
iωx/c

= bin
(
t− x

c

)
+

∫ t

t0

dt′
∫ ∞

0

|κc(ω)|2√
Γc

c(t′)e−iω(t−t′)eiω
x
c ,

(6.50)

де ми вводимо оператор введення (
 

 англ. input operator):

bin(τ) =
1√
Γc

∫ +∞

0

κ∗c(ω)bω(t0)e
−iω(τ−t0). (6.51)

Можна, до речі, помітити, що визначення (6.50) відрізняється від стандартно-
го, де b(x, t) вводиться як перетворенняФурʼє від bω [269, 283, 284]. Замість цього
ми визначили оператор через потенціал взаємодії κc(ω).

Щоб порахувати інтеграл за частотою в рівнянні (6.50), ми підставимо потен-
ціал із (6.18). Таким чином, ми маємо обчислити наступний інтеграл:

∫ ∞

0

|κc(ω)|2 e−iωτdω =
Γc

2π

∫ ∞

0

sinc2
(
ω − ωc

c
L

)
e−iωτdω. (6.52)

де τ = t− t′ − x
c .

Поширюючи інтегрування на відʼємну напіввісь, оскільки її вклад є малим, ми
можемо звести інтеграл (6.52) до двох інтегралів:

∫ +∞

−∞

e±ixτ

x2
dx, (6.53)
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які можна обчислити методами комплексного аналізу, причому результат відрі-
знятиметься залежно від знака перед τ . Таким чином, для інтеграла (6.52) маємо
значення

Γc

4π

( c
L

)2
e−iωc(t−t′−x/c) ×






−π(t′ − t+ x
c −

2L
c ) якщо t < t′ + x

c < t+ 2L
c ;

π(t′ − t+ x
c +

2L
c ) якщо t− 2L

c < t′ + x
c < t;

0 інакше.
(6.54)

Обчисливши інтеграл за частотою,можемо тепер обрахувати інтеграл за часом
у (6.50). Враховуючи результат (6.54), ми можемо розкласти інтеграл у залежності
від значення x:

∫ t

t0

=






∫ t−x
c

t−x
c−

2L
c

+
∫ t−x

c+
2L
c

t−x
c

якщо x > 2L;
∫ t−x

c

t−x
c−

2L
c

+
∫ t

t−x
c

якщо 0 < x < 2L,
(6.55)

для t > t0 +
x
c +

2L
c . Оскільки нас цікавить динаміка на часах набагато більших за

(світлову) довжину резонатора t 5 2L
c , то інтеграл для x < 2L можна рахувати

так само, як і інтеграл для x > 2L, бо t = 2L/c > t− x/c− 2L/c ≈ t. Інтеграли
рахуватимемо за формулою трапеції

∫ b

a

f(t)dt ≈ f(a) + f(b)

2
· (b− a). (6.56)

Тоді для повного інтеграла ми маємо
∫ t

t0

dt′
∫ ∞

0

dω |κc(ω)|2 e−iω(t−t′−x/c)c(t′) = Γcc
(
t− x

c

)
. (6.57)

Для x = 0 після інтегрування (6.52) маємо

Γc

4π

( c
L

)2
e−iωc(t−t′) ×






−π(t′ − t− x
c −

2L
c ) якщо t < t′ < t+ 2L

c ;
π(t′ − t+ x

c +
2L
c ) якщо t− 2L

c < t′ < t;
0 інакше.

(6.58)

Інтегруючи від t0 до t аналогічно до загального випадку, маємо
∫ t

t0

dt
∫ ∞

0

dω |κc(ω)|2 e−iω(t−t′)c(t′) =
Γc

2
c(t). (6.59)

Отже, ми маємо для інтегрованого оператора зовнішнього поля

b(x, t) = bin
(
t− x

c

)
+
√

Γcc
(
t− x

c

)
. (6.60)
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Під час інтегрування ми припустили t 5 2L
c , t > t0 +

x
c + 2L

c . Надалі ми
нехтуватимемо довжиною резонатора, бо ми вважаємо, що детектування фотона
відбувається на відстані, великій порівняно з L. Ми вводимо також оператор ви-
ведення (

 

 англ. output operator)

bout
(
t− x

c

)
= b(x>0, t), (6.61)

і таким чином маємо так зване співвідношення введення-виведення [269]

bout
(
t− x

c

)
= bin

(
t− x

c

)
+
√

Γcc
(
t− x

c

)
. (6.62)

Звернімо увагу, що це співвідношення слідує з конкретного виду потенціала
κc(ω), записаного в рівнянні (6.18), що таким чином обґрунтовує марківське на-
ближення. Таке формулювання дозволяє інтерпретувати оператор bout через ве-
ктор Пойнтінга, як показано нижче в рівнянні (6.67).

За координатою резонатора x = 0, ми отримуємо для b(x=0, t) такий вираз:

b0(t) ≡ b(x=0, t) = bin(t) +

√
Γc

2
c(t). (6.63)

Цією формулою ми ще скористаємося далі, виводячи рівняння для матриці
густини.

Також ми можемо спростити рівняння Гейзенберга-Ланжевена для c(t):

ċ(t) = −
(
iωc +

Γc

2

)
c(t)−

√
Γcbin(t)− igσ(t). (6.64)

6.3.3 Фотонний потік
Тепер ми можемо виписати вектор Пойнтінга (6.48) у внутрішньо-зовнішньому
представленні:

S(x>0, t) =
"ω
A b+

(
t− x

c

)
b
(
t− x

c

)
. (6.65)

Для певного квантового стану кількість енергії, що проходить через площуA
за час dt, дорівнює середньому потоку вектора Пойнтінга через цю площу:

A 〈S(x, t)〉 dt = "ωc

〈
b+(x, t)b(x, t)

〉
dt. (6.66)

Кількість фотонів, відповідно, дорівнює dn(x, t) ≡ 〈b+(x, t)b(x, t)〉 dt. Тоді фо-
тонний потік для x > 0

Φ(x, t) =
dn(x, t)

dt =
〈
b+
(
t− x

c

)
b
(
t− x

c

)〉
. (6.67)
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Оскільки b(t − x/c) є оператором виведення (6.61), то (6.67) вказує на його
звʼязок із фотонним потоком.

Якщо ми оперемо як початковий стан поле без фотонів: ρ(t0) = ρS(t0) ⊗
|∅〉 〈∅|, то середні значення членів, що містять bin та b+in , занулюються. Тоді для
випроміненого у вільний простір фотона маємо (для t > t0 + x/c, x > 0)

Φ(x, t) = Γc

〈
c+
(
t− x

c

)
c
(
t− x

c

)〉
(6.68)

Цей ключовийрезультат показує,щофотоннийпотікможна визначити, усере-
днюючи квантову динаміку кількості фотонів у резонаторі в картині Гейзенберга
[285].

6.4 Рівняння часової еволюції для матриці густи-
ни

Виведімо тепер для системи«атом і резонатор» рівняння часової еволюції для ма-
триці густини, котре використовуватиметься для квантового усереднення в фор-
мулі (6.67).

Динаміку системи у внутрішньо-зовнішньому представленні можна описати
за допомогою рівняння для матриці густини у формі Ліндблада. Виводитимемо
його аналогічно до [269, 271, 286, 287]. із рівняння Гейзенберга для операторів
XS(t) = U+(t, t0)XSU(t, t0) системи в картині Гейзенберга, використовуючи
формулy (6.15) із гамільтоніаномHS(t) = HA +HAC +HC :

dXS(t)

dt = − i

"
[
XS(t), H

(H)(t)
]

= − i

"

[
XS(t), H

(H)
S (t)

]

+

∫ ∞

0

(
κc(ω)b

+
ω (t) [XS(t), c(t)]

+ κ∗c(ω)
[
XS(t), c

+(t)
]
bω(t)

)
dω.

(6.69)

Із визначення (6.50) ми маємо
∫ ∞

0

κ∗c(ω)bω(t)dω =
√

Γcb(x=0, t). (6.70)
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Використовуючи (6.63), отримуємо

dXS(t)

dt = − i

"

[
XS(t), H

(H)
S (t)

]

+

(√
Γcb

+
in(t) +

Γc

2
c+(t)

)
[XS(t), c(t)]

−
[
XS(t), c

+(t)
](√

Γcbin(t) +
Γc

2
c(t)

)

= − i

"

[
XS(t), H

(H)
S (t)

]

+
√

Γcb
+
in(t) [XS(t), c(t)]

+
[
XS(t), c

+(t)
]√

Γcbin(t)

+ Γc

(
c+(t)XS(t)c(t)−

1

2

{
c+(t)c(t), XS(t)

})
.

(6.71)

Вводячи оператор дисипації

D+
in,t(XS(t)) =

√
Γcb

+
in(t) [XS(t), c(t)]−

√
Γc

[
XS(t), c

+(t)
]
bin(t), (6.72)

ми маємо
dXS(t)

dt = − i

"

[
XS(t), H

(H)
S (t)

]
+D+

in,t((XS(t))

+ Γc

(
c+(t)XS(t)c(t)−

1

2

{
c+(t)c(t), XS(t)

})
.

(6.73)

Середнє значенняXS ми обчислюємо наступним чином:

〈XS(t)〉 = tr[XS(t)ρ(t0)]

= tr(XSU(t, t0)ρ(t0)U
+(t, t0))

= trS
{
trR[XSU(t, t0)ρ(t0)U

+(t, t0)]
}

= trS[XSρS(t)]

(6.74)

де ми використали циклічну властивість сліду і ввели

ρS(t) = trR
[
U(t, t0)ρ(t0)U

+(t, t0)
]
. (6.75)

Аналогічно, використовуючи лінійність сліду, ми можемо обчислити середнє
значення правої частини (6.73):

〈[
XS(t), H

(H)
S (t)

]〉
= tr

([
XS(t), H

(H)
S (t)

]
ρ(t0)

)

= tr
(
[XS, HS(t)]U(t, t0)ρ(t0)U

+(t, t0)
)

= trS ([XS, HS(t)] ρS(t))

= trS (ρS(t) [XS, HS(t)]) ,

(6.76)
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〈
c+(t)XS(t)c(t)

〉
= tr

(
c+XScρS(t)

)

= tr
(
XScρS(t)c

+
) (6.77)

〈{
c+(t)c(t), XS(t)

}〉
= trS

({
c+c,XS

}
ρS(t)

)

= trS
(
XS

{
ρS(t), c

+c
}) (6.78)

Вважаючи навколишнє поле початково вакуумним ρR(t0) = |∅〉 〈∅|, ми
отримуємо дляDin,t

tr
(
b+in(t) [XS(t), c(t)] ρ(t0)

)
= tr

(
[XS(t), c(t)] ρ(t0)b

+
in(t)

)

= tr
(
[XS(t), c(t)] ρS(t0)⊗ ρR(t0)b

+
in(t)

)

= tr
(
[XS(t), c(t)] ρS(t0)⊗ |∅〉 〈∅| b+in(t)

)

= 0.

(6.79)

Аналогічно
tr
([
XS(t), c

+(t)
]
bin(t)ρ(t0)

)
= 0. (6.80)

Таким чином рівняння (6.73) має вигляд

tr

(
XS

dρS(t)
dt

)
= tr (XS [HS(t)ρS(t)])

+ Γc

(
trS
(
XScρS(t)c

+
)
− 1

2
trS
(
XS

[
ρS(t), c

+c
]))

.

(6.81)

Використовуючи співвідношення

∀A → tr(AB) = tr(AC) ⇔ B = C, (6.82)

ми отримуємо остаточний вигляд рівняння часової еволюції:

d
dtρS(t) = − i

" [HS(t), ρS(t)] + Γc

(
cρS(t)c

+ − 1

2

{
c+c, ρS(t)

})
. (6.83)

Тут усі оператори системи σ, c не залежать від часу (картина Шредінгера), а
гамільтоніанHS(t) залежить від часу тільки за рахунок змінної в часі частоти Рабі
класичного поляΩ(t).

6.5 Модель джерела фотонів
Далі ми з попередньої теорії виведемо модель джерела одиночних фотонів
на основі керованого зовнішнім полем атома в напівпрозорому резонаторі.
Випромінення фотона в таких системах було теоретично та експериментально
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досліджено на атомах, що проходять через резонатор, у конфігурації
 

 

STIRAP [32,
264, 265, 288], а також на захопленому йоні [258].

Оскільки нас цікавить лише система «атом і резонатор», то ми працюватиме-
мо в базисі станів |g,∅〉, |e,∅〉, |f,∅〉, |f,!〉, відповідно до схеми на рисунку 6.2.
Оскільки ми не розрізняємо тепер стани вільного поля, то в позначеннях ми від-
кидатимемо індекси in та S . Ми скористаємося сформульованою раніше теорією
для матриці густини:

ρ̇(t) = − i

" [H(t), ρ(t)] + L[ρ(t)], (6.84)

з дисипативним членом L[ρ] = Γc

(
cρc+ − 1

2 {ρ, c
+c}
)
. Рівняння (6.84) можна

переписати як

ρ̇(t) = − i

"

(
H̃(t)ρ(t)− ρ(t)H̃+(t)

)
+ Γccρ(t)c

+, (6.85)

де H̃ —неермітовий дисипативний гамільтоніан H̃(t) = H(t)− i"Γc
2 c

+c, анало-
гічно до (6.26). Виразивши гамільтоніан у матричній формі:

H(t) =

[
A(t) ·
· −ωc

]
, (6.86a)

A(t) =




· Ω(t) ·

Ω(t) ∆ g
· g ·



 , (6.86b)

ми бачимо, що він розпадається на два незалежних блоки: A(t) та −ωc. Для ма-
триці густини

ρ(t) =

[
ρAA(t) ρA0(t)
ρ0A(t) ρ00(t)

]
, (6.87)

ми тоді маємо два рівняння:

ρ̇AA = −i
(
Ã(t)ρAA(t)− ρAA(t)Ã

+(t)
)
, (6.88a)

ρ̇00 = ΓcDρAA(t)D
+, (6.88b)

деD = (0, 0, 1)—блок із матричного представлення оператора c, Ã(t) = A(t)−
i
2ΓcD+D. Оскільки як початковий стан ми обрали |g,∅〉, динаміка системи не
залежить від ρA0, а рівняння (6.88a) відповідає рівнянню Шредінгера з втратами
(тобто з неермітовим гамільтоніаном), виведеному у (6.32), тобто tr[ρAA] < 1:

i
∂

∂t
|ψeff〉 =




· Ω(t) ·

Ω(t) ∆ g
· g −iΓc

2



 |ψeff〉 , (6.89)
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де |ψeff〉—стан системи у псевдомодовому представленні.Населеність, що втрача-
ється зі станів |g,∅〉, |e,∅〉 та |f,!〉, збирається в стані |f,∅〉, такщоповна систе-
ма «атом, резонатор і навколишнє поле» є замкнутою:Pg,0+Pe,0+Pf,1+Pf,0 =
1, де Pi,n(t) = 〈i, n|ρ(t)|i, n〉 — населеність стану |i, n〉 (i — стан атома, n —
кількість фотонів). Звернімо увагу,що (6.89) отримано у внутрішньо-зовнішньому
представленні. Оскільки це рівняння співпадає з отриманим у псевдомодовому
представленні рівнянням (6.32), то межі застосовності обох представлень співпа-
дають.

Переписуючи (6.88b), ми отримуємо

Ṗf,0(t) = ΓcPf,1(t). (6.90)

З іншого боку, за визначенням квантового середнього 〈O〉 = tr(ρO), можна
виразити фотонний потік (6.68) через населеності:

Φ(t) ≡ dn
dt = ΓcPf,1(t). (6.91)

Ми тоді можемо трактувати Pf,0(t) як кількість фотонів, що випромінюються
з резонатора: Pf,0(t) ≡ n(t). Така схема дозволяє визначити форму фотона через
фотонний потік Φ(t) із динаміки системи «атом і резонатор», що визначається
рівняннямШредінгера (6.89).

6.6 Контроль за формою фотона
Проаналізуємо тепер динаміку для одномодового резонатора L = λc/2. Ми по-
рівняємо режим сильної взаємодії g > Γc із режимом g # Γc. Параметри обрано
так, щоб бути в межах застосовності внутрішньо-зовнішнього та псевдомодового
представлення. Результати обчислень зображено на рисунку 6.6. Як бачимо, для
Γc = 30/T < g стан із фотоном у резонаторі |f,!〉 є більш заселеним, ніж для
Γc = 90/T > g.

На рисунку 6.7 ми порівнюємо фотони всередині та зовні резонатора для рі-
зних значень Γc, використовуючи внутрішньо-зовнішнє представлення (6.36). На
рисунку 6.7 (a) показано часову залежність населеності Pf,1 для фотона всередині
резонатора. Крім того, що зі зменшенням Γc населеність |f,!〉 збільшується, її
графік також для симетричної залежності Ω(t) стає несиметричним. Рисунок 6.7
(b) показує спектр випроміненого з резонатора фотона. Як бачимо, чим більш до-
бротним є резонатор, тим, по-перше, спектр є вужчим, а по-друге, тим він є ближ-
чим до резонансу.

Прямо контролювати форму випроміненого фотона можна за великих від-
стройок∆ 5 Ω,∆ 5 g, коли рівень |e,∅〉 можна адіабатично прибрати [289], а
також за слабкої взаємодіїG . Γc та g2/∆ . Γc, деG = −gΩ/∆—ефективний
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Рисунок 6.6: Динаміка системи, обчислена за рівнянням (6.89). Параметри системи:
Ω(t) = Ω0 sin2

(
π t
T

)
, |g| = 60/T ,∆ = 150/T , Ω0 = 60/T , ωc = 2416/T .
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Рисунок 6.7: Часовий профіль фотона в резонаторі (a) та частотний спектр фотона
зовні резонатора (b) для різних значеньΓc. Інші параметри мають такі само значення,
як і на рисунку 6.6.
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потенціал раманівської взаємодії (що дозволяє також адіабатично прибрати стан
|g,!〉).

В результаті адіабатичного наближення ми маємо:

cg,0(t) = exp

(
−θ(t)

2
+ iζ(t)

)
, (6.92a)

ζ(t) =

∫ t

0

Ω2(t′)

∆
dt′, (6.92b)

θ(t) =

∫ t

0

4G2(t′)

Γc
dt′. (6.92c)

Обчисливши cg,0(t), ми можемо обчислити cf,1(t) = −2iG(t)
Γc

cg,0(t), а також
фотонний потік за формулою (6.91):

Φ(t) = θ̇(t)e−θ(t). (6.93)

Ми можемо також розвʼязати зворотню задачу— визначити залежністьΩ(t),
що створює бажаний фотонний потікΦ(t):

θ(t) = − log

(
1−

∫ t

0

Φ(t′)dt′
)
. (6.94)

Ми тоді отримаємо для частоти Рабі наступний вираз:

Ω(t) =
∆
√
Γc

2g

√
Φ(t)

1−
∫ t

0 Φ(t
′)dt′

. (6.95)

Цей вираз може розходитись на великих часах. Щоб запобігти цьому, ми вво-
димо параметр ефективності η < 1, завдяки котрому Ω(t → +∞) = 0, якщо
Φ(t → +∞) = 0 [264, 265].

Чисельні результати для гаусової функції

Φ(t) =
η
√
π

T
exp

(
−π

2t2

T 2

)
,

∫ +∞

−∞
Φ(t)dt = η, (6.96)

показано на рисунках 6.8 (a, b). Для значення Γc = 90/T ми отримали
maxt G(t) ≈ 13/T . Γc. Ми також чисельно перевірили фотонний потік, пора-
хувавши його за теоретично обчисленою за формулою (6.95) Ω(t) за допомогою
рівняння Шредінгера (6.89). Чисельно розразований потік збігаться з початково
заданим.

За формулою (6.95) можна досліджувати і складніші форми фотонів [290,
291], наприклад, ті, що було отримано за допомогою резонансних процесів над
вільними атомами [264, 265].
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Рисунок 6.8: Частота Рабі Ω(t)T , чисельно обчислений за (6.96) фотонний потік Φ(t)
(товста синя лінія) та середня кількість випромінених фотонів n(t) =

∫ t
−∞Φ(t)dt′ =

Γc
∫ t
−∞ |cf,1(t′)|2 dt′ (тонка зелена лінія), що відповідає бажаномуфотонному потоку,

зображеному пунктирною червоною лінією для Γc = 90/T (a, b) або частоті Рабі
Ω(t) = 60 exp

(
−π2 t2

T 2

)
/T для Γc = 10/T (c, d). Параметри системи: |g| = 60/T ,

∆ = 300/T , η = 0.99.
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На рисунках 6.8 (c, d) показано аналогічні розрахунки для більш добротного
резонатора: Γc = 10/T , maxt G(t) = 12/T ≈ Γc. Тут уже не можна адіабати-
чно знехтувати станом |f,!〉. У цьому випадку фотон випромінюється раніше і
швидше, а менша швидкість витоку фотона з резонатора призводить до деформа-
ції «хвоста» на графіку фотонного потоку.

6.7 Висновки до розділу 6
У розділі теоретично досліджено джерело фотонів, що складається з лямбда-ато-
ма, розташованого в реонаторі з одним напівпрозорим дзеркалом.

• Для опису системи з перших принципів розглянуто три представлення:
істинно-модове, внутрішньо-зовнішнє та псевдомодове. В істинно-модо-
вому представленні отримано потенціал взаємодії між резонатором та
зовнішнім полем, що дозволяє описувати динаміку системи без будь-яких
апріорних наближень. Зокрема, встановлено, що однієї вимоги високої
добротності недостатньо для відповідності наближених моделей до точних,
що важливо для резонаторів із відносно великими втратами та перекриттям
мод, таких як плазмонні резонатори.

• Із перших принципів виведено феноменологічну модель псевдомодового
представлення, доповнену повним описом системи, включаючи повні
характеристики фотона в часовій та частотній областях. Це дозволяє точно
визначити стан фотона, що випромінюється з резонатора.

• Досліджено ефективний режим слабкої взаємодії атома з резонатором за
великого відстроювання та великих втрат у резонаторі, коли населеністю
резонатора можна адіабатично знехтувати. У цьому випадку можна безпо-
середньо зв’язати амплітуду поля накачки з формою вихідного одиночного
фотона, що дає змогу налаштовувати спектральну та часову форму випромі-
неного фотона за потребою.
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Висновки

У дисертаційній роботі було експериментально, чисельно і теоретично дослідже-
но джерела квантового світла різних типів.

1. Розроблено точну чисельну модель, яка описує взаємодію атомів зі скла-
дною структурою рівнів із класичним світлом довільної поляризації.
Основні рівняння моделі включають квантові оператори у матричній
формі, враховують поширення світла та часову еволюцію квантового стану
атомів. Модель застосовано для опису експериментів, представлених у
дисертації. Також вона може служити для чисельної підтримки експери-
ментів із зупинки світла та оптимізації характеристик натрієвих опорних
зірок під час астрономічних спостережень.

2. Розроблену чисельну модель використано для створення джерела біфото-
нів на основі чотирихвильової взаємодії на лазерно охолоджених атомах
рубідію-87 у порожнистому оптичному волокні із фотонним кристалом
(

 

 

HCPCBGF). За допомогою моделі визначено залежність поляризацій
однофотонних стоксового та антистоксового полів від поляризацій нака-
чки та контрольного поля. Показано, що за ортогональних поляризацій
накачки і контрольного поля слабкі поля поляризовані ортогонально
до близьких за частотою сильних полів, що сприяє їхньому легкому
розрізненню в експерименті.

3. Експериментально реалізовано джерело пар квантово сплутаних фо-
тонів на основі чотирихвильової взаємодії на лазерно охолоджених
атомах рубідію-87 у порожнистому оптичному волокні із фотонним
кристалом. Спостережено крос-кореляцію та порушення нерівності
Коші-Буняковського-Шварца, що підтверджує квантову сплутаність біфо-
тонів. Використовуючи методику Хенбері-Брауна і Твісса для визначення
якості одиночних фотонів, зафіксовано близьку до нуля автокореляцію
g(2)S,S|AS(τ=0) = 0.08(1), що свідчить про малу ймовірність випромінення
більше ніж одного фотона одночасно.
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4. Завдяки специфічній конфігурації джерела досягнута висока його спе-
ктральна яскравість при низьких потужностях накачки, яка обмежується
тільки перекриванням у часі послідовних біфотонів. Джерело біфотонів на
основі порожнистого оптичного волокна з фотонним кристалом поєднує
переваги джерел у вільному просторі та у хвильоводах. Досягнута

 

 

GSBP
перевищує показники існуючих джерел за на порядок вужчого спектру та
на два порядки нижчої потужності накачки. Це робить його привабливим
для інтеграції у фотонні мережі, використання в супутникових систе-
мах квантового розподілу ключів та застосування у фотонній квантовій
метрології.

5. Досліджено явище раманівської суперфлуоресценції на холодних атомах
рубідію-87, завантажених у порожнисте оптичне волокно. Спостережено
підсилення спонтанного випромінення більш ніж на два порядки для
кількості атомівN # 2.2 × 105. Розроблено просту феноменологічну мо-
дель, що використовує поняття максимального колективного числа атомів
для пояснення експериментальних залежностей в умовах неоднорідного
збудження оптично товстого середовища.

6. Створено більш складну модель розрахунку максимального колективного
числа атомів, яка базується на законі збереження енергії. Чисельно визначе-
но критичну кількість атомів

 

 

MCN, за якої класична суперфлуоресценція
переходить у насичений режим, і

 

 

MCN перестає залежати від фактичного
числа атомів. Показано, що ця критична кількість атомів відповідає мініму-
му загальної тривалості суперфлуоресцентного імпульса.

7. Проведено чисельне моделювання експериментів зі спостереження рама-
нівської суперфлуоресценції з урахуванням магнітних підрівнів рубідію-87,
поляризації світла та подвійного заломлення всередині порожнистого во-
локна. Це дозволило вивчити значно ширший порівняно з експериментом
діапазон кількостей атомів і, як наслідок, виявити перехід від посиленого
спонтанного випромінення до стимульованого розсіяння, а також вивчити
специфічний режим насичення

 

 

SF. Отримані результати поглиблюють ро-
зуміння впливу різних неоднорідностей на колективне розсіювання у вели-
ких порівняно з довжиною хвилі атомних ансамблях.

8. Досліджено джерело фотонів, що складається з лямбда-атома, поміщеного
в резонатор із одним напівпрозорим дзеркалом. Для опису системи
з перших принципів розглянуто три представлення: істинно-модове,
внутрішньо-зовнішнє та псевдомодове. В істинно-модовому представленні
отримано потенціал взаємодії між резонатором та зовнішнім полем, що
дозволяє описувати динаміку системи без будь-яких апріорних наближень.
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Встановлено, що умовою відповідності наближених моделей до точних є
висока добротність (

 

 англ. finesse) та відсутність перекриття мод.

9. Обгрунтовано феноменологічну модель псевдомодового представлення,
доповнену повним описом системи, включаючи повні характеристики
фотона в часовій та частотній областях. Модель дозволяє точно визначати
стан фотона, що випромінюється з резонатора. Досліджено ефективний
режим слабкої взаємодії атома з резонатором за великого відстроювання
та великих втрат у резонаторі, коли населеністю резонатора можна знехту-
вати. У цьому випадку поведінка амплітуди поля накачки визначає форму
вихідного одиночного фотона, що дає змогу налаштовувати спектральну та
часову форму випроміненого фотона за потребою.
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