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Kurzfassung

Die kontrollierte Erzeugung einzelner Photonen auf Abruf (on demand) ist eine Grundvor-
aussetzung fiir die Quanteninformationstechnologie. In diesem Kontext sind sogenannte
Zweiphotonen-Raman-Prozesse in Dreiniveausystemen in A-Konfiguration experimentell
wie auch theoretisch ausgiebig untersucht worden: Hierbei wird das System, ausgehend
von einem der beiden Grundzustéiinde, derart durch einen nichtresonanten Laserpuls ange-
regt, dass es unter Emission eines Photons in den anderen Grundzustand iibergeht. Das so
erzeugte Einzelphoton erbt die Linienbreite des Lasers, und seine Emissionsfrequenz ist
zur Laserfrequenz komplementir. Insofern sind Zweiphotonen-Raman-Prozesse extrem
vielversprechend als Grundbaustein fiir Einzelphotonenquellen, die eine rein optische
Kontrolle iiber die spektralen Eigenschaften des emittierten Photons zum Zeitpunkt seiner
Erzeugung gewihrleisten, sodass beispielsweise eine flexible Feinabstimmung von Fre-
quenz und Bandbreite auf einen Empfanger in Quantennetzwerken moglich ist. Bisher ist
allerdings experimentell — trotz theoretischer Vorhersagen — aus Raman-Prozessen keine
fiir Quantenkommunikationsnetzwerke ausreichend grofe Emissionswahrscheinlichkeit
(On-Demand-Verhalten) realisiert worden.

Vor diesem Hintergrund kniipft diese theoretische Arbeit in zweierlei Hinsicht an die
Weiterentwicklung von auf Raman-Prozessen operierenden Einzelphotonenquellen an.

Zum einen betrachten wir in dieser Arbeit einen speziellen Zweiphotonenprozess, nim-
lich zwischen Biexziton und Grundzustand in halbleiterbasierten Quantenpunkt-Mikrore-
sonator-Systemen, den wir insbesondere durch eine spektrale Untersuchung ebenfalls als
Raman-Prozess klassifizieren werden. Neuartig ist hierbei die Erzeugung von Raman-
Photonen aus einem angeregten Zustand heraus. Zudem erlaubt dieser Prozess aufgrund
der fiir die Biexzitonkonfiguration spezifischen optischen Auswahlregeln neben den aus
A-Systemen bekannten Eigenschaften der Frequenz- und Linienbreitenkontrolle zusétz-
lich auch die Kontrolle iiber den Polarisationszustand des Einzelphotons. Im Rahmen
dieser Arbeit untersuchen wir zunichst die Dynamik sowie die spektralen Eigenschaften
der Einzelphotonenemission aus dem Biexziton genauer. Wir zeigen, dass nicht nur die
Frequenz und Linienbreite sondern auch die Linienform durch den Kontrolllaser bestimmt
sind.

Zum anderen nehmen wir die erwihnte bislang erfolglose experimentelle Realisierung
der On-Demand-Emission zum Anlass, um Zweiphotonen-Raman-Prozesse allgemein
grundlegend neu zu untersuchen. Dazu entwickeln wir ein mikroskopisches Rahmenkon-



zept auf Basis der Heisenberg-Bewegungsgleichung in Kombination mit der Methode der
Cluster-Entwicklung. Diese Methode ist bisher noch nicht zur theoretischen Erforschung
der Raman-Prozesse angewandt worden. Sie ermoglicht eine vereinheitlichende und ein-
deutige Definition eines Raman-Photons iiber den Anregungsprozess selbst, ndmlich liber
die in der Cluster-Entwicklung identifizierbare Raman-Korrelation. Dariiber hinaus eta-
blieren wir daraus ein Optimierungskriterium fiir die Raman-Emission. Wir analysieren
in einem ersten Schritt konsistent und systematisch resonatorgestiitzte Raman-Prozesse
in vier fundamentalen Dreiniveausystemen — zwei Leiter- (2-)Konfigurationen, eine A-
und eine V-Konfiguration. Die Systeme gruppieren sich in zwei Klassen, A- und V-artig,
welche sich durch unterschiedliche Raman-Emissionscharakteristik und Raman-Emis-
sionswahrscheinlichkeit auszeichnen. Ferner finden wir, dass sowohl anregungsinduzierte
Energieverschiebungen als auch quantenmechanische Interferenzeffekte auftreten und ins-
besondere fiir zur Steigerung der Emissionswahrscheinlichkeit benotigte wachsende An-
regungsintensititen relevant werden. Diesen Sachverhalt machen wir unter anderem fiir
die unerreichte On-Demand-Emission verantwortlich. Wir finden, dass Raman-Prozesse
unter Beriicksichtigung dieser Effekte tatsdchlich On-Demand-Emission zulassen. Unse-
ren in dieser Arbeit etablierten Formalismus iibertragen wir abschlieBend auf die Einzel-
photonenemission aus dem Biexziton. Wir préisentieren erste grundlegende Erkenntnisse
zur Verbesserung des System- und Anregungsdesigns, um On-Demand-Verhalten einer
auf dem Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand basierenden Ein-
zelphotonenquelle zu erreichen.
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Abstract

The controlled generation of single photons on demand is a basic requirement of the
quantum-information technology. In this context, so-called two-photon Raman processes
in three-level systems in A-configuration have been thoroughly investigated experimen-
tally and theoretically. To drive the Raman process starting from one of the two ground
states, the system is excited by a non-resonant control-laser pulse such that it relaxes to
the other ground state via the emission of a single photon. This photon inherits the li-
newidth of the control laser, and its frequency is complementary to the laser frequency.
Hence, two-photon Raman processes are extremely promising as a basic building block
of single-photon sources allowing for the on-the-fly all-optical control of the single pho-
ton’s spectral properties. This enables, for example, to flexibly fine-tune the frequency
and bandwidth with respect to a receiver in quantum networks. However, until now on-
demand performance which is crucial for quantum-networking applications has not been
realized experimentally — despite the theoretical predictions.

In this context, the theoretical study presented in this thesis is connected with the further
development of Raman-process-based single-photon sources in two respects.

On the one hand, we consider a certain two-photon process in semiconductor-based
quantum-dot microresonator systems, namely the two-photon process between the biex-
citon and ground state. In particular, we will classify this process as a Raman process
by the analysis of the spectral properties of the emission. The novelty of this scheme is
that the Raman emission is stimulated starting from an excited state. Furthermore, in con-
trast to the A-Raman process this scheme additionally allows for all-optical and on-the-fly
control of the single photon’s polarization state due to the configuration-specific optical
selection rules. At first, we will investigate the Raman process from the biexciton to the
ground state by an in-depth analysis of the dynamics and the spectral properties of the
emission. We will show that not only the frequency and linewidth are controllable by the
laser field but also the spectral shape of the single photon.

On the other hand, we use the fact that on-demand performance has not yet been achie-
ved in experiments as the starting point to investigate two-photon Raman processes in a
Jfundamentally reoriented manner. Here, we develop a microscopic framework based on
the Heisenberg equation of motion in combination with the cluster-expansion approach
which has not been applied yet to describe and analyze two-photon Raman processes. This
method allows for a standardized and unambiguous definition of a Raman-Photon via the
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corresponding excitation path itself — via the Raman correlation which can be identified
in the cluster expansion. In addition to that, we establish an optimization criterion for the
Raman emission. In a first step, we consistently and fully systematically analyze cavity-
enhanced Raman processes in fundamental three-level systems in four different electronic
configurations — two ladder- (E-)configurations, one A- und one V-configuration. The-
se systems can be divided into two classes, which we call A- and V-type, which exhi-
bit strongly different Raman-emission characteristics and Raman-emission probabilities.
Furthermore we find that excitation-induced energy shifts as well as quantum mechanical
interference effects can occur. In particular, these effects become relevant for elevated la-
ser powers which are crucial for entering the on-demand regime. Among others, we make
this issue responsible for the experimentally experienced limitations of the emission pro-
bability. Our findings show that taking energy shifts and interference effects into account,
Raman processes actually allow for on-demand performance. Finally, we generalyze our
new framework to describe the single-photon emission from the biexciton. We present
first fundamental insights for the optimization potential of the system and excitation de-
sign to bring the Raman emission of the biexciton into the on-demand regime.

v



Wissenschaftliche Beitrage

Die folgende Auflistung umfasst die im Rahmen dieser Arbeit entstandenen Publikationen
in Fachzeitschriften mit unabhingiger Begutachtung (Peer-Review) sowie alle Beitrdge in
Erstautorenschaft zu internationalen Konferenzen.

Publikationen

[P1] Dirk Heinze, Dominik Breddermann, Artur Zrenner und Stefan Schumacher. A

quantum dot single-photon source with on-the-fly all-optical polarization control
and timed emission. Nat. Commun. 6, 8473 (2015).

[P2] Dominik Breddermann, Dirk Heinze, Rolf Binder, Artur Zrenner und Stefan Schu-

macher. All-optical tailoring of single-photon spectra in a quantum-dot microcavity
system. Phys. Rev. B 94, 165310 (2016).

[P3] Dominik Breddermann, Tom Praschan, Dirk Heinze, Rolf Binder und Stefan Schu-
macher. Microscopic theory of cavity-enhanced single-photon emission from opti-
cal two-photon Raman processes. Phys. Rev. B 97, 125303 (2018). Editors’ Sugge-
stion.

Konferenzbeitrage

[K1] Dominik Breddermann, Dirk Heinze, Artur Zrenner und Stefan Schumacher. Single-
photon emission from a partly stimulated two-photon emission in semiconductor
quantum dots (Poster). 79. Jahrestagung der DPG und DPG-Friihjahrstagung, Ber-
lin, Deutschland (15.-20. Mirz 2015).

[K2] Dominik Breddermann, Dirk Heinze, Rolf Binder, Artur Zrenner und Stefan Schu-
macher. All-optical control of quantum-dot single-photon emission (Vortrag). SPIE
Photonics West, San Francisco, USA (13.-18. Februar 2016).

[K3] Dominik Breddermann, Dirk Heinze, Rolf Binder, Artur Zrenner und Stefan Schu-
macher. All-optical control of the spectral properties of a single photon emitted from



[K4]

[K5]

vi

a quantum-dot microcavity system (Poster). 13th International Workshop on Non-
linear Optics and Excitation Kinetics in Semiconductors, Dortmund, Deutschland
(09.-13. Oktober 2016).

Dominik Breddermann, Dirk Heinze, Rolf Binder, Artur Zrenner und Stefan Schu-
macher. All-optical tailoring of single-photon spectra in quantum-dot microcavi-
ty systems (Poster). DPG-Friihjahrstagung, Dresden, Deutschland (19.-24. Mirz
2017).

Dominik Breddermann, Tom Praschan, Dirk Heinze, Rolf Binder und Stefan Schu-
macher. All-optical control of the spectral properties of a single photon emitted from
a quantum-dot microcavity system. IOP International Conference on Optics of Ex-
citons in Confined Systems, Bath, UK (10.-15. September 2017).



Inhaltsverzeichnis

(1. Einleitung| 1
[2. Theoretische Beschreibung der Quantenpunktemission| 15
[2.1. Hamilton-Operatoren| . . ... ... ... .. ... . ... . ......... 15
[2.1.1. Vierniveaumodell des Quantenpunktes|. . . . . ... ... ... .. 15

[2.1.2.  Fundamentale Dreiniveausysteme|. . . . . . . ... ... ... ... 18

[2.2. Bewegungsgleichungen| . . . ... ... ... ... ... ... ... .. ... 20
[2.2.1. Von-Neumann-Gleichung| . . ... ... ... ............ 20

[2.2.2.  Heisenberg-Gleichung und Cluster-Entwicklung| . . . . . ... .. 21

[2.3. Emissionsspektrum|. . . . . . ... .o L 24

[3. Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand| 27
[3.1.  Voriiberlegungen zu Systemdesign und Anregungsbedingungen| . . . . . . 28
[3.2. Dynamik der Einzelphotonenemission|. . . . . . ... ... ... ...... 30
[3.3.  Spektrale Eigenschaften der Einzelphotonenemissionf . . . . . . ... ... 35
[3.3.1.  Emissionsfrequenz der Einzelphotonenemission| . . . . . ... .. 36

[3.3.2.  Linienbreite und Linienform des Einzelphotons|. . . . . . ... .. 39

[3.4.  Analytische Losung des reduzierten Modells fiir beliebige Laserhiillkurven| 41
[3.4.1. Losung der Emissionsdynamik| . . ... ... ... ......... 42

[3.4.2.  Untersuchung des Eberly-Wodkiewicz-Spektrums| . . . . . .. .. 46

[4. Zweiphotonen-Raman-Prozesse in fundamentalen Dreiniveausystemen| 53
4.1. Vereiheitlichende Beschreibung A- und V-artiger Systeme| . . . ... .. 53
K.2. Bewegungsgleichungen der Photonenemission| . . . . .. ... ....... 56
4.2.1. Raman-Korrelationsgleichung|. . . . .. ... .. ... ....... 58

4.2.2.  Emissionszerlegung und Raman-Population|. . . . . ... ... .. 61

#.3.  Analyse der Emissionswahrscheinlichkext. . . . .. ... ... ... ... 64
{4.3.1. Emissionskarten: Raman-Photon vs. Quanteninterferenz] . . . . . 67

{4.3.2.  Input-Output-Kennlinien der Raman-Emission| . . . . ... .. .. 70

#.3.3. Zeitabhangigkeit der Frequenzverschiebung|. . . . . . .. ... .. 74

|4.3.4. Resonanter Raman-Prozess und Quanteninterferenz . . . . . . . . 78

Vil



Inhaltsverzeichnis

[5. Mikroskopische Analyse der Raman-Emission aus dem Biexziton| 83
[5.1. Bewegungsgleichungen der Emission| . . . . . ... ... ... ... ... 84
[5.2. Raman-Emissionscharakteristik des Biexzitons| . . ... ... ... .. .. 91

5.2.1. Raman-Emissionskartenl . . . .. ... ... ... ... .. ..... 91
[5.2.2.  Input-Output-Kennlinien der Raman-Emission| . . . . .. ... .. 94
[5.2.3.  Spektrale Analyse der optimierten Raman-Emission| . . . . . . .. 98
[5.2.4.  Simulation des vollen Anregungszyklus| . . . . ... ... .. ... 101

[6. Zusammenfassung und Ausblick| 105

|IA. Erganzende Betrachtungen zur Emission aus dem Biexziton| 111
|A.1. Behandlung von Polarisations- und strahlendem Zerfall|. . . . . ... ... 111

IA.L.1. Einfluss von strahlendem Zerfall aut die Raman-Emissionl . . . . 112
|A.2. Reduzierende Modellbildung| . . . . . ... ... ... ... ... . . ... 113
[A.2.1. Emissionsdynamik| . . . ... ... ... ... ... ... . ... 114
[A.2.2. Wiener-Khintchine-Spektrum| . . . ... ..... ... ....... 116
[A.2.3. Zeitabhiangigkeit der Stark-Verschiebung| . . . ... ... ... .. 118
|A.3. Initialisierung des Biexzitons| . . . . . . ... ... o L L. 119

[B. Erganzende Betrachtungen zum Raman-Prozess in Dreiniveausystemen|i21

[B.1. Singlet-Doublet-Triplet-Gleichungen| . . . . . ... ... ... ... .... 121
[B.1.1. SD'I-Gleichungen fir A-artige Systeme| . . . . ... ... ..... 122

[B.1.2. SD'I-Gleichungen fiir V-artige Systeme| . . . . ... ... ..... 122

[B.1.3. Von-Neumann-Losung vs. Cluster-Entwicklungslosung| . . . . . . 123

[B.1.4. Einfluss von strahlendem Zerfall aut den Raman-Prozess| . . . . . 125

[B.2. Analytische Diskussion der SDT-Gleichungen| . . . . . .. ... ... ... 125
[B.2.1. Quasistationdre Losung| . ... ... ................. 126

[B.2.2. Zeitabhangigkeit der Stark-Verschiebung| . . . ... ... ... .. 127
[Literaturverzeichnis| 131
) 0 0 141

viil



Einleitung

Einzelphotonen mit wohlkontrollierbaren optischen Eigenschaften wie Linienbreite und
-form, Wellenlinge, Polarisationszustand sowie dem Emissionszeitpunkt sind im Kon-
text der Anwendung in der Quanteninformationstechnologie ein elementarer Grundbau-
stein zur Codierung und Ubertragung von Information (engl. qubit) [1-5]. In diesem
Zusammenhang stellen insbesondere Halbleiterquantenpunkte als quasinulldimensionale
Nanostrukturen (kiinstliche Atome) aufgrund ihrer durch entsprechende Epitaxieverfah-
ren gezielt modellierbaren optischen Eigenschaften vielversprechende Materialsysteme
dar [[6-10]. In den letzten zwei Jahrzehnten sind vielfiltige erfolgreiche experimentel-
le Realisierungen zur kontrollierten Erzeugung einzelner Photonen auf Abruf (engl. on
demand) demonstriert worden [4,|1 1H19]]. On-Demand-Emission liegt ab einer Emissi-
onswahrscheinlichkeit von etwa 67% vor, was als Mindestanforderung fiir den Betrieb
von Quanteninformationsnetzwerken berechnet werden kann [18],20,[21]. Darauf wer-
den wir zu einem spéteren Zeitpunkt dieser Einfiihrung nochmals zu sprechen kommen.
Dariiber hinaus lassen sich Quantenpunkt-Mikroresonator-Systeme mittlerweile derart
miniaturisieren, dass sogar erste Komplettlosungen zur Einzelphotonenemission im Chip-
Format [22/23] realisiert werden konnten. Uber die Einzelphotonenerzeugung hinaus sind
Quantenpunkte auch als Materialsysteme fiir Laser [24-26] sowie zur Erzeugung polari-
sationsverschréankter Photonen [27-33]] erfolgreich erforscht worden.

Die oben zitierten Ansitze erlauben oftmals nur die Kontrolle {iber eine Teilmenge der
zu Beginn erwihnten Eigenschaften des Einzelphotons. Insbesondere ist die Linienbrei-
te in vielen Anregungsschemata durch die materialspezifische Zeitskala des spontanen
Zerfalls der elektronischen Zustidnde fixiert [11,[16}34,|35]]. Diese Linienbreite konnte
zwar auch schon unterschritten werden [36], allerdings dann auf Kosten der Emissions-
wahrscheinlichkeit. Eine andere Grundidee besteht darin, ein einzelnes Photon aus ei-
ner beliebigen Emissionsquelle nach seiner Erzeugung spektral zu manipulieren. Dies ist
zum Beispiel durch elektrooptische Modulation moglich [37,38] oder durch Summenfre-
quenzspektroskopie [39,40]. Solche Prozesse haben oftmals den Nachteil, dass sie eine
sehr geringe Effizienz aufweisen oder die Intensitit des Einzelphotons beeintrachtigen.

In der vorliegenden Arbeit beschiftigen wir uns mit einem neuen Konzept, welches
die rein optische Steuerung aller angefiihrten Parameter ermoglicht: Wir betrachten die
durch einen optischen Resonator verstdrkte Einzelphotonenemission aus dem Biexziton
— einem angeregten Zustand in Halbleiterquantenpunkten — vermittels eines durch einen
Kontrolllaser getriebenen Zweiphotonenprozesses, der das System in seinen Grundzu-



1. Einleitung

a b Zweiphotonen- C A-Raman-Prozess
Kontroll- prozess
laser Biexziton angeregter Zustand
Kontroll-
laser —
Quantenpunkt-
biexziton Grundzustande
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Abbildung 1.1.: Kontrollierte Einzelphotonenemission aus dem Biexziton und Zweiphotonen-Raman-
Prozess im A-System. Wir zeigen (a) schematisch die stimulierte Einzelphotonenerzeu-
gung aus der Zweiphotonenemission des Biexzitons. Das Biexziton ist eine angeregte
Konfiguration aus zwei Elektron-Loch-Paaren (grau schattierte Kreise, Locher mit (+) und
Elektronen mit (—) gekennzeichnet) in einem Halbleiterquantenpunkt, symbolisiert durch
die Pyramide. (b) Hierbei wird das besetzte biexzitonische Niveau durch einen Kontroll-
laser (blauer Pfeil), welcher mit simtlichen elektronischen Ubergiingen (in dieser Darstel-
lung nicht eingezeichnet) nichtresonant eingestellt ist, derart stimuliert, dass die zur Uber-
briickung in den Grundzustand fehlende Energie durch die Emission eines zweiten Photons
(gelber Pfeil) beigetragen wird. Dieses Einzelphoton wird durch einen optischen Mikrore-
sonator (gelbe Klammern) verstirkt. Das so erzeugte Photon erbt dabei die spektralen Ei-
genschaften des Lasers. (¢) Zum Vergleich ist der Zweiphotonen-Raman-Prozess zwischen
den beiden Grundzustinden eines Dreiniveausystems in A-Konfiguration gezeigt. Ausge-
hend vom besetzten Grundzustand wird das System durch einen nichtresonanten Laser an-
geregt (blauer Pfeil), energetisch entweder unterhalb oder oberhalb des néchsten angereg-
ten Zustandes. Dabei geht das System unter Emission eines energetisch passenden zweiten
Photons (gelber Pfeil) in den anderen Grundzustand iiber. Das so erzeugte Raman-Photon
erbt dabei ebenfalls die spektralen Eigenschaften des Kontrolllasers. Typischerweise haben
die beiden optisch erlaubten Uberginge zueinander orthogonale Dipolmomente.

stand tiberfiihrt (siche Abb. und Abb. ). Ahnlich zu stimulierter parametrischer
Fluoreszenz [41] (engl. parametric down conversion) in einem nichtlinearen Kristall wird
eines der beiden Photonen durch den Laser stimuliert, das zweite dazu energetisch kom-
plementir emittiert. Dieser Prozess ermoglicht die Kontrolle {iber Emissionszeitpunkt,
Polarisationszustand, Emissionsfrequenz, Linienbreite und -form durch den Kontrollla-
ser, und wir werden in dieser Arbeit die fundamentale physikalische Ergriindung dieses
Mechanismus und seiner spektralen Eigenschaften vornehmen.

Eine noch viel engere physikalische Verwandtschaft des halbstimulierten Zweiphoto-
nenprozesses zwischen Biexziton und Grundzustand wird jedoch mit sogenannten op-
tischen Zweiphotonen-Raman-Prozessen augenfillig, die ebenfalls die spektrale Form-
barkeit sowie die Frequenzsteuerung des emittierten Raman-Photons durch einen Kon-
trolllaser zulassen. Am meisten untersucht und diskutiert ist wohl der Raman-Prozess
in Dreiniveausystemen in A-Konfiguration (sieche Abb. [I.Ic): Das System wird ausge-
hend von einem der beiden Grundzustidnde unterhalb oder oberhalb des realen angeregten
Zustandes durch einen Kontrolllaser auf ein oftmals als virtuell bezeichnetes Niveau an-
geregt. Es relaxiert anschliefend von dort aus in den anderen der beiden Grundzustinde
unter Emission eines einzelnen Photons, das als Raman-Photon bezeichnet wird. Wir wer-
den unter anderem in dieser Arbeit anhand der optischen Eigenschaften zeigen, dass wir
den Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand ebenfalls als optischen
Raman-Prozess klassifizieren konnen. Zweiphotonen-Raman-Prozesse sind seit vielen
Jahrzehnten bereits in atomaren Dreiniveausystemen studiert worden [42-46[], auch zur



Anwendung in Quantennetzwerken [47]. Damit einhergehend sind zudem Quanteninter-
ferenzphidnomene — also die quantenmechanische Interferenz verschiedener Anregungs-
und Emissionspfade — von Zweiphotonenprozessen in Dreiniveausystemen untersucht
worden. Eines der bekanntesten Phdnomene ist vermutlich die elektromagnetisch indu-
zierte Transparenz (engl. electromagnetically induced transparency, EIT), die sich als
anregungsinduzierte dunkle Linie im Absorptionsspektrum duflert [48-50]. In den letzten
ein bis zwei Jahrzehnten sind Raman-Prozesse wieder zunehmend in den Fokus der For-
schung geriickt, da natiirlich auch zahlreiche neue Realisierungsmoglichkeiten in unter-
schiedlichen Dreiniveaukonfigurationen in Halbleiterquantenpunkten moglich geworden
sind [51H55]]. Aber auch im Kontext der Konstruktion von Nanophotonikplattformen und
anderen optoelektronischen Bauteilen spielen Raman-Prozesse aufgrund ihrer besonderen
optischen Eigenschaften vermehrt eine zentrale Rolle [56-59].

Obwohl also Zweiphotonen-Raman-Prozesse und ihre optischen Eigenschaften seit
langer Zeit sehr intensiv untersucht worden sind, konnten Einzelphotonenquellen nach
dem Raman-Prinzip bisher — trotz theoretischer Vorhersagen [4560] — experimentell nicht
im On-Demand-Limes realisiert werden, weder in atomaren Systemen [45,46]] noch in
Quantenpunkten [21]]. Zudem haben in jlingerer Vergangenheit experimentelle Daten im-
mer wieder offene Fragen aufgeworfen, beispielsweise zum scheinbar widerspriichlichen
Verhalten der Emissionslinienbreite im Vergleich zur Emissionsintensitit des resonanten
Raman-Prozesses (siehe Supplementary Information in Quelle [54]). Aus diesem Grun-
de ist offensichtlich ein vollig neues und vor allen Dingen mikroskopisches Verstindnis
der Raman-Physik von Noten, um auf dem Gebiet der auf Raman-Prozessen basierenden
Einzelphotonenquellen Fortschritte zu erzielen und insbesondere deren Emissionswahr-
scheinlichkeit zu steigern. Hier besteht ein weiterer Ankniipfungspunkt der vorliegen-
den Arbeit: Wir werden eine vereinheitlichende mikroskopische Beschreibung aller zur
Einzelphotonenemission konfigurierten Zweiphotonen-Raman-Prozesse in Mehrniveau-
systemen vornehmen und die Diskussion der physikalischen Eigenschaften der Raman-
Prozesse vollig neu aufrollen. Bevor wir im Laufe dieses Einleitungskapitels weiter ins
Detail gehen und damit einhergehend die Gliederung der vorliegenden Arbeit genauer
umreiBen, wollen wir zunichst einen kompakten Uberblick iiber die Grundlagen der opti-
schen Eigenschaften von Halbleiterquantenpunkten geben, deren Verstindnis wir fiir die
weiteren Ausfithrungen benotigen.

Um die fundamentalen optischen Eigenschaften von Halbleiterquantenpunkten, die
auch fiir das Grundverstindnis der in dieser Arbeit diskutierten Anregungsprozesse und
der verwendeten Modellbildung [9,|61] elementar sind, kurz zu motivieren, zeigen wir
in Abb. eine schematische Energiebanddarstellung eines typischen Halbleiterquan-
tenpunktes entlang einer gewihlten Raumrichtung: Die lokal auf einer Skala des exzito-
nischen Bohr-Radius in allen drei Raumrichtungen dimensionsreduzierte Kristallstruktur
bildet einen Quantentopf fiir die Elektronen im Leitungs- sowie fiir die Locher im Valenz-
band des Halbleitermaterials (typisch sind beispielsweise GaAs- oder InAs-basierte Ver-
bindungen), was zur Ausbildung diskreter Eigenzustinde fiihrt. Diese koppeln jeweils an
das Kontinuum des einbettenden Materials (engl. wetting layer). Fiir optische Anregungen
nahe der Bandliicke (eV-Skala) beobachtet man daher ein diskretes Emissionsspektrum,
welches maBgeblich durch die Quasiteilchenanregungen charakerisiert ist. Neben einfa-
chen gebundenen Elektron-Loch-Paaren (Exzitonen) sind auch Konfigurationen hoherer
Ordnung stabil wie die paarweise Bindung zwischen Exzitonen (Biexzitonen) [64-66]]. In
Abb. [1.2b haben wir die relevanten optisch aktiven Zustinde skizziert: Der experimen-
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Abbildung 1.2.: Vierniveaumodell des Quantenpunktes. (a) Schematische Darstellung des dreidimensio-
nalen Potentialtopfes (schwarze durchgezogene Linie) fiir Elektronen (-) im Leitungs-
band und Locher (+) im Valenzband eines Halbleiterquantenpunktes fiir eine gewéhlte
Raumrichtung. Exemplarisch ist jeweils eines der diskreten Energieniveaus fiir Elektro-
nen und Locher eingezeichnet (graue durchgezogene Linien), welche einen exzitonischen
Zustand (gestrichelte Ellipse) formen konnen. Das Quasikontinuum des einbettenden Mate-
rials (wetting layer) ist durch die grau schattierten Fldchen angedeutet. Unsere Darstellung
orientiert sich an den Quellen [9,/61]. (b) Abbildung auf ein Vierniveauschema bestehend
aus dem Grundzustand ohne Elektron-Loch-Anregungen und den niedrigsten relevanten
optisch aktiven Quasiteilchenzustinden, zwei im Allgemeinen feinstrukturaufgespaltenen
Exzitonen und einem gebundenen Exzitonenpaar (Biexziton). Die Konfigurationen zeich-
nen sich durch ihre Drehimpulszusténde aus. (c) Resultierende Auswahlregeln des Vierni-
veausystems. Die optisch erlaubten Uberginge sind durch schwarze Doppelpfeile markiert.
Die gestrichelt markierten Ubergiinge wechselwirken mit horizontal polarisiertem Licht,
die gepunktet markierten mit vertikal polarisiertem. Die Zweiphotonenaktivitit des Biex-
zitons ist durch blaue Doppelpfeile illustriert. Unsere Skizzen (c,d) orientieren sich an der
Darstellung in den Quellen [[621/63]] fiir GaAs- bzw. InAs-Quantenpunkte.

telle Befund zeigt, dass das Materialsystem hauptsédchlich charakterisiert wird durch das
ladungs- und spinneutrale Biexziton — bestehend aus zwei Elektronen mit Spin +1/2 und
zwei Lochern mit Spin +3/2 — sowie durch vier exzitonische Zustinde, die sich durch
ihre Drehimpulsquantenzahlen =1, +2 klassifizieren lassen [[62,63)67,68]]. Lediglich die
+1-Zustinde sind optisch aktiv, und sie weisen in der Regel eine Feinstrukturaufspaltung
(neV-Skala) aufgrund der Austauschwechselwirkung von Elektronen und Lochern auf,
wihrend die beiden dunklen Exzitonen energetisch viel tiefer liegen. Die beiden optisch
aktiven Exzitonen sind daher hauptsichlich durch die symmetrischen und antisymmetri-
schen Konfigurationen der +1-Zustinde charakterisiert, was auf die in Abb. skiz-
zierten Auswahlregeln fiir die Wechselwirkung mit linear polarisiertem Licht (hier hori-
zontal und vertikal genannt) fiihrt. Anders formuliert ist das Emissionsspektrum eines
Halbleiterquantenpunktes von der sogenannten strahlenden Biexziton-Exziton-Kaskade
dominiert [[63,|67,|69]]. Die Energien dieser Konfigurationen sind durch das Design des
Materialsystems festgelegt und damit iiber das Wachstumsverfahren kontrollierbar [68].
Es ist ferner moglich, Quantenpunkte unmittelbar im Fabrikationsprozess mithilfe von
Lithographieverfahren in einen maBgeschneiderten optischen Mikroresonator (engl. mi-
crocavity, oder kurz cavity) zu integrieren [9,70], um eine gewiinschte Emissionsfrequenz
entsprechend zu verstirken. Uber das Design des Resonators erdffnet sich auch eine wei-
tere Moglichkeit der spektralen Manipulation des Photons, beispielsweise durch Mikro-
diskresonatoren (engl. whispering gallery resonator) [71]]. Nicht zuletzt erlaubt auch die
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Abbildung 1.3.: Kontrolle iiber die Polarisation des Einzelphotons. Gezeigt sind die o, -polarisierten (blaue
Linie) und o_-polarisierten Anteile F (rote Linie) der laserinduzierten Photonenpopulation
aus dem in Abb. skizzierten Zweiphotonenprozess. Der Polarisationsparameter p des
Kontrolllasers beschreibt fiir p = 0 rein ¢_-zirkular polarisiertes und fiir p = 7t/2 rein o,-
zirkular polarisiertes Licht. Diese Originalabbildung inklusive der detaillierten Beschrei-
bung der genaueren physikalischen Parameter befindet sich in Publikation [P1].

gezielte mechanische Verspannung von Quantenpunkten eine Variation der Emissions-
wellenldnge [72]. Bemerkenswert ist zudem, dass die geeignete rdumliche Gruppierung
von zwei oder mehr Quantenpunkten sogar die Herstellung maBgeschneiderter kiinstli-
cher Molekiile zuldsst [73-75]. Ferner konnen die elektronischen Konfigurationen und
damit einhergehend die optischen Auswahlregeln sowohl in einzelnen geladenen Quan-
tenpunkten als auch in geladenen Quantenpunktmolekiilen [[73]] gezielt mithilfe von ex-
ternen Magnetfeldern manipuliert werden, was insbesondere die gingige Realisierung
von quantenpunktbasierten A-Konfigurationen [Abb. [I.Tk] darstellt [21,/53,/54,76]. Auf-
grund dieser vielfiltigen Moglichkeiten sind Quantenpunktsysteme als besonders flexibel
gestaltbare Nanostrukturen extrem relevant fiir den technischen Fortschritt in der Quan-
teninformationstechnologie.

Uber die elementaren Einzelphotoneniiberginge der Biexziton-Exziton-Kaskade hin-
aus ist bereits theoretisch wie experimentell gezeigt worden, dass das Biexziton auch iiber
einen Zweiphotonenprozess an den Grundzustand koppelt [77], wie auch in Abb. [[.2¢
durch die blauen Pfeile angedeutet ist. Dieser Prozess kann sowohl spontan [78-80]
stattfinden als auch durch Laserfelder getrieben und damit in seiner Wahrscheinlichkeit
deutlich erhoht werden. Dies ist zum einen iiber die entartete Zweiphotonenresonanz
moglich [33,/81], wobei der Laser auf die Hilfte der Ubergangsenergie zwischen Biex-
ziton und Grundzustand eingestellt wird, was zu Rabi-Oszillationen zwischen den bei-
den Zustinden fiihrt. Zum anderen ist auch der nichtentartete Zweiphotonenprozess an-
steuerbar [82-84], was durch die Anregung mit zwei Lasern unterschiedlicher Frequenz,
die sich zur Ubergangsfrequenz zwischen Biexziton und Grundzustand addieren, gelingt.
Diese Verfahren ermoglichen eine robuste Initialisierung des Biexzitons ausgehend vom
Grundzustand.

Dieser Initialisierungsprozess ist eine Grundvoraussetzung fiir den anfangs eingefiihr-
ten halbstimulierten nichtentarteten Zweiphotonenprozess vom Biexziton in den Grund-
zustand, dessen Untersuchung Gegenstand dieser Arbeit ist, und der im Wesentlichen eine
Umkehrung des Initialisierungsprozesses darstellt. Mit den oben umrissenen Eigenschaf-
ten der optisch aktiven Konfigurationen in Halbleiterquantenpunkten wird nun deutlich,
warum dieser Prozess die einzigartige Moglichkeit der Steuerung des Polarisationszu-
standes des emittierten Einzelphotons ermoglicht: Anfangszustand (Biexziton) wie auch
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Abbildung 1.4.: Schematische Darstellung der Cluster-Entwicklung. Die Cluster-Entwicklung zerlegt ei-
ne GroBe, welche aus der Wechselwirkung von N Teilchen (z.B. Coulomb- oder Licht-
Materie-Wechselwirkung, dargestellt durch einfach linierte Ellipsen) hervorgeht, in alle
niederrangigeren Wechselwirkungsbeitrige. Diese sogenannten korrelierten Cluster sind
durch die doppelt linierten Ellipsen gekennzeichnet und werden entsprechend ihrer Wech-
selwirkungshierarchie als Singlets, Doublets, Triplets usw. bezeichnet. Die hier gezeigte
Darstellung orientiert sich an den Quellen [85]/86].

Singlets

+ cee

Endzustand (Grundzustand) sind spinneutrale Konfigurationen. Das aber heif}t, dass bei-
spielsweise das Einstrahlen eines o, -zirkular polarisierten Kontrolllasers aufgrund die-
ser Auswahlregeln ausgleichend zur Emission eines komplementdir, also o-_-polarisierten
Photons fiihren muss. Dies ist explizit theoretisch in Publikation [P1] nachgewiesen wor-
den. Da die Untersuchung dieser Eigenschaft nicht Gegenstand dieser Arbeit ist, zei-
gen wir lediglich zur Veranschaulichung die Originalabbildung aus Publikation [P1] in
Abb. [I.3} Sie trigt den o,- und o-_-polarisierten Anteil des Einzelphotons gegeniiber dem
durchgestimmten — hier reellwertig parametrisierten — Polarisationszustand p des Kon-
trolllasers von o_ hin zu o, iiber dazwischenliegende elliptisch polarisierte Zustidnde auf.
Die beiden Anteile verlaufen sinusformig gegenphasig und zeigen somit das aufgrund der
Spineigenschaften erwartete Verhalten. Anders formuliert und iiber das gezeigte Beispiel
hinausgehend ist es moglich, durch die Wahl der Kontrolllaserpolarisation — neben den li-
near polarisierten Zustdnden H und V — jeden beliebigen Zustand elliptischer Polarisation
Zu erzeugen.

An diesem Punkt haben wir nun eine kurze Vorschau iiber die grundlegenden optischen
Eigenschaften des hier zur Einzelphtonenerzeugung betrachteten Zweiphotonenprozesses
zwischen Biexziton und Grundzustand erhalten. Wir haben aber auch eine Zusammenfas-
sung der fundamentalen optischen Eigenschaften von Halbleiterquantenpunkten gegeben
sowie einen Uberblick iiber einige wichtige Meilensteine des Fortschritts im Forschungs-
umfeld quantenpunktbasierter Einzelphotonenquellen. Im Folgenden mdochten wir nun
genauer aufzeigen, inwiefern die im Rahmen dieser Arbeit prisentierten Studien, die teil-
weise in den Publikationen [P1-P3] verdffentlicht sind, an jenen Fortschritt ankniipfen
und diesen fortfiihren. Im Zuge dessen wollen wir auch einen genaueren Uberblick iiber
den Aufbau dieser Arbeit und ihre Beitrdge zu den Publikationen [P1-P3] geben.

Im nichstfolgenden Kapitel, Kapitel 2, filhren wir als Erstes in die Modellbildung
von Halbleiterquantenpunkt-Mikroresonator-Systemen auf Basis von Jaynes-Cummings-
Modellen ein [9,/61] und definieren die hier verwendeten Hamilton-Operatoren. Ebenso
geben wir eine Zusammenfassung iiber die relevanten Bewegungsgleichungen zur Be-
rechnung der Systemdynamik. Wir nutzen zur Berechnung der Anregungsdynamik die
Von-Neumann-Gleichung, die die Zeitentwicklung des Dichteoperators im Schrodinger-
Bild beschreibt. Auf dieser Ebene findet die weitere Modellbildung fiir Verlust- und Zer-
fallsprozesse statt, die mithilfe sogenannter Lindblad-Terme durch phdnomenologische
Dampfungskonstanten beriicksichtigt werden konnen. Hier schlieBen wir in unsere Be-



schreibung eine endliche Lebensdauer der Photonen im Resonator ein sowie den Zer-
fall elektronischer Kohirenzen. Zudem beriicksichtigen wir strahlenden Zerfall der elek-
tronischen Besetzungen iiber von der Resonatormode verschiedene Moden. Diese Be-
schreibung lisst eine besonders kompakte numerische Umsetzung als endlichdimensio-
nale Matrix-Vektor-Gleichungen zu, da oftmals — wie auch hier — eine Reduzierung auf
endlichdimensionale Hilbert-Rdaume aus der Anfangsbedingung heraus gelingt [61]]. Eine
dquivalente Beschreibung stellt die Heisenberg-Bewegungsgleichung fiir die Observablen
selbst dar, die aus der Von-Neumann-Gleichung unter Transformation ins Heisenberg-
Bild hervorgeht. In der Heisenberg-Darstellung (bzw. im Ehrenfest-Theorem [87]) sieht
man sich mit dem sogenannten Hierarchieproblem konfrontiert, da N-Teilchengréf3en an
(N + 1)-TeilchengroBen koppeln. Um die Hierarchie physikalisch sinnvoll und systema-
tisch abzubrechen, verwenden wir im Rahmen dieser Arbeit die erfolgreiche Methode der
Cluster-Entwicklung [85]/86] (sieche Abb[I.4), die die vollen N-Teilchenerwartungswerte
faktorisiert in Ein- (Singlets), Zwei- (Doublets), Dreiteilchen- (Triplets) und hoherrangige
Beitrige (korrelierte Cluster). Die Cluster-Entwicklung stellt also hier eine Entwicklung
in der Hierarchie der Licht-Materie-Wechselwirkung dar und erméglicht, ausgehend vom
zu beschreibenden Anregungsprozess, ein konsistentes SchlieBen des Bewegungsglei-
chungssatzes. Da das Heisenberg-Bild ja die Dynamik der Observablen selbst beschreibt,
also eine mikroskopische Sicht auf die Anregungspfade und deren Kopplungsmechnis-
men zuldsst, wird oft bei der kombinierten Beschreibung durch Heisenberg-Gleichung
und Cluster-Entwicklung von einer mikroskopischen Theorie gesprochen. Diese Methode
ist bisher noch nicht auf die Beschreibung der Zweiphotonen-Raman-Prozesse angewandt
worden, weshalb wir uns durch die mikroskopische Sicht vollig neue physikalische Ein-
sichten verschaffen konnen. Im letzten Teil des Kapitels fiihren wir noch die Berechnung
von Emissionsspektren sowohl fiir stationédre (Wiener-Khintchine-Spektrum) [61]] als auch
zeitaufgelost (Eberly-Wodkiewicz-Spektrum) [[88]] fiir gepulste Anregungen ein. Insgesamt
betrachten wir also im Laufe dieser Arbeit die Emission sowohl in ihrer Dynamik als auch
spektral aufgeldst.

In Kapitel [3|ndhern wir uns dem Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grund-
zustand in einem wohlkontrollierbaren Anregungsgrenzfall, in dem die Untersuchung
erster fundamentaler optischer Eigenschaften des Zweiphotonenprozesses — Ansteuerung
durch den Kontrolllaser, Abstimmbarkeit von Frequenz und Linienbreite des Einzelpho-
tons — moglich wird: Zum einen betrachten wir einen Resonator mit einer vergleichs-
weise kurzen Photonenlebensdauer, der stark von den elektronischen Resonanzen ver-
stimmt ist und keinerlei spektralen Uberlapp mit diesen aufweist. Zum andern ist auch
der Kontrolllaser weder mit den elektronischen Ubergiingen noch mit dem Resonator
spektral iiberlappend. Dies schlie3t die unerwiinschte Ansteuerung anderer Emissions-
pfade aus und fiihrt zu anndhernd stationdren Besetzungen. Wir zeigen in einer ersten
numerischen Simulation auf Basis der Von-Neumann-Gleichung, dass die Stimulation
des Zweiphotonenprozesses tatsdchlich durch den horizontal polarisierten Kontrolllaser
gelingt und zu einer kohirenten Photonenpopulation, dem Einzelphoton, in der Resona-
tormode fiihrt. Wir finden zudem erste Anzeichen dafiir, dass der Kontrolllaser Verschie-
bungen der Ubergangsenergien (Stark-Verschiebungen [89,90]) induziert. In dem betrach-
teten Anregungslimes gelingt auf Basis der Heisenberg-Gleichung zunéchst ohne expli-
zite Verwendung der Cluster-Entwicklung begleitend eine reduzierende Modellbildung,
die die Emissionsdynamik des stimulierten Zweiphotonenprozesses im Wesentlichen auf
die Kopplung der drei fundamentalen photonenassistierten Polarisationen der H-Mode
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Abbildung 1.5.: Steuerung der Emissionsfrequenz. (a) Abgebildet ist eine Illustration der Definition der
Verstimmung 4y des Kontrolllasers (blauer Pfeil) als Abweichung von der elementaren
Resonanzbedingung, bei der sich die Anregungsfrequenz des Lasers wy und des Resonators
wc (symbolisiert durch die gelben Klammern) zur Energiedifferenz zwischen Biexziton B
und Grundzustand G addieren. Die gestrichelten Linien dienen als Hilfslinien. (b) Fiir eine
monochromatische Anregung mit variierender Verstimmung, 41, = —0.3 meV (blaue Linie),
A = 0.0 meV (schwarze Linie) und 4y, = +0.3 meV (rote Linie), ist die normierte Intensitit
der Einzelphotonenemission im Vergleich zur Resonanzlinie der Cavity (grau schattierte
Flache) gezeigt. Die genaueren physikalischen Parameter dieses Beispiels zusammen mit
einer detaillierten Diskussion finden sich in der Besprechung von Abb. [3.4]in Kapitel

zuriickfiihrt, die sich der Biexziton-Exziton-Kaskade und dem durch das gewiinschte Ein-
zelphoton assistierten Prozess zuordnen lassen. Im Grenzfall stationdrer Anregung wird
es moglich, sowohl einen expliziten Ausdruck fiir die Optimalverstimmung des Kon-
trolllasers gegeniiber der elementaren Resonanzbedingung herzuleiten, die die induzierte
Stark-Verschiebung kompensiert, als auch erste grundlegende Abhingigkeiten zwischen
den physikalischen Parametern zu erschlieen. Diese analytischen Betrachtungen haben
einen signifikanten Beitrag zur Publikation [P1] beigesteuert, in der das Konzept erst-
malig vorgestellt und insbesondere hinsichtlich seiner Polarisationskontrolle untersucht
worden ist.

Im zweiten Teil des Kapitels wenden wir uns dann den spektralen Eigenschaften der
Einzelphotonenemission zu. Wir zeigen im Limes stationdrer Anregung die Abstimmbar-
keit der Emissionsfrequenz innerhalb der Cavity-Resonanzlinie durch Variieren der Laser-
frequenz und erkennen, dass die Linienbreite des Einzelphotons die Cavity-Linienbreite
deutlich unterschreiten kann (siehe Abb. . Es gelingt die Ubertragung der reduzie-
renden Modellbildung auf das Wiener-Khintchine-Spektrum, und wir leiten analytische
Zusammenhinge fiir das Emissionspektrum her. Weiterhin demonstrieren wir fiir gepuls-
te Anregung, dass die Linienbreite des Einzelphotons im Wesentlichen durch die spektrale
Breite des Pulses gegeben ist. Diese spektralen Eigenschaften klassifizieren den stimulier-
ten Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand als Raman-Prozess. Wir
motivieren ferner durch die Uberlagerung mehrerer Kontrollpulse, dass das Spektrum des
Einzelphotons durch das Design des Kontrollpulses mageschneidert werden kann.

Abschlielend 16sen wir im dritten und letzten Teil des Kapitels das reduzierte Modell
sowohl fiir die Dynamik als auch fiir das Spektrum der Einzelphotonenemission fiir belie-
bige Laserhiillkurven. Insbesondere und bemerkenswerterweise finden wir erste Hinweise
darauf, dass die Raman-Photonenemission aus dem Biexziton nicht nur iiber die durch den
Kontrolllaser induzierte elektronische Polarisation induziert, sondern auch durch die ver-
meintlich parasitdire inkohdrente Hintergrundemission aus dem Biexziton gespeist wird.
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Abbildung 1.6.: Raman-Prozesse in Dreiniveausystemen. (a) Skizziert sind die zur Erzeugung von Raman-
Photonen (gelbe Pfeile) moglichen Konfigurationen von Dreiniveausystemen. Dabei seien
jeweils die Uberginge 1 <> 2 sowie 2 <> 3 optisch erlaubt. Die beiden Ubergiinge kop-
peln ferner an zwei zueinander orthogonale Lichtmoden. Ein Photon des Raman-Prozesses
wird durch einen Kontrolllaser (blauer Pfeil) derart getrieben, dass die Emission des zwei-
ten — des Raman-Photons (gelber Pfeil) — erzwungen wird, hier in eine Resonatormode.
Wir klassifizieren die Konfigurationen Z; und A als A-artig (Raman-Emission aus dem
Ubergang 2 < 3), und Konfigurationen Z, und V als V-artig (Raman-Emission aus dem
Ubergang 1 «> 2). (b) Wir zeigen ein Beispiel fiir das zeitaufgeloste Emissionsspektrum

S(t,w) = Re [, d’ [OH’ dre™*GM (¢, 1) [88] des resonanten Raman-Prozesses in einer
A-Konfiguration um die Resonatorfrequenz wc herum. Hierbei sind sowohl der Kontrollla-
ser — hier ein 18 ps langer 57t-Rechteckpuls — als auch die Cavity resonant mit den elektroni-
schen Ubergingen (siche Nebenbild). Ferner bezeichne G (1) die Autokorrelationsfunktion
der Resonatorphotonen. Wir zeigen zwei repriasentative Zeitpunkte, einen Schnappschuss
auf der Zeitskala des Raman-Prozesses (¢ = 18 ps, gestrichelte Linie) und einen weite-
ren auf der Zeitskala der inkohédrenten Emission (¢ = 100 ps, durchgezogene Linie). Beide
Spektren sind auf ihr Maximum normiert, da sie sich um einen Faktor 30 unterscheiden.
Die physikalischen Parameter orientieren sich an experimentellen Daten aus Quelle [54].
Eine ausfiihrliche Analyse dieses Szenarios befindet sich in Kapitel d]im Rahmen der Dis-
kussion von Abb. f.9]

Die in Kapitel |3| priasentierten numerischen Simulationsergebnisse zur spektralen Unter-
suchung des Raman-Prozesses zwischen Biexziton und Grundzustand sowie die im Zuge
dessen entwickelten analytischen Einsichten sind in Publikation [P2] zusammengefasst
und verdffentlicht. AbschliefSend konnen wir aus Kapitel 3] schlieBen, dass die Physik des
Raman-Prozesses zwischen Biexziton und Grundzustand — und der Raman-Prozesse im
Allgemeinen — weitaus komplizierter ist, als bisher angenommen und einer systemati-
schen mikroskopischen Analyse fiir beliebige Anregungsintensititen, Laser- und Cavity-
Verstimmungen bedarf. Insbesondere fiir die Untersuchung des On-Demand-Potentials
ist eine genaue Kenntnis der Rollen der verschiedenen moglichen Anregungs- und Emis-
sionspfade unumginglich. Ferner stellt sich die Frage, ob und — wenn ja — wie sich der
Raman-Prozess zwischen Biexziton und Grundzustand von dem Raman-Prozess in einem
A-System unterscheidet, wie er beispielsweise in den Quellen [21, 53] im Kontext der
Einzelphotonenemission diskutiert wird. Aus diesem Grunde reduzieren wir zunichst die
Komplexitit der Problemstellung und widmen uns der systematischen und vergleichenden
mikroskopischen Untersuchung der Einzelphotonenemission aus Zweiphotonen-Raman-
Prozessen in generischen Dreiniveausystemen.

Ausgehend von den vorangegangenen Einsichten etablieren wir in Kapitel 4{ dann eine
neue vereinheitlichende und systematische mikroskopische Beschreibung der Zweipho-
tonen-Raman-Prozesse auf Basis der Heisenberg-Bewegungsgleichung in Kombination
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mit der Cluster-Entwicklung [85]]. Diese Technik ist bisher noch nicht zur Untersuchung
der Raman-Prozesse herangezogen worden. Daher spielt Kapitel 4| nicht nur eine zentrale
Rolle fiir diese Arbeit sondern stellt auch einen wichtigen Beitrag zur Weiterentwick-
lung von auf Raman-Prozessen basierenden optoelektronischen Bauelementen — insbe-
sondere von Einzelphotonenquellen — dar. Das gesamte in diesem Kapitel entwickelte
Rahmenkonzept sowie die meisten dort vorgestellten Ergebnisse sind daher als umfang-
reicher Grundlagenartikel in Publikation [P3] verdffentlicht. In unsere Analyse schlieen
wir alle zur Einzelphotonenemission aus Raman-Prozessen moglichen Konfigurationen
von Dreiniveausystemen mit zwei optisch erlaubten Ubergiingen ein: Dementsprechend
betrachten wir explizit eine A-Konfiguration, eine V-Konfiguration sowie zwei Leiter-
(E-)Konfigurationen (siche Abb. [I.6f). Dabei nehmen wir in diesem Kapitel zunichst die
typische Situation an, dass der Kontrolllaser (blauer Pfeil) und der das Raman-Photon
(gelber Pfeil) verstarkende Resonator zueinander orthogonal polarisiert seien. Jene vier
fundamentalen Systemkonfigurationen und auch Uberlagerungen derer — in Form eines
Doppel-A-Systems [21,54]] oder unseres Biexziton-Grundzustand-Prozesses [P1, P2] —
stellen die Grundbausteine fiir auf Raman-Prozessen basierende resonatorgestiitzte Ein-
zelphotonenquellen in Quantenpunkten oder Quantenpunktmolekiilen dar. Wir fassen je
zwei Konfigurationen zu einer Systemklasse zusammen: Entweder koppelt der Resonator
an den Zielzustand 3 (A-artig) oder an den Anfangszustand 1 (V-artig). Auf diese Weise
gelingt eine Reduzierung der Diskussion der Raman-Emissionsdynamik auf die verglei-
chende Betrachtung der beiden Klassen anstelle der vier expliziten Konfigurationen.

Die iiber die Cluster-Entwicklung ermdoglichte mikroskopische Sichtweise auf die Ra-
man-Prozesse verschafft uns physikalische Einblicke in die zur Gesamtdynamik beitra-
genden Anregungs- und Emissionspfade, die iiber die aus optischen Spektren extrahier-
baren Informationen weit hinausgehen. Um diesen Sachverhalt zu motivieren, greifen wir
auf ein Ergebnis aus Kapitel 4] vor: Abbildung [[.6p zeigt zwei reprisentative Schnapp-
schiisse der Cavity-Emission eines resonanten Raman-Prozesses in einer A-Konfiguration.
Dabei sind sowohl der Kontrolllaser als auch die Cavity resonant mit dem jeweiligen elek-
tronischen Ubergang. Auf der kohirenten Zeitskala, auf der auch der Raman-Prozess an-
gesiedelt ist (gestrichelte Linie), ist die Resonanzlinie mittig deutlich eingeschnitten, was
als Kennzeichen von destruktiver quantenmechanischer Interferenz verschiedener Anre-
gungspfade bekannt ist [91]]. Interferenzphinomene sind allgemein bekannt im Zusam-
menhang mit optischen Anregungen in Dreiniveau- oder Dreibandsystemen in null- oder
hoherdimensionalen Halbleiternanostrukturen [92-96]]. Speziell EIT [97,98] ist als ein
durch Zweiphotonenanregungen hervorgerufenes Interferenzphianomen eingehend unter-
sucht worden, welches zu einem Einschnitt oder gar einer dunklen Linie im Absorpti-
onsspektrum fiihren kann [99-101]. In unserem Beispiel aus Abb.[I.6p verschwindet das
Interferenzmerkmal fiir eine Messdauer, die auf der Zeitskala der inkohidrenten Emissi-
on angesiedelt ist (durchgezogene Linie). Diese Beobachtung wirft unmittelbar die Frage
auf, welcher Prozess die destruktive Interferenz induziert und ob wir die Emissionsli-
nie innerhalb der Cavity als Raman-Photon identifizieren konnen. Wir mochten an die-
ser Stelle besonders betonen, dass wir insbesondere im Falle der resonanten Raman-
Anregung das Emissionsspektrum in einer Messung weder durch Polarisationsfilterung
noch durch spektrale Filterung in seine Anregungsbeitrige zerlegen konnten — hier schafft
aussschlieBlich eine mikroskopische Theorie Abhilfe, die stets eine systematische und
physikalisch konsistente Aufgliederung der MessgroB3en in alle teilhabenden Anregungs-
prozesse gewihrleistet. Im Gegensatz zu bisher auf der Beschreibung im Schrédinger-
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Bild basierenden Ansitzen, wird uns die Cluster-Entwicklung eine neue universelle so-
wie leicht auf beliebige Mehrniveausysteme iibertragbare Definition eines durch einen
Resonator verstirkten Raman-Photons ermoglichen — und zwar iiber den in der Korrela-
tionsentwicklung im Heisenberg-Bild eindeutig identifizierbaren Anregungsprozess, der
Raman-Korrelation, selbst. Im Schrodinger-Bild wurden Raman-Photonen meist durch
die Inversion des Systems in den Zielzustand unter Photonenemission definiert [60]]: Der
Zielzustand kann aber meist nicht nur durch das Raman-Protokoll sondern dariiber hin-
aus auch iiber konkurrierende Anregungspfade angesteuert werden, was dann oftmals
zu einer Uberschiitzung der Emissionswahrscheinlichkeit im Vergleich zum Experiment
fiihren kann [45]. Zudem geht unser Ansatz {iber die Beschreibung durch sogenannte ef-
fektive Hamilton-Operatoren hinaus [47,102], die aus dem adiabatischen Eliminieren des
Zwischenzustandes aus dem vollen Hamilton-Operator durch eine entsprechende Trans-
formation [103] hervorgehen. Solcherlei Ansitze sind allerdings auf den stark nichtreso-
nanten Grenzfall des Raman-Prozesses beschrinkt, der fiir die Uberfiihrung in den On-
Demand-Limes nicht geeignet ist. In dieser Arbeit folgen wir stattdessen hauptsichlich
Quelle [104], in der vermittels einer mikroskopischen Emissionszerlegung erfolgreich
ein unerwartetes Oszillationsverhalten in der gemessenen Emission aus einem Halbleiter-
quantenpunktensemble als Signatur eines anregungsinduzierten Quantengedichtniseffek-
tes identifiziert werden konnte.

Entsprechend werden wir die dort auf ein Ensemble von Zweiniveausystemen ange-
wandte Vorgehensweise auf die in Abb. [I.6] eingefiihrten Dreiniveausysteme iibertragen
und eine Zerlegung der gesamten Population der Resonatorphotonen N in die zur Emis-
sionsquelle S korrespondierenden Beitrdage Ny etablieren,

N =>"N;. (L.1)

Die Emissionsquellen S entsprechen den zur Gesamtemission beitragenden Anregungs-
pfaden, die wir dann in unserer mikroskopischen Analyse in Kapitel 4 spezifizieren wer-
den. Die Zerlegung werden wir anschlieBend auf die zugeordneten Emissionswahrschein-
lichkeiten, P = Y ¢ Ps, libertragen. Mit anderen Worten kann der Raman-Prozess vermit-
tels dieser Zerlegung durch eine einzige Kenngrofie charakterisiert werden — durch die
dem Raman-Pfad, § = R, zugeordnete Emissionswahrscheinlichkeit. Dies ermoglicht die
Bereitstellung geeigneter Werkzeuge zur Untersuchung der Emission: Zum einen wer-
den wir die Raman-Wahrscheinlichkeit sowohl zweidimensional gegen die Laser- und
Cavity-Verstimmungen auftragen (Emissionskarten) als auch in Form von Input-Output-
Kennlinien in Abhédngigkeit von der Anregungsintensitét darstellen konnen. Mithilfe die-
ser Werkzeuge werden wir systematisch untersuchen, wie Effizienz und Emissionswahr-
scheinlichkeit einer Raman-Photonenquelle in den On-Demand-Limes iiberfiihrt werden
konnen, P ~ Pr — 100%. Wir werden ferner feststellen, dass unsere Definitionen so-
gar dazu geeignet sind anzuzeigen, ob tatsidchlich ein Raman-Photon emittiert wird oder
durch den Raman-Pfad lediglich destruktive Interferenz mit anderen Quellen S induziert
wird.

AbschlieBend werden wir in Kapitel [5] den aus der Cluster-Entwicklung resultieren-
den Formalismus zur Untersuchung der Raman-Prozesse in den fundamentalen Drei-
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1. Einleitung
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Abbildung 1.7.: Kontrollierte Einzelphotonenerzeugung aus dem Quantenpunktbiexziton. Skizziert ist
ein sequentielles Schema des Emissionszyklus, beruhend auf dem vom Biexziton in
den Grundzustand gerichteten Raman-Prozess. Der Kontrolllaser ist weiterhin blau, das
Raman-Photon gelb markiert. Der Emissionszyklus ist in der Sprache der Cluster-
Entwicklung formuliert, die in Kapitel [ zunéchst fiir Raman-Prozesse in Dreiniveausys-
temen etabliert und anschliefend in Kapitel [5 auf das volle Vierniveausystem iibertragen
wird. Die hier gezeigte Darstellung prizisiert die in Abb. [I.T] gezeigte Skizze des Emissi-
onsmechanismus.

niveausystemen und die daraus gewonnenen Erkenntnisse auf den Raman-Prozess zwi-
schen Biexziton und Grundzustand iibertragen. Dieses Kapitel stellt daher insbesondere
auch eine Verallgemeinerung unserer Auftaktuntersuchungen aus Kapitel [3] fiir beliebige
Resonator- und Laserverstimmungen sowie Anregungsintensititen dar. Dies haben wir in
dem in Abb. gezeigten Schema illustriert, das den zu Beginn anhand von Abb. [I.]
umrissenen Zweiphotonenenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand nun kom-
pakt in die Sprache der Cluster-Entwicklung iibersetzt. Diese Formulierung lédsst schlieB3-
lich eine vereinheitlichende Beschreibung aller Raman-Prozesse zu, denn die gesamte
Physik eines jeden Raman-Prozesses ist nunmehr stets in seiner zugeordneten Raman-
Korrelation verschliisselt. Entsprechend konnen wir nun die physikalischen Ablédufe des
Emissionsschemas sequentiell folgendermafBen kompakt gliedern: Der eingestrahlte Kon-
trolllaser koppelt — in der Regel nichtresonant mit den elektronischen Ubergingen — an das
Quantenpunkt-Mikroresonator-System derart, dass der Aufbau von strahlender Raman-
Korrelation zwischen Biexziton und Grundzustand induziert wird. Damit einhergehend
relaxiert das System unter Emission eines Raman-Photons in den Grundzustand. Wir wer-
den wieder Emissionskarten fiir variierende Laser- und Resonatorverstimmungen bereit-
stellen sowie von der Anregungsintensitdt des Kontrolllasers abhiingige Kennlinien der
Raman-Emission berechnen. Wir werden im Rahmen unserer Untersuchungen in diesem
Kapitel feststellen, dass sich die Eigenschaften der A- und V-artigen Raman-Emission in
der Raman-Emission aus dem Biexziton iiberlagern und je nach Wahl des Systemdesigns
gezielt einzeln bevorzugt oder sogar gewinnbringend kombiniert werden konnen. Ferner
werden wir die in der Sprache der Cluster-Entwicklung entwickelten Einsichten wieder
zuriick auf die Darstellung durch Spektren iibertragen und abschlieend einen optimier-
ten vollen On-Demand-Zyklus zur Einzelphotonenerzeugung — bestehend aus Biexziton-
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initialisierung und Raman-Emissionszyklus — zeigen. Eine zentrale Erkenntnis unserer
mikroskopischen Untersuchungen wird dabei sein, dass die in Kapitel (3| fiir die vereinfa-
chenden Anregungsbedingungen gefundene lasergestiitzte Umwandlung der inkohérenten
Emission aus dem Biexziton in kohédrente Raman-Photonenemission tatsdchlich im On-
Demand-Limes erhalten bleibt und gewinnbringend genutzt werden kann. Dieses Kapitel
schlieft dann den Ergebnisteil der vorliegenden Arbeit ab.

Zum Schluss geben wir anschlieBend in Kapitel [6] eine kompakte Zusammenfassung
aller im Rahmen dieser Arbeit gewonnenen Erkenntnisse, die wir nochmals abschlieend
mit dem bisherigen Forschungsstand in Zusammenhang setzen wollen. Damit einherge-
hend werden wir noch einige vielvesprechende Perspektiven fiir die Weiterentwicklung
der hier eingefiihrten Konzepte und Optimierungsansétze fiir zukiinftige Untersuchungen
aufzeigen.

Zunichst werden wir im folgenden Kapitel wie bereits oben angekiindigt ausgehend
von der Einfiihrung der verwendeten Hamilton-Operatoren mit einem kompakten Uber-
blick iiber die grundlegende Modellbildung zur Beschreibung der Emissionsdynamik be-
ginnen.
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Theoretische Beschreibung der
Quantenpunktemission

In diesem Kapitel geben wir einen Uberblick iiber das grundlegende theoretische Konzept,
das den in den folgenden Kapiteln prisentierten Analysen zugrunde liegt. Hier fiihren wir
sowohl die Modellbildung zur Beschreibung der im Rahmen dieser Arbeit betrachteten
optischen Anregung von Halbleiterquantenpunkten in Mikroresonatoren ein, als auch die
Werkzeuge zur Berechnung der resultierenden Systemantwort, die wir in ihrer zeitlichen
Entwicklung aber auch spektral aufgelost untersuchen wollen.

2.1. Hamilton-Operatoren

Um Quantenpunkt-Mikroresonator-Systeme durch geeignete Hamilton-Operatoren abzu-
bilden, nutzen wir aus, dass Quantenpunkte als quasinulldimensionale Nanostrukturen
weitgehend durch ein diskretes Energietermschema behandelbar sind [9,61], wie wir auch
bereits in der Einleitung motiviert hatten. Anders als in hoherdimensionalen Halbleiter-
nanostrukturen, wie zum Beispiel in quasizweidimensionalen Quantenfilmen [85,/105],
kann die mikroskopische Behandlung der Coulomb-Wechselwirkung sowie der material-
spezifischen Bandstruktur umgangen werden, insbesondere wenn wir uns — wie in dieser
Arbeit — ausschlieBlich auf (nah-)resonante Anregungen der lokalisierten Quantenpunkt-
zustdande beschrinken [[61]]. Damit zusammenhingend hat sich im langjéhrigen Vergleich
mit Experimenten die Abbildung durch das bereits anhand von Abb. diskutierte ef-
fektive Vierniveauschema bestehend aus exzitonischen und biexzitonischen Konfigura-
tionen als duBerst belastbar erwiesen [62,/63,67,68,/8,106,107]. Im Folgenden fiihren
wir zunédchst dessen quantenmechanische Beschreibung zusammen mit dem zugehdrigen
Hamilton-Operator ein.

2.1.1. Vierniveaumodell des Quantenpunktes

Wir beschreiben — wie in Abb. 2.1] skizziert — den Quantenpunkt als Vierniveauschema
bestehend aus einer Biexzitonkonfiguration B, dem Grundzustand G und zwei linear po-
larisierten Exzitonen Xy vy, die mit horizontal (vertikal) polarisiertem Licht wechselwir-
ken [[80]. Wie bereits im einleitenden Kapitel erldutert, betten wir den Quantenpunkt in
ein Mikroresonatorsystem ein, in das beide zueinander orthogonale Polarisationsmoden
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Abbildung 2.1.: Modell des Quantenpunkt-Cavity-System. Ausgehend von Abb. ist nochmals zur Ver-
anschaulichung das effektive Vierniveausystem des Halbleiterquantenpunktes — bestehend
aus dem Biexziton B, den beiden horizontal (vertikal) polarisierten Exzitonen Xy (yy sowie
dem Grundzustand G — zusammen mit den optischen Auswahlregeln gezeigt. Dipolerlaubte
Uberginge horizontaler Polarisation sind durch die gestrichelten Doppelpfeile dargestellt,
vertikal polarisierte durch die gepunkteten. An diese Uberginge koppeln sowohl der hori-
zontal (vertikal) polarisierte Kontrolllaser mit der zeitabhéngigen Rabi-Energie Qp (v, als
auch die horizontal (vertikal) polarisierten Resonatorphotonen, gegeben durch die bosoni-

schen Erzeuger b',, ., der Energie hwgyyy. Weitere Details zur Modellbildung konnen dem
g0y vy g v) g

Haupttext entnommen werden.

einkoppeln konnen. Dies ermdoglicht eine gezielte Verstirkung der angestrebten Einzel-
photonenemission. Formal kann das Quantenpunkt-Mikroresonator-System durch einen
Jaynes-Cummings-Formalismus [9,61,86]] beschrieben werden, welcher die Ankopplung
einzelner Lichtmoden an ein Materialsystem mit diskreten Energieniveaus effizient in ro-
tating wave approximation (RWA, auf Deutsch Drehwellenndherung) behandelt [108]].
Der volle Hamilton-Operator hat die Gestalt H = Hy + Hyy mit einem nicht wechsel-
wirkenden Anteil Hy und einem Anteil Hyy;, der die Licht-Materie-Wechselwirkung be-
schreibt. Explizit ist Hy gegeben durch [80]

Hy= > hwePoo+ Y. hwbb;, (2.1)
@=G Xy, Xy.B i=H,V

wobei der erste Beitrag die Energien hw, der elektronischen Zustinde a = G, Xy, Xy, B
und der zweite die Energien Aw; der beiden Resonatormoden mit den Polarisationen i = H
und V bilanziert. In dieser Arbeit nutzen wir gelegentlich auch die Notation E, = hw,.
Hierbei haben wir die elektronischen Operatoren P, s = |@) (] eingefiihrt, und die elektro-
nischen Dirac-Vektoren |a) seien Elemente des Hilbert-Raumes #g. Fiir @ # 8 beschreibt
P,z die elektronische Polarisation zwischen den Zustinden « und §, und bei gleichen
Indizes, a = 3, die elektronische Besetzung des jeweiligen Zustandes, P, ,. Hierbei neh-
men wir Orthonormalitit und Vollstdndigkeit der Zustidnde |@) an. Weiterhin haben wir
die Vernichter (Erzeuger) bfT) eines Photons in der Mode i = H,V mit der Energie Aw;
eingefiihrt, welche die bosonischen Kommutatorrelationen

1=ppt _pip = () (M) =
(6,6t ] = bt = bl = 85 [B7,680] =0 (2.2)
sowie die Auf- und Absteigeeigenschaft

b”l’ll) =\/Nn;+ 1|n,~ + 1), b[|l’l[) = \/l’l_,|l’ll - 1) (23)
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erfiillen. Hierbei seien die Vektoren |n;) die Basiselemente des jeweiligen Hilbertraumes
H; (i = H, V) und Eigenzustinde des Photonenzahloperators N; = b:bi mit Nyn;) = n|n;).
Wir wollen die Eigenzustinde |a, ny, ny) von Hy als Basis des Produktraumes Hg ® Hy ®
‘Hv nutzen. Sie geniigen der Orthonormalitiits- und Vollstindigkeitsrelation,

(CY, ny, I’lv|a’,, n;{, Vl§/> = 60,0’ SnH,nI’,_I 6nv,n(,’ (24)
o0

> Y e, ng,nv) (@, ng,ny| = 1. (2.5)

a=G,Xy,Xv,B ny,ny=0

Der Licht-Materie-Anteil des Hamilton-Operators [P1, P2] in RWA,

Hiy = Z [g (PX,-,Bbj- 4F PG,X,va) 3F (PXi,BQi*(t) aF PG,XiQ;(t)):I =F h.C., (26)

i=H)V

bildet die in Abb. 2.1]illustrierten Dipolauswahlregeln fiir die Resonatorphotonen sowie
den externen Kontrolllaser ab. Der erste Teil beschreibt die Wechselwirkung des Quan-
tenpunktes mt den beiden quantisierten Photonenmoden, deren Kopplungsstirke durch
die Konstante g gegeben sei. Mit denselben Auswahlregeln erlauben wir durch den zwei-
ten Teil die Ankopplung eines zeitabhédngigen klassischen Lichtfeldes, gegeben durch die
Rabi-Energie ©Q;(¢) in der Mode i. Wir stellen das Laserfeld explizit durch seine Hiillkur-
ve, Qeny.i, Sowie durch seinen mit der Anregungsfrequenz wy ; oszillierenden Anteil dar,
Q;(1) = Qepy,i(t)eril. Die Abkiirzung h.c. in Hyy bezeichne wie iiblich den Hermitesch
konjugierten Anteil des Hamilton-Operators. Dies ist eine Hybridtheorie in dem Sinne,
dass wir zum einen die Resonatormoden quantisiert, aber das spéter zur Einzelphotonen-
kontrolle genutzte Lichtfeld klassisch beschrieben haben, was eine besonders effiziente
Behandlung des Kontrolllaserfeldes erlaubt. Solche Ansétze vereinfachen die theoretische
Modellbildung erheblich, und der direkte Vergleich mit Experimenten zeugt dennoch von
einer weitreichenden Aussagekraft: Wir mochten bereits an dieser Stelle betonen, dass ein
solches Hybridmodell — trotz der vordergriindig rigorosen Annahmen — bereits in der Lage
ist, Spektroskopieexperimente an nichtresonant angeregten Halbleiterquantenpunkten zu
simulieren sowie dariiber hinaus mikroskopische Einsichten zu ermoglichen [104]]. Unser
Modell stoBt erst dann an seine Grenzen, sobald eine direkte Einkopplung von Laserpho-
tonen in die Resonatormode relevant wird, also Laser und Resonator spektral deutlich
iiberlappen. SchlieBlich beriicksichtigt der Hamilton-Operator, Gl. (2.6)), lediglich eine
Ankopplung des Lasers an die Resonatormoden vermittels des Materials. Eine Erweite-
rung unseres Ansatzes fiir jenen kritischen Grenzfall wire aber jederzeit moglich: Die
Ergénzung eines phianomenologischen Kopplungsterms zwischen Laser und Cavity ge-
lingt leicht und ist ferner auch bereits zur erfolgreichen Analyse komplexer Experimente
zu Zweiphotonenanregungen in Quantenpunktmolekiilen herangezogen worden [54]. Fiir
die im Folgenden diskutierten Grundlagenstudien gehen wir aber davon aus, dass diese
Erweiterung zunichst nicht relevant ist, da wir in unserem Vierniveauschema stets den
besagten spektralen Uberlapp vermeiden miissen, damit die Kontrolllaserphotonen und
das emittierte Einzelphoton nicht an derselben Emissionsfrequenz entarten.

Wie bereits in der Einleitung umrissen, leiten wir nun im folgenden Kapitelabschnitt
fiir ein grundlegendes Verstdndnis unseres Zweiphotonenprozesses aus dem vollen Vier-
niveaumodell die Hamilton-Operatoren fundamentaler, fiir die Einzelphotonenerzeugung
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Abbildung 2.2.: Fiir die Raman-Photonenemission konfigurierte Dreiniveausysteme. Skizziert sind die fiir
die Realisierung der in Abb. [[.6p gezeigten Zweiphotonen-Raman-Prozesse mdglichen
Konfigurationen von Dreiniveausystemen zusammen mit ihren optischen Auswahlregeln.
An einen der beiden dipolerlaubten sowie zueinander orthogonal polarisierten Ubergiinge
koppelt jeweils der Kontrolllaser (blaue Doppelpfeile) und an den anderen die Resonator-
mode (gelbe Doppelpfeile) der Energie hwc (markiert durch die gelben Klammern). Wir
benennen die vier Konfigurationen mit Z;, A, E, und V, und sie konnen je nach Ankopp-
lung des Resonators an den End- oder Anfangszustand als A-artig oder V-artig klassifi-
ziert werden. Entsprechend dem gerichteten Zweiphotonenprozess nummerieren wir die
elektronischen Zustidnde mit 1 (Anfangzustand), 2 (Zwischenzustand) und 3 (Zielzustand).
Realisierungen in einem Quantenpunktsystem sind fiir die Z-Konfigurationen Biexziton
(1), Exziton (2) und Grundzustand (3), fiir die A-Konfiguration ein geladener Quanten-
punkt bzw. ein Quantenpunktmolekiil in Gegenwart eines Magnetfeldes, und fiir die V-
Konfiguration die feinstrukturaufgespaltenen Exzitonen (1,3) sowie der Grundzustand (2).

aus Zweiphotonen-Raman-Prozessen konfigurierter Dreiniveausysteme ab. Diese Syste-
me treten sowohl als Subsysteme des vollen Schemas auf, konnen aber auch zum Beispiel
durch Anlegen externer Magnetfelder konfiguriert und isoliert werden [21} 53,54, 76].
Hier sei insbesondere die A-Konfiguration [Abb. [I.Tk] erwihnt, welche auch in der ato-
maren Realisierung ein prominentes System zur Untersuchung von Raman-Prozessen dar-
stellt [42H45]]. In diesem Zusammenhang wollen wir dann spiter in Kapitel [5|den halbsti-
mulierten Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand auch formal mit
der etablierten Klassifizierung der Raman-Prozesse in Dreiniveausystemen verbinden.

2.1.2. Fundamentale Dreiniveausysteme

Die moglichen Konfigurationen eines Dreiniveausystems, in denen sich ein gerichteter
Zweiphotonenprozess realisieren lédsst, bei dem jeweils ein Photon durch einen Kontroll-
laser getrieben und ein Photon in eine Resonatormode emittiert wird, sind in Abb. @
skizziert: Explizit finden wir vier Konfigurationen, zwei Leiter- (2-) Konfigurationen, ei-
ne A- sowie eine V-Konfiguration, welche wir wie in unseren Skizzen vermerkt Z;, A, =,
und V nennen wollen. Wir bilden die Konfigurationen im selben Hybridformalismus ab
wie schon im vorigen Abschnitt fiir das Vierniveausystem verwendet. Der volle Hamilton-
Operator, H(t) = Hy+H;(t), ist dann wieder gegeben durch einen nicht wechselwirkenden
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Anteil,

3
Hy=h (Z w;P;; + waTb) , 2.7)
i=1
welcher in seiner formalen Gestalt nicht konfigurationsspezifisch ist. Im Wechselwir-
kungsanteil H; hingegen schlagen sich die vier verschiedenen Licht-Materie-Kopplungen
I =E;,A,Z; und V explizit nieder: Den in Abb. skizzierten Auswahlregeln entspre-
chend sind die vier Licht-Materie-Wechselwirkungsanteile gegeben durch

Hz, (1) = Q" (£)Py1 + Q(1)P12 + g (P32b" + Pysb), (2.8)
HA(1) = Q(1)P21 + Q" (1)P12 + g (Psab" + Py3b), (2.9)
Hz,(t) = g (P21b" + Piob) + Q (1) P35 + Q(1) Pas, (2.10)
Hy(t) = g (P21b" + Piob) + Q(1)Pso + Q* (1) Pas. (2.11)

Wie zuvor seien die elektronischen Operatoren durch P;; = [i)(j| definiert. Ebenso
gelte weiterhin fiir die photonischen Erzeuger und Vernichter ' und b die bosonische
Kommutatorrelation

[b, b*] - 1. (2.12)

Ahnliche Beschreibungen von Dreiniveausystemen befinden sich beispielsweise auch in
Quelle [44]]. Die Produkteigenzustinde von Hy, mochten wir analog zum Vierniveausys-
tem durch |i,n) € Hg ® Hc darstellen, welche der Auf- und Absteigerelation

b'li,n) = Vn+1li,n+1), bli,n)=/nli,n-1) (2.13)
und der Orthonormalitiits- und Vollstindigkeitsrelation

(i,nlj,m) = 8; jOym, (2.14)

3 oo
> Y lin)in| =1 (2.15)
i=1 n=0

geniligen mogen. Die Energien der elektronischen Zustidnde i = 1,2 und 3 seien Aw;, und

die Resonatormode habe die Energie Awc. Beim klassischen Laserfeld entspricht Q) (¢)

der Absorption eines Photons (Stimulation durch ein Photon). Wir mochten es explizit
durch seine Einhiillende €., und seinen mit der Anregungsfrequenz w; oszillierenden

Anteil darstellen, Q(t) = Q. (t)e7 /. Um unserer Hybridtheorie einen groBeren Gel-

tungsbereich fiir unsere Fundamentalstudie des Zweiphotonenprozesses in Dreiniveau-

systemen zu verschaffen, wollen wir annehmen, dass die Uberginge 1 <> 2 und 2 <> 3

zueinander orthogonale Dipolmomente haben. Laser und Resonatormode seien also or-

thogonal zueinander polarisiert, was eine direkte Einkopplung des Lasers in den Reso-
nator verhindert. Somit konnen Kontrolllaser und Einzelphoton durchaus an derselben

Emissionsfrequenz entarten — es ist nun aber moglich beide Photonen im Experiment
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2. Theoretische Beschreibung der Quantenpunktemission

durch Polarisationsfilterung voneinander zu trennen. Die Hamilton-Operatoren Gln. (2.8)
und (2.9) konnen offensichtlich durch Vertauschen von Q (Absorption) und Q* (Stimula-
tion) ineinander iiberfiihrt werden. Gleiches gilt fiir die Hamilton-Operatoren Gln. (2.10)
und (2.11). Auf Basis dessen liegt es nahe die vier Systeme in zwei Klassen aufzuteilen,
die wir A-artig und V-artig nennen wollen, wie auch in Abb. 2.2] dargestellt. Um Miss-
verstindnissen vorzubeugen, vereinbaren wir fiir alle folgenden Untersuchungen, dass wir
die gesamte Klasse vom Typ T als T-artig oder T-Klasse bezeichnen wollen — meinen wir
hingegen einen expliziten Vertreter =;, A, E, oder V der jeweiligen Klasse, so sprechen
wir von Konfiguration, z.B. E;-Konfiguration (A-artig).

Nachdem nun die elementare Modellbildung durch die Formulierung von entsprechen-
den Hamilton-Operatoren abgeschlossen ist, fiihren wir im néchsten Abschnitt die Bewe-
gungsgleichungen zur Beschreibung der Anregungsdynamik ein. Auf dieser Ebene kann
die Modellbildung dann zudem auch um die Beriicksichtigung von Dephasierungs- und
Verlustprozessen erweitert werden.

2.2. Bewegungsgleichungen

Im Rahmen dieser Arbeit werden wir zwei dquivalente Ansitze nutzen, um die Dyna-
mik der Systeme zu beschreiben, die durch die zuvor eingefiihrten Hamilton-Operatoren,
Gln. 2.1) und 2.6) sowie Gln. (2.8)-(2.11)), definiert sind. Zum einen nutzen wir die
Von-Neumann-Gleichung fiir die zeitliche Entwicklung des Dichteoperators, die fiir nied-
rigdimensionale Hilbertriume insbesondere fiir die numerische Behandlung geeignet ist.
Dartiiber hinaus konnen Dephasierungs- und Verlustprozesse sehr einfach phinomenolo-
gisch durch Lindblad-Funktionale auf Ebene der Bewegungsgleichung eingefiihrt werden.
Zum anderen betrachten wir die korrespondierende Heisenberg-Bewegungsgleichung, die
— da sie unmittelbar die Zeitentwicklung der auftretenden Prozesse beschreibt — mikro-
skopische Einsichten erlaubt. Daher ist sie besonders gut fiir die Gewinnung analytischer
Einsichten geeignet.

2.2.1. Von-Neumann-Gleichung

Die wohl am weitesten verbreitete Beschreibung der Systemdynamik von Mehrniveau-
systemen stellt die Von-Neumann-Gleichung dar [86,/108]],

0
ihag = [H,0] + > L.[o], (2.16)

L

welche die Zeitenwicklung des Dichteoperators o des Gesamtsystems beschreibt, aus der
anschliefend die Erwartungswerte (O) aller Observablen O unmittelbar durch die Spur-
bildung

(0)(1) = tr{o(t)O} (2.17)
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2.2. Bewegungsgleichungen

berechnet werden konnen. In der Von-Neumann-Gleichung haben wir bereits die Erwei-
terung durch sogenannte Lindblad-Funktionale L;[o] vorgenommen. Diese die Symme-
trie von o erhaltenden Funktionale erlauben eine besonders effiziente Modellierung von
Verlust- und Dephasierungsprozessen durch phinomenologische Dampfungskonstanten.
Das Lindblad-Funktional hat im Schrodinger-Bild die Gestalt [|86]]

i
Lio] =5 (2Lel’ —oL'L-L'Lo). (2.18)

Zu jedem Prozess, den wir phdnomenologisch durch eine Ddmpfungskonstante ¢ iiber das
Funktional beschreiben wollen, korrespondiert dann ein jeweiliger Operator D, sodass der
Lindblad-Operator durch L = \/A¢ D ausgedriickt werden kann. Die explizite Wahl dieser
Operatoren werden wir spéter im Rahmen unserer Analysen spezifizieren.

Numerisch kann Gl. in Matrix-Vektor-Darstellung mithilfe des klassischen vier-
stufigen Runge-Kutta-Verfahrens geldst werden. In unserem Fall endlich vieler Ener-
gieniveaus und einer durch die Anfangsbedingung beschrinkten Anzahl von Photonen
gelingt namlich eine exakte Formulierung durch endlichdimensionale (k x k)-Matrizen
stinden |&;) des nicht wechselwirkenden Anteils des Hamilton-Operators, Hyl&;) = Ej|&;),
in fester Ordnung i = 1,...,k als vollstindige Orthonormalbasis. Zudem erweist es sich
als niitzlich, die Gleichung dazu iiber die gingige unitéiire Transformation U () = eiffo/A
ins Wechselwirkungsbild [105] zu transformieren.

Wihrend diese Beschreibung der Anregungs- und Emissionsdynamik zwar formal ex-
akt und numerisch sehr effizient behandelbar ist, so stofit ihre Aussagekraft insbesonde-
re dann an ihre Grenzen, sobald wir — wie im Falle unserer weiterfiihrenden Untersu-
chung der Raman-Prozesse — eine mikroskopische Sichtweise benotigen, die unmittelbar
Auskunft iiber die teilhabenden Anregungspfade und die jeweils dazu korrespondieren-
den Emissionsbeitrige gibt. Eine solche intuitive Perspektive bietet ausschlieBlich das
Heisenberg-Bild (bzw. das Ehrenfest-Theorem [87]]) in Kombination mit der Methode der
Cluster-Entwicklung. Auf diesen Ansatz mochten wir — da er fiir die vorliegende Arbeit
eine zentrale Rolle spielt — im folgenden Abschnitt genauer eingehen. In diesem Zusam-
menhang werden wir uns besonders an den Darstellungen in den Quellen [85}86]] orien-
tieren.

2.2.2. Heisenberg-Gleichung und Cluster-Entwicklung

Eine formal dquivalente Darstellung zum Dichtematrixformalismus, Gl. (2.16), bietet die
Heisenberg-Bewegungsgleichung

0

ihE(O) = ([0, H]) + ;(c{‘[o]), (2.19)

welche unmittelbar die Dynamik des jeweiligen Erwartungswertes (O) eines Operators O
beschreibt [86]. Hierbei bezeichnet £} das Lindblad-Funktional Gl. (2.18)) im Heisenberg-
Bild [86],

i

£i[o] == (L7[0,L] +[L',0]L). (2.20)

o |

21



2. Theoretische Beschreibung der Quantenpunktemission

Enthilt H einen Wechselwirkungsanteil, wie etwa Coulomb- oder Licht-Materie-Wech-
selwirkung, induziert dieser eine gewdhnlich als Vielteilchen-Hierarchieproblem bezeich-
nete unendliche Hierarchie gekoppelter Bewegungsgleichungen. Denn die Dynamik einer
N-TeilchengroBe koppelt dann an die Dynamik einer (N + 1)-TeilchengroBe [85]]. In die-
sem Zusammenhang betrachten wir eine N-Teilchengrée in Normalordnung,

(N) = (BI"'B}QFI'"F;/FFN;"'FI’BJ""BI’> 2.21)

mit N = Np + N, welche im Allgemeinen aus N = J + K bosonischen Vernichtern (Er-
zeugern) BET) und 2Ny fermionischen Vernichtern (Erzeugern) F l.(%) bestehen kann. Mit
den gestrichenen Indizes wollen wir andeuten, dass die Ordnungszahlen der Operatoren
natiirlich durchaus verschiedene Multiindizes aus Quantenzahlen, zum Beispiel Band-
index und Impuls (4,k) einer elektronischen Bandstruktur, représentieren konnen. Bei
den Bosonen wollen wir uns ausschlieBlich auf Teilchen wie Photonen oder Phononen
beschrinken, fiir die keine Teilchenzahlerhaltung gilt (im Gegensatz zu massiven boso-
nischen Teilchen wie beispielsweise einem Ensemble von Atomen [109]). Die fiir solch
einen Erwartungswert aus der Heisenberg-Gleichung, Gl. (2.19)), resultierende Dynamik
lasst sich dann strukturell schreiben als

ih%(N) = T[(N)] + HI[{N + 1)]. (2.22)

Hierbei bezeichnet T ein Funktional, welches die Riickkopplung an dieselbe Operator-
klasse beschreibt, und HI die hierarchische Ankopplung an eine (N + 1)-OperatorgroBe.
Es gibt unterschiedliche Ansitze die Hierarchie abzubrechen, um einen geschlossenen
und l16sbaren Satz von Differentialgleichungen zu erhalten. In dieser Arbeit wenden wir
die inzwischen wohletablierte effiziente Methode der Cluster-Entwicklung an, und an
dieser Stelle geben wir daher einen kompakten Uberblick, der sich — wie bereits oben
erwihnt — mallgeblich an den Quellen [[85,86] orientiert. Bei diesem Ansatz wird eine N-
Teilchenwechselwirkung systematisch in Einteilchen-, Zweiteilchen-, Dreiteilchen und
hoherrangige Beitrdge (korrelierte Cluster) entwickelt, welche entsprechend als Singlets,
Doublets, Triplets und so weiter bezeichnet werden. Auf Ebene der Erwartungswerte ent-
spricht dies einem rekursiven Faktorisierungsschema, das wir zur Veranschaulichung in
Abb. skizziert haben. Von nun an kennzeichnen wir N-Teilchenkorrelationen mit spit-
zen Doppelklammern, {N)), um sie vom gewohnlichen Erwartungswert zu unterscheiden.
Die Korrelation (N)) ist dann durch das Schema rekursiv und eindeutig definiert. Die
niedrigste Korrelation (Singlet) ist identisch mit ithrem vollen Erwartungswert, fiir Bo-
sonen also explizit ((BE”)} = (Bl.(T)) und fiir Fermionen (F/F; ) = (F/F;) = (P, ). Die
GroBe P; j ist also in der Regel entweder polarisationsartig (fiir i # j) oder besetzungsar-
tig (fiir i = j'). Wenden wir dieses Schema auf die Heisenberg-Gleichung an, erhalten wir
direkt die Dynamik der Korrelationen, die nun die Gestalt

0

")
o

(V) = TI(ND] +NL[(1), {2). ..., (N)] + HI[{N + 1)] (2.23)

annimmt, wobei das Funktional NL eine aus der Faktorisierung resultierende nichtlineare
Kopplung zwischen den Korrelationen bis zur Ordnung N beschreibt. In dieser Darstel-
lung gelingt ein konsistentes Abbrechen der Gleichungshierarchie, falls die Losung von
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volle N-Teilchen-
wechselwirkung

Doublet- Triplet-
korrelationen korrelationen

=@%+@+

Faktorisierungsschema:

Singlets

+ cee

N=1: (1) = (1)

N=2: 2) = (X)) + (2)

N=3: (3) = (I + Oy + (3
N=4: (4) =

MM+ (HHE2) + (143) +  (4)
+  (2K2)

Abbildung 2.3.: Schematische Darstellung der Cluster-Entwicklung. Wir illustrieren die Cluster-
Entwicklung einer N-Teilchenwechselwirkung (einfache Kreislinien) exemplarisch an ei-
ner Dreiteilchengrofle, wobei jede blaue Kreisfliche einen Teilchenoperator symbolisiere.
Doppelte Ellipsenlinien sollen hierbei die korrelierten Cluster im Sinne des korrespondie-
renden rekursiven Faktorisierungsschemas der Erwartungswerte kennzeichnen, in dem alle
moglichen Permutationen der Operatoren beriicksichtigt werden miissen. So ist beispiels-
weise im Falle von drei Teilchenoperatoren natiirlich die Summation tiber alle drei ver-
schiedenen Moglichkeiten der Zerlegung (1){2) in Singlets und Doublets vorzunehmen.
Entsprechend der graphischen Darstellung durch einfache und doppelte Ellipsenlinien sei
(N) der volle Erwartungswert und { N)) seine Korrelation.

Gl. (2.23)) unter sukzessiver Hinzunahme der Korrelationen N = 1,2, 3,... bei einem end-
lichen N = N, mit HI[{N. + 1))] ~ O konvergiert. Je nach Art der Wechselwirkung
reichen meist wenige Beitridge fiir die Konvergenz aus, da sich typischerweise Korrela-
tionen wachsender Ordnung auf langsameren Zeitskalen etablieren. Gingige Niherungen
sind daher die Singlet-Doublet-Niherung (SD) mit HI[{3))] ~ 0 und die Singlet-Doublet-
Triplet-Niherung (SDT) mit HI[(4))] ~ 0.

Wir verzichten auf eine explizite Angabe der in Gln. (2.22) und (2.23)) auftretenden
Funktionale, sie konnen den oben genannten Quellen entnommen werden. Wir haben sie
hier lediglich zur prinzipiellen Darstellung des Cluster-Entwicklungsansatzes eingefiihrt.
In relativ einfachen Modellsystemen, wie auch hier, kann der Satz von Korrelationsglei-
chungen praktikabel durch Kenntnis der Bewegungsgleichungen der vollen Erwartungs-
werte, Gl. (2.19) explizit sukzessive berechnet werden. Als Beispiel betrachten wir die
Dynamik eines Doublets (2)). Sei also die Dynamik der entsprechenden Singlets (1) und
der ZweiteilchengroBe (2) formal bekannt, dann gilt im durch das in Abb. skizzierten
Schema

i (2) =ins ((2) - () =in s 2) - (i (1) (1) - (1) (i (1))
= T[(2)]+ NL{(1), (2)] + HI[(3)), .24

Der so gewonne Satz geschlossener Korrelationsgleichungen ermdéglicht dann die Analy-
se der mikroskopischen Kopplungsstruktur von messbaren Observablen — wie beispiels-
weise der emittierten Photonenpopulation — an gegebenenfalls nicht direkt messbare Gro-
Ben — wie insbesondere die spiter im Rahmen von Kapitel @ definierte Raman-Korrelation.
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2. Theoretische Beschreibung der Quantenpunktemission

Wir werden daher auch den Zusammenhang mit der Gestalt messbarer Emissionsspek-
tren herstellen, aus deren Betrachtung nicht in jedem Fall mikroskopische Erkenntnisse
gewonnen werden konnen, wie etwa wenn anhand von gemessener Emissionsfrequenz,
Linienbreite oder Polarisationsmode allein keine eindeutigen Riickschliisse auf die zum
Spektrum beitragenden Anregungspfade gezogen werden konnen. Im nédchsten Absatz
fiihren wir zundchst das messbare zeitaufgeloste Emissionspektrum der in den Mikrore-
sonator eingekoppelten Photonen ein.

2.3. Emissionsspektrum

Da wir in unserem Anregungsschema zur Einzelphotonenerzeugung [Abb. insbeson-
dere an einer gepulsten, das heilt nichtstationdiren, Anregung interessiert sind, ist es hier
im Allgemeinen nicht moglich ein quasistationdres Emissionsspektrum iiber das Wiener-
Khintchine-Theorem [61] zu gewinnen. Stattdessen werden wir das deutlich allgemeine-
re sowie zeitaufgeloste Eberly-Wodkiewicz-Spektrum [88] berechnen, welches eine Rei-
he von physikalischen Eigenschaften einer korrespondierenden Messung des Spektrums
beriicksichtigt. Daher wird das Eberly-Wodkiewicz-Spektrum aufgrund seiner der Mes-
sung nachempfundenen Definition auch als physikalisches Spektrum bezeichnet: Sei der
Operator b(*) der zur Messung gehorige Photonenvernichter (-erzeuger) und die reelle
Funktion D(t) ein Zeitfenster, das die Detektoreigenschaften abbilde (z.B. eine GauB-
Kurve [110]). Dann fiihren wir zunédchst neue Operatoren durch Fourier-Transformation
der durch das Detektormodell modifizierten Photonenvernichter und -erzeuger, B(¢) =
D(t)b(t) und B'(t) = D(1)b' (1), ein,

t .y . t .y
B(w,1) = f dr'e B(1'), B (w,1) = f d'e " B (1), (2.25)
0 0

wobei w die Emissionsfrequenz bezeichne. Das durch den der Messdauer entsprechenden
Zeitpunkt ¢ beschrinkte Fourier-Integral stellt sicher, dass das Spektrum zur Zeit ¢ nicht
von seiner Zukunftsentwicklung abhéngt, was ebenso der Heisenbergschen Unschérfere-
lation zwischen Energie und Zeit Rechnung trigt. Wir definieren das iiber das Zeitintervall
[0,1] gemessene Emissionsspektrum dann als

S(t,w) = % (B (w,1)B(w,1)) (2.26)

1 t t H ! " 1
_ - / 1 —iw(t'-t") / " (4 "
=3 /0 dt [0 dr'’e D(t")D(¢")(b" (¢ )b(1")). (2.27)

Der hier auftretende zweizeitige Erwartungswert kann durch weitere Umformung des
Doppelintegrals ausschlieBlich auf die Gestalt der photonischen Autokorrelationsfunkti-
on [61]]

G(1,7) = (b (1 + 7)b(1)) (2.28)

zuriickgefiihrt werden, und wir erhalten schlussendlich den als physikalisches Spektrum
[[79.,/88.,(106./110] bekannten Ausdruck
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t—t'

l .
S(1,w) = Re fo ar [ dre Dt + DG, ). (2.29)

Wir werden fiir unsere grundlegenden Studien ideale Detektoren, D(¢) = 1, annehmen.
Fiir den Vergleich mit experimentellen Daten kann dann ein geeignetes Detektormodell,
wie etwa eine Gaul3- oder Lorentz-Kurve, verwendet werden [88,(110].

Im Limes quasistationdrer Anregung (engl. continuous wave, CW), wo die elektroni-
schen Besetzungen sowie die Emission zeitlich konstant oder nur schwach verinderlich
sind, gilt G(2,0) = (b'h)(¢) ~ const. und somit G(z,7) = G(7). Fiir lange Messzeiten
sowie ideale Detektoren ist das physikalische Spektrum dann proportional zum Wiener-
Khintchine-Spektrum 106, 110,/111],

Scw(w) = Re [O ” dre G (7). (2.30)

Hierbei sei angemerkt, dass die aus Gln. (2.29) und (2.30)) resultierenden Linienbreiten
nur dann vergleichbar sind, wenn wir das physikalische Spektrum auf Zeitskalen betrach-
ten, auf denen die jeweils betrachteten Linienbreiten bereits vollstidndig etabliert sind.
Numerisch konnen wir Gl. (2.29) wesentlich leichter handhaben als den urspriinglichen
Ausdruck Gl. (2.27), weil die Autokorrelation stets den Vorteil hat, dass sie im Dichte-
operatorformalismus tiber das Quantenregressionstheorem zugéanglich ist [61]. Denn wir
konnen die Gleichheit der Erwartungswerte im Schrédinger- und Heisenberg-Bild aus-
nutzen, um erst die #- und dann die 7-Dynamik einer allgemeinen zweizeitigen Korrelati-
onsfunktion (O(z + 7)Q(t)) beliebiger Operatoren O und Q auszurechnen. Es gilt mit den
Regeln der zyklischen Spur und der Gleichheit beider Bilder zum Anfangszeitpunkt

(0(1+7)0(1)) = t{o[0(1+1)0(1)]} = tr{e(n[0(1) 0(0)]}
= 1{[0(0)e(n]O(7)}. (231)

sodass wir mit der Von-Neumann-Gleichung Gl. (2.16)) zuéchst die Zeitabhdngigkeit o(¢)
berechnen konnen. Identifizieren wir dann den modifizierten Dichteoperator Q(0)o(?) =
o(t = 0) als Anfangbedingung der 7-Bewegung, so folgt durch erneutes Nutzen von

Gl. (2.16), diesmal fiir 9, unmittelbar
(O(t+71)Q(1)) =tr {o(7)0} . (2.32)

Es sei angemerkt, dass im Falle explizit zeitabhdngiger Hamilton-Operatoren bei der Be-
rechnung der 7-Dynamik von ¢ die Anfangsbedingung H () gesetzt werden muss. Dies
erschlieft sich auch aus der Bewegungsgleichung der Korrelationsfunktion selbst. Die-
se kann fiir einen festen Zeitpunkt ¢ formal gewonnen werden durch die Heisenberg-
Bewegungsgleichung, Gl. (2.19)), iiber

d0(s)
os

L |
ih= (01 +1)0(1)) = (m

Q(t)). (2.33)

S=1+7
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Wir werden uns im Verlauf dieser Arbeit dariiber auch analytischen Zugang zum Emissi-
onsspektrum verschaffen.

An diesem Punkt haben wir nun das gesamte theoretische Rahmenkonzept eingefiihrt,
das unseren in den folgenden Ergebniskapiteln prisentierten Studien der Zweiphotonen-
prozesse zugrunde liegt: Wir haben sowohl unsere in Kapitel [I] eingefiihrten Modell-
systeme quantenmechanisch durch geeignete Hamilton-Operatoren abgebildet, als auch
die Werkzeuge zur Beschreibung und Analyse der Anregungs- und Emissionsdynamik
in Form der Bewegungsgleichungen und des physikalischen Spektrums bereitgestellt. Im
ndchsten Kapitel, dem Auftaktkapitel unserer im Rahmen dieser Arbeit entwickelten Stu-
dien, beginnen wir mit der Untersuchung der Einzelphotonenemission aus dem Zweipho-
tonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand unter wohlkontrollierbaren verein-
fachten Anregungsbedingungen. Auf diese Weise werden wir uns einen ersten grundle-
genden Zugang verschaffen konnen, sowohl durch Simulationen der Emissionsdynamik
und des Emissionsspektrums als auch durch die begleitende ErschlieBung fundamentaler
analytischer Zusammenhinge.
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Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und
Grundzustand

In diesem Auftaktkapitel verschaffen wir uns anhand eines realistischen sowie reprisen-
tativen Beispielsystems erste grundlegende Einsichten in die Dynamik und die spektralen
Eigenschaften der Einzelphotonenemission aus dem Biexziton. Vor allen Dingen ist das
Emissionsspektrum gerade zu Beginn der im Rahmen dieser Arbeit priasentierten Studi-
en ein besonders intuitiver Zugang, um die optischen Eigenschaften zu analysieren, da
es sich ja um eine messbare Grofe handelt. Wie bereits in Kapitel |1| motiviert, modellie-
ren wir in diesem Zusammenhang in einem ersten Schritt ein vereinfachendes Anregungs-
und Systemdesign, um der ungewollten Ansteuerung — moglicherweise noch unbekannter
— konkurrierender Anregungspfade durch den Kontrolllaser vorzugbeugen. Dariiber hin-
aus ermoglicht dieser Ansatz begleitend auch die analytische Erschliefung fundamentaler
physikalischer Zusammenhénge, sowohl fiir die Dynamik als auch fiir das Spektrum. Hier
mochten wir anhand von Abb. [3.1{nochmals einen kurzen Uberblick iiber den Anregungs-
mechanismus und das Modellsystem geben: Wie Abb. 3.1 zeigt, nehmen wir nun stets
an, dass das Biexziton bereits erzeugt worden sei. Durch Anregung mit einem geeignet
auf die Zweiphotonenresonanz [Abb. [3.1c] gestimmten Kontrolllaserpuls (blau gekenn-
zeichnet) wird die Emission eines einzelnen Photons (gelb gekennzeichnet) stimuliert.
Wir werden in diesem Kapitel zeigen, dass jenes iiber den in Abb. gekennzeichne-
ten Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand erzeugte Photon Linien-
breite und -form des Laserpulses sowie die zu diesem komplementéire Emissionsfrequenz
tibertragen bekommt. Anhand dieser Merkmale werden wir unseren Zweiphotonenanre-
gungspfad als Raman-Prozess klassifizieren konnen. Dieses erste Kapitel wird der Aus-
gangspunkt fiir alle weiteren im Rahmen dieser Arbeit durchgefiihrten und présentierten
Analysen sein. Die gezeigten und diskutierten Ergebnisse dieses Kapitels sind weitgehend
in den Publikationen [P1] und [P2] veroffentlicht.

Im ersten Abschnitt werden wir zunéchst das in Abb. skizzierte Modellsystem des
Quantenpunktes durch die Wahl geeigneter Materialparameter spezifizieren, um die in
Abschnitt [2.1.1| eingefiihrte Modellbildung zu komplettieren.
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3. Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand
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Abbildung 3.1.: Einzelphotonenemission aus dem Quantenpunktbiexziton. Abbildung (a) ist eine schemati-
sche Darstellung der Erzeugung einzelner Photonen aus dem Biexziton in Halbleiterquan-
tenpunkten vermittels des in (b) skizzierten Anregungsmechanismus. Der halbstimulierte
Zweiphotonenprozess ist exemplarisch in der H-Mode eingezeichnet, wobei der Kontroll-
laser durch den blauen und das emittierte Einzelphoton durch den gelben Pfeil reprisen-
tiert sind. In der V-Mode ist die spontan in beiden Moden ablaufende Biexziton-Exziton-
Kaskade eingezeichnet (schwarze gestrichelte Pfeile). Die gelben Klammern symbolisie-
ren die Mikroresonatoren, die jeweils die H- und V-Mode verstirken. (c,d) Resonanzbe-
dingung und Systemkonfiguration. Skizziert sind (b) die Resonanzbedingung, Gl. (3.1),
wobei die Bezugspunkte fiir 4y, durch die gestrichelten Linien markiert sind, sowie (d)
die Linienbreiten und die spektralen Positionen fiir die gewihlten Parameter (siehe Text).
Exemplarisch ist der Kontrolllaser als Gauf3-Puls der Breite A7 = 3 ps fiir die elementare
Resonanzbedingung 4, = 0 eingezeichnet.

3.1. Voruberlegungen zu Systemdesign und
Anregungsbedingungen

Um erste Einsichten in die Physik der Einzelphotonenemission aus dem Biexziton zu
gewinnen, legen wir in diesem Abschnitt einheitliche Systemparameter und Annahmen
fest, welche wir allen in diesem Kapitel priasentierten Analysen zugrunde legen werden.
Da im Vierniveaumodell des Quantenpunkt-Mikroresonator-Systems neben dem zu un-
tersuchenden Zweiphotonenprozess auch weitere, konkurrierende Anregungspfade — wie
zum Beispiel die schrittweise lasergetriebene Inversion in den Grundzustand iiber die ex-
zitonischen Zustinde — moglich sind, beschrianken wir uns auf stark nichtresonante An-
regungen, bei denen weder das Resonatorsystem noch der Kontrolllaser spektral mit den
elektronischen Resonanzen iiberlappen. Dieser Limes ldsst vor allen Dingen auch in der
analytischen Untersuchung einige die Problemstellung stark vereinfachende Annahmen
zu. Insbesondere kann auf die Cluster-Entwicklung zur Behandlung des Hierarchiepro-
blems vorerst verzichtet werden. Eine umfassende sowie systematische Untersuchung des
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3.1. Voriiberlegungen zu Systemdesign und Anregungsbedingungen

Zweiphotonenprozesses zwischen Biexziton und Grundzustand fiir beliebige Resonator-
und Laserverstimmungen werden wir erst spéter — in Kapitel [5| nach der Entwicklung
geeigneter Werkzeuge im folgenden Kapitel — vornehmen koénnen.

Konkret wihlen wir fiir InGaAs-basierte Materialsysteme typische Materialparame-
ter [80]: Die Ubergangsenergien seien Ex,., — Ec = 1.4 eV, was etwa einer Wellenlénge
von 880 nm entspricht, sowie Eg — Ey, , = 1.397 eV, was einer Bindungsenergie des
Biexzitons von 4E5 = 3 meV entspricht. Dabei haben wir bereits eine mogliche Fein-
strukturaufspaltung der Ezitonen vernachléssigt, Ex, — Ex, ~ 0, was fiir gro3e, auf einer
meV-Skala angesiedelte Verstimmungen von Laser und Cavity von den elektronischen
Resonanzen gerechtfertig ist. Typische Feinstrukturaufspaltungen liegen ja im Bereich
von einigen peV [[63]]. Im Hinblick auf die Moglichkeit zur Polarisationskontrolle (sieche
Publikation [P1]), welche im Rahmen dieser Arbeit nicht weiter diskutiert wird, wihlen
wir die Energien beider Resonatoren einheitlich, hAwy = hwy = hwc = 1.392 eV. Die
Licht-Materie-Kopplung sei durch g = 2/50 ps~! = 13 pueV gegeben. Wir mochten uns
ferner exemplarisch ausschlieBlich auf Anregungen in der H-Mode beschrianken, um eine
wohlkontrollierbare Anregungssituation sicherzustellen. In allen in diesem Kapitel fol-
genden Betrachtungen werden wir daher um der besseren Lesbarkeit willen den Index H
unterdriicken, z.B. Xy = X.

Fiir unser System konnen wir also ausgehend von der elementaren Resonanzbedingung
fiir den Kontrolllaser, Aw;. + hwc ~ Ep — Eg, wie wir sie anhand von Abb. [3.1p intuitiv
wihlen, eine Resonanzbedingung definieren, welche eine Durchstimmbarkeit des Lasers
um jene Resonanz erlaubt. Denn wir streben schlieBlich eine Steuerung der Emissionsfre-
quenz des Einzelphotons durch den Laser an. Wir definieren daher die Anregungsfrequenz
des Kontrolllasers w;, durch

th=EB—EG—ha)C +AL, (31)

wobei dementsprechend 4, die Laserverstimmung gegeniiber der elementaren Resonanz
bezeichne, siche Abb. [3.1¢. Wir nehmen nun Kontrollpulse der Form Q() = Qq,, (1)e i1
an, und betrachten explizit GauB8sche Hiillkurven,

_ (1—10)2

Qenv(t) = QOe 2, (32)

mit Amplitude £, Breite At und Zentrum bei .

Abschlielend spezifizieren wir noch die Verlustprozesse und -raten, die wir durch die
in Abschnitt [2.2] eingefiihrten Lindblad-Funktionale, Gln. (2.18) und (2.20), modellieren
werden. Wir beriicksichtigen durch den Lindblad-Operator L = \/hkb; fiir beide Moden,
i = H und V, eine endliche Lebensdauer 1/« der Photonen im Resonator. Weiterhin fiihren
wir eine Zerfallsrate vy, g fiir die elektronischen Polarisationen (engl. pure dephasing) ein,
deren Dephasierungsprozess durch die Lindblad-Operatoren L = /hy,5(Pa. — Psp) mit
E, > Egund a,B = B,Xy,Xy,G eingefiihrt wird [83]. Vereinfachend nehmen wir eine
einheitliche Dephasierungskonstante y = 7, fiir alle elektronischen Polarisationen an,
sodass wir den Lindblad-Term nach Gl. (2.18)) auswerten konnen als [80]

0 r

— P, .0Pgp. 33
atqure 2(;; «©0Ppp (3.3)
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3. Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand

Hierbei bezeichnet I eine neue effektive Dephasierungskonstante der Polarisationen (sie-
he auch Gl. (A.3)), wie sie auch im Emissionsspektrum beobachtet werden kann. Explizit
setzen wir A" = 3 peV [112,/113], Ak = g/0.04 = 330 peV. Dies entspricht einer rela-
tiv geringen Resonatorqualitéit von Q = wc/k » 4200. Spontanen Zerfall der Besetzungen
(strahlender Zerfall) iiber von den beiden Resonatormoden verschiedene Photonenmoden
werden wir zu Beginn dieses Kapitels zunichst vernachlédssigen. Diese Annahme ist auch
physikalisch gerechtfertigt, da die Lebensdauer der Besetzungen in der Regel auf einer
deutlich langeren Zeitskala angesiedelt ist als der Polarisationszerfall [[106]]. Insbesondere
fiir gepulste Anregung kann die Zeitskala des Emissionszyklus die Gréenordnung der
Lebensdauer deutlich unterschreiten. Zudem werden wir keine weiteren Einfliisse durch
Gitterschwingungen (Phononen) in unser Modell einschlieen, da wir diese fiir unsere
auf einer meV-Skala angesiedelten Verstimmungen von Laser und Cavity fiir eher gering
halten [[114]. Unsere durch die hier eingefiihrten Materialparameter definierte Systemkon-
figuration haben wir in Abb. veranschaulicht. Wir zeigen die Lorentz-Resonanzlinien

2
Ley(w) = ( < 3.4

w-n)*+&
der Breite & iiber der Energie £ = hw, welche bei E = hn lokalisiert sind. Fiir unser
System sind die Parameter gegeben durch ¢ = k, n = wc (Cavity, gelbe Linie) sowie
&=T,hn=Eg— Exbzw. hn = Ex — E (elektronische Ubergiinge, graue Linien). Zudem
haben wir als Beispielpuls einen Gaul3-Puls der Breite At = 3 ps angenommen, und zeigen
explizit das Betragsquadrat seiner Fourier-Transformierten (blaue Linie), welche durch
FlQ(1)](w) = [,~ di(r)e'" gegeben ist.

Als Erstes werden wir eine typische, durch die Resonanzbedingung des halbstimu-
lierten Zweiphotonenprozesses, Gl. (3.1)), definierte Anregung durch den Kontrolllaser
zeitaufgelost studieren. Auf diese Weise werden wir erste Charakteristika der Einzelpho-
tonenemission beobachten und weiter erschliefen konnen.

3.2. Dynamik der Einzelphotonenemission

In Abb. [3.2] zeigen wir ein erstes Beispiel fiir die Dynamik des laserassistierten Zwei-
photonenprozesses in Abhingigkeit von der Laserverstimmung 4; . Wie bereits einleitend
verabredet, nehmen wir zum Zeitpunkt # = 0 das Biexziton als bereits erzeugt und den Re-
sonator als leer an. Wir betrachten hier die Stimulation durch einen Gaul3-Puls der Breite
At = 3 ps und der Amplitude Q, = 1 meV, wie auch in Abb. [3.1d bzw. in Abb.[3.2h skiz-
ziert. Abbildung zeigt die resultierende Dynamik der Photonenpopulation (b™b) in
der H-Mode zusammen mit der Besetzung des Biexzitons, (Pp ), [Abb. ] des Exzi-
tons, (Pyx), [Abb.[3.2d] und des Grundzustandes, (Pg ), [Abb. [3.2¢]. Wir schauen uns
zunichst die Photonenpopulation an: Hier féllt sofort ins Auge, dass sich in Gegenwart
des Kontrollpulses sowie in der Nihe von 4y ~ 0 eine signifikante Erhohung der Photo-
nenpopulation gegeniiber der Hintergrundemission findet, die kurz nach dem Zeitpunkt
to = 10 ps fiir etwa 4, = —0.28 meV ihr Maximum erreicht und bei ¢ ~ £y + 10 ps wieder
auf die GroBe der Hintergrundemission zuriickféllt. Jene Hintergrundemission, welche ja
bereits bei r » 0 — wo noch Q(r) ~ 0 gilt — aufgezeichnet wird, ist offensichtlich kaum
abhingig von 4y . Sie zeigt deutliche Oszillationen iiber der Zeit und klingt im gezeigten
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Abbildung 3.2.: Emissionsdynamik fiir variierende Laserverstimmung. Gezeigt sind (a) die Gaufsche
Einhiillende des H-polarisierten Kontrollpulses Q.,,, (b) die resultierende Dynamik der
Photonenpopulation (b},by) zusammen mit der Dynamik der Besetzungen (c) des Biexzi-
tons, (Pp ), (d) des Exzitons, {Px, x, ) und (e) des Grundzustands, {Pg ), fiir variierende
Laserverstimmung 4 .

Zeitfenster ab. Betrachten wir dazu vergleichend die Besetzungen, erkennen wir auf den
ersten Blick, dass sie weitgehend adiabatisch der Anregung folgen. Nach Abklingen des
Pulses bemerken wir eine deutlich sichtbare, wenn auch kleine (~ 8 - 1073), inkohirente
Besetzung des Grundzustandes — ebenfalls in einer Umgebung von 4, = —0.28 meV.

Wir kénnen durch die hier gezeigten Indikatoren annehmen, dass die anregungsin-
duzierte Emission tatsdchlich aus dem gewiinschten Zweiphotonenprozess stammt, der
das Biexziton an den Grundzustand koppelt: Es handelt sich demnach um die Beobach-
tung des gesuchten Einzelphotons, wohingegen die Hintergrundemission mutmaflich aus
der inkohdrenten Emission des iiber die nichtresonante Cavity zerfallenden Biexzitons
stammt.

Um unsere ersten Ergebnisse besser zu verstehen, werden wir im Folgenden einige Zu-
sammenhinge analytisch erschlielen, indem wir die Heisenberg-Bewegungsgleichung,
Gl. (2.19), auswerten und die resultierenden Gleichungen auf die wesentlichen Kopp-
lungsmechanismen reduzieren. Insbesondere sind wir an einer Erkldrung fiir das Auftre-
ten einer von null verschiedenen Optimalverstimmung, hier Aipt = -0.28 meV, interessiert,
die wir im Rahmen weiterer, hier nicht gezeigter Simulationen als anregungsinduzierte,
also von Q, abhingige, Energieverschiebung ausmachen. Dieser Sachverhalt legt nahe,
dass fiir den betrachteten Zweiphotonenprozess optische Stark-Verschiebungen
relevant werden konnen. Um die Komplexitit der Problemstellung fiir die Gewinnung
erster analytischer Einsichten zu reduzieren, werden wir den vertikal polarisierten exzi-
tonischen Zustand Xy vernachlédssigen und uns auf ein effektives Dreiniveausystem aus
B, X und G beschrinken (siche Anhang[A.2)). Fiir die Dynamik der Photonenpopulation
erhalten wir auf diese Weise dann die Bewegungsgleichung
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Abbildung 3.3.: Zerlegung der Gesamtemission im kohdrenten Limes. Wir zeigen die Zerlegung nach
Gl. (3.6) fiir das Beispiel aus Abb. fiir dieé Optimalverstimmung Azpl = —0.28 meV.
Die graue Fliche zeigt die Gesamtemission (b'b) zusammen mit |(Pg xb')|* (rote Linie,
zur besseren Sichtbarkeit mit dem Faktor 10 multipliziert), |( Py zb")|* (blaue Linie) und
|(PG.b")|* (gelbe Linie) sowie die Summe der drei Betragsquadrate (schwarze gestrichelte
Linie).

g(b%) = —k(b'Db) + %Im ({(Pxb") + (Pxsb")). (3.5)

Die Gesamtemission setzt sich also aus dem Beitrag der beiden photonen-assistierten Po-
larisationen, (Pg xb') und (Pxb'), zusammen, die die Biexziton-Exziton-Kaskade be-
schreiben. Erwartungsgemal fillt die Photonenpopulation maflgeblich auf der durch «
definierten Zeitskala ab. Der stimulierte Zweiphotonenprozess geht dann erst in der néchs-
ten Hierarchieebene der Kopplung ein: Wir identifizieren ihn dort als photonenassistierte
Polarisation zwischen Biexziton und Grundzustand, (P gb'), die in Gegenwart des Kon-
trolllasers induziert werden kann. Um die optischen Eigenschaften des Zweiphotonen-
prozesses genauer zu ergriinden, werden wir dementsprechend die Bewegungsgleichung
von (P¢b') analysieren miissen. Die vollstindigen Gleichungen dazu befinden sich in
Anhang

Wir mochten daraus den wesentlichen Kopplungsmechanismus extrahieren: Abb.
legt nahe, dass sich die Besetzungen unter stark nichtresonanten Bedingungen weitge-
hend stationdr verhalten, (Ppp) = 1 und (Pyxyx) = (Psc) = 0, die Gesamtemission zerfllt
offensichtlich in den inkohérenten Hintergrund aus dem spontanen Anteil der Biexziton-
Exziton-Kaskade sowie in den anregungsinduzierten, also kohédrenten Anteil. Weiterhin
konnen wir aus dem adiabatischen Folgen der Besetzungen schliefen, dass auch die
durch den Kontrolllaser induzierte elektronische Polarisation lediglich dem Puls folgt.
Von diesem Anregungsgrenzfall ist bekannt, dass sich die Betragsquadrate polarisations-
artiger Groen besetzungsartig verhalten oder im Limes schwacher Anregung gar mit
Besetzungen identisch werden konnen, was gelegentlich als kohdirenter Limes bezeichnet
wird [86]]. In unserem Fall finden wir mithilfe unserer numerischen Simulationen zwi-
schen der Photonenpopulation und den photonenassistierten Polarisationen den Zusam-
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3.2. Dynamik der Einzelphotonenemission

menhang

(b'b) ~ [(Pxb")[* + [(Pxsb")* + [(Pc.sb")[*. (3.6)

Diese Zerlegung haben wir in Abb. [3.3] einmal fiir unser hier diskutiertes Beispiel aus
Abb. fiir die Optimalverstimmung Aipt = —0.28 meV veranschaulicht. Die graue
Fldche zeigt die Gesamtemission (b'h) zusammen mit |(Pg xb")|? (rote Linie), |(Px zb")|?
(blaue Linie) und |(Pg pb")|> (gelbe Linie) sowie deren Summe (schwarze gestrichelte
Linie). Die Summe der Betragsquadrate ist mit der Gesamtemission nahezu identisch.
Dabei beschreibt |(Px zb")|> vorwiegend das Einschwingverhalten aus der inkohérenten
Emission des Biexzitons und ist vom Puls kaum beeinflusst. Die Form von |(Pg b")|?
stimmt hingegen vollstindig mit der Form der kohirenten Emission — also dem Ein-
zelphotonenanteil — iiberein, wihrend zwar |(Pgxb")|> dem Puls folgt, aber groBenord-
nungsmiBig kaum zur Summe beitrigt. Diese Zerlegungseigenschaft ist der Grund dafiir,
dass im Limes hinreichend schwacher Anregung und nichtresonanter Cavities auf die
Cluster-Entwicklung der vollen Erwartungswerte (siche Abschnitt [2.2.2)) verzichtet wer-
den kann, da die vollen Erwartungswerte selbst bereits als ihre Korrelation aufgefasst
werden konnen. Diese Eigenschaft geht in unserem Fall unter der Annahme beliebiger
Laserverstimmungen A; und Cavity-Energien Awc sowie beim Ubergang zu hohen Anre-
gungsintensititen verloren, sodass — liber unseren vereinfachenden Anregungslimes hin-
ausgehend — eine systematische Zerlegung durch die Cluster-Entwicklung unabdingbar
wird.

Hier gelingt schlussendlich wegen Gl. das physikalisch konsistente Schlie3en des
Gleichungssystems (siche Anhang durch die Beschrinkung auf die drei photonenas-
sistierten Polarisationen,

9 <PG’XbT> EXG 0 Q*(l) (PG,XbT> 0
iha (Pxgb’) |=] O epx  —Q2°(1) || (Pxsb") | -9 1 : (3.7
(Popb™)] \Q(1) -Q(t) epg | \(Posb’) (Px.5)(1)

Dieses Gleichungssystem wollen wir als reduziertes Modell bezeichnen. Hierbei haben
wir die durch den Resonator verstimmten Ubergangsenergien €, 4 = E, — Eg— hwc —ih(k+
I')/2, eingefiihrt. Die Polarisation ( Py p) ist dabei explizit gegeben durch

i ! i ’
(Pxs)(t) = 5 fo di'e sER (- O( 11 (3.8)

mit Ep = Eg— Ex—ihl’/2 und Q(¢ = 0) = 0. Der in GI. (3.7)) auftretende, mit g skalierende
Vektor beschreibt die Anfangsbedingung des Systems: Hier tritt die Polarisation formal
als Anfangsbedingung des lasergestiitzten Zweiphotonenprozesses auf — die Polarisati-
on ldsst sich folglich als das durch den Laser induzierte virtuelle Niveau interpretieren.
Solch ein virtuelles Niveau wird oftmals als Hilfskonstrukt zur Erkldrung von durch nicht-
resonante Anregung induzierten Prozessen eingefiihrt. Physikalisch verbirgt sich dahinter
in unserem Fall das adiabatische Folgen des Exzitons, welches den Zweiphotonenpro-
zess zum Grundzustand hin vermittelt. Gleichung (3.7) ldsst sich fiir eine CW-Anregung,
Q(t) = Qoe~'n’, analytisch explizit 16sen (siche Anhang : Fiir die photonenassistierte
Polarisation zwischen Biexziton und Grundzustand erhalten wir dann

33



3. Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand

1 1
Ep—ha)L + EB.X

e 7 [0 SR U
epc — [sm + 88’}(] hwy,

(P6.sb")(1) = 920 e = Roe o1, (3.9)

Werten wir den hier auftretenden Resonanznenner mit der Anregungsbedingung, Gl. (3.1)),
aus, erhalten wir direkt einen Ausdruck fiir die gesuchte optimale Laserverstimmung,

1 1
Aipt = -QRe (— + —) , (3.10)

€XG E€BXx

welche die anregungsinduzierte Verschiebung der Ubergangsenergien kompensiert. Die
Verschiebung skaliert mit der Laserintensitit 22, sodass wir sie tatsdichlich als Stark-
Verschiebung klassifizieren konnen. Dariiber hinaus skaliert sie mit der Summe der Kehr-
werte der um die Resonatorenergie verstimmten Ubergangsenergien. Die spektrale Posi-
tion der Cavity bestimmt also zusitzlich den Betrag sowie insbesondere das Vorzeichen
der Verschiebung. Anhand von Gl. (3.9) konnen wir auch noch weitere Einsichten in den
Anregungsprozess gewinnen. Der Zihler weist zwei weitere Resonanzbedingungen auf:
Zum einen erwarten wir eine gesteigerte Ankopplung an den Zweiphotonenprozess, wenn
sich der Laser der Biexziton-Exziton-Resonanz nihert, Ep — hw;, # 0, zum andern, wenn
sich die Cavity derselben Resonanz nihert, €5 x ~ 0. Des Weiteren oszilliert der Prozess
mit der Laserfrequenz wy, ist also unmittelbar durch diese steuerbar. Werten wir Gl. (3.10)
mit unseren Systemparametern des in Abb. [3.2] gezeigten Beispiels mit £, = 1 meV aus,
so erhalten wir Aipt = —0.3 meV, was sowohl das Vorzeichen als auch die GroB3enordnung
der numerisch ermittelten Verschiebung, Aipt = —0.28 meV, reproduziert, obwohl es sich
ja um eine nichtstationdire Anregung gehandelt hatte. Die anhand der CW-Analytik ge-
wonnenen Erkenntnisse erhalten offenbar auch fiir gepulste Anregungen ihre Giiltigkeit,
nicht zuletzt qualitativ.

Mit der Losung von Gl. kann dann auch Gl. (3.5) gelost werden, und wir erhalten

(b'b) :—z—gIm[QO(L—L)R(ﬁL]. (3.11)
hk :

Die Gesamtpopulation der Photonen in der Cavity zerfillt also tatsdchlich im Rahmen
unserer Annahmen in zwei Anteile: Der erste beschreibt die aus dem kohérenten Zwei-
photonenprozess generierte Population — das gewlinschte Einzelphoton —, der zweite die
aus dem inkohédrenten Zerfall des Biexzitons iiber den Resonator stammende Population.
Letzterer ist fiir die unerwiinschte Hintergrundemission verantwortlich, welche erwar-
tungsgemil fiir eine resonante Cavity, ez x ~ 0, zunimmt. Da wir in Gl. (3.9) ja gefun-
den hatten, dass fiir egx — 0 ebenso der Beitrag des Zweiphotonenprozesses gesteigert
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werden kann, erwarten wir aus dem Wettstreit zwischen kohédrenten und inkohérenten
Prozessen das Auftreten einer nichttrivialen optimalen spektralen Position der Cavity.
Wir werden in den beiden folgenden Kapiteln unter anderem genau diesen Sachverhalt
systematisch und wesentlich allgemeiner analysieren als fiir die hier zur ersten Unter-
suchung fixierten Anregungsbedingungen. Denn fiir nahresonante Cavities gelingt eine
Zerlegung der Emission in den kohdrenten und inkohdrenten Anteil nur noch iiber die
Cluster-Entwicklung, da eine spektrale Zerlegung nicht mehr moglich ist, wie wir sie hier
unter stark nichtresonaten Bedingungen zur Hilfe nehmen konnen. Zudem erkennen wir
anhand von Gl. (3.11)) zusammen mit GI. (3.9)), dass die anregungsinduzierte Population
mit (g€y)? skaliert, sodass wir fiir erhohte Licht-Materie-Kopplung g sowie gesteigerte
Laserintensitit 5 einen entsprechend gesteigerten Populationsbeitrag erwarten. Weiter-
hin ist die Photonenpopulation proportional zur Photonenlebensdauer 1/x im Resonator.
Ferner skaliert die kohirente Population mit 1/epx — 1/ex, was bedeutet, dass der halb-
stimulierte Zweiphotonenprozess keine Population erzeugt, wenn gz x ~ £x, gilt, was bei
kleinen Biexzitonbindungsenergien, AEp — 0, eintritt.

Durch obige Beobachtungen und Uberlegungen haben wir nun bereits gezeigt, dass der
untersuchte Zweiphotonenprozess tatsdchlich durch Ansteuerung mit dem Kontrolllaser
zu einer zeitlich kontrollierbaren Einzelphotonenemission fiihrt. Wir haben uns zudem
erschlossen, dass durch den Laser induzierte Stark-Verschiebungen die elementare Reso-
nanzbedingung signifikant modifizieren konnen und daher ggf. durch Anpassen von 4,
kompensiert werden miissen. Die in diesem Abschnitt prasentierten und diskutierten ana-
lytischen Zusammenhénge haben einen signifikanten Beitrag zu Publikation [P1] gelie-
fert. Bevor wir die im Rahmen unserer ersten analytischen Betrachtungen aufgedeckten
fundamentalen Zusammenhénge zwischen den elementaren Systemkenngrofen und der
Effizienz des Zweiphotonenprozesses allgemeiner untersuchen, moéchten wir zundchst im
zweiten Teil dieses Kapitels anhand der spektralen Eigenschaften der Emission zeigen,
dass dieser Prozess als Raman-Prozess klassifiziert werden kann.

3.3. Spektrale Eigenschaften der
Einzelphotonenemission

In diesem Abschnitt widmen wir uns den fundamentalen spektralen Eigenschaften der
durch den Resonator verstirkten Einzelphotonen. Wir mochten insbesondere zunichst
zeigen, dass die aus den Dreiniveausystemen mit orthogonalen Dipolmomenten, wie bei-
spielsweise A-Konfigurationen [Abb. [I.1k], bekannten Eigenschaften der Raman-Emis-
sion — Kontrollierbarkeit der Emissionsfrequenz und -linienbreite [21,|53] — auch fiir
den Zweiphotonenprozess zwischen Quantenpunktbiexziton und -grundzustand gelten,
in dem ja bei linear polarisierter Anregung sowohl Lichtfeld als auch Resonator an beide
Ubergiinge, B <> X; und X; <> G, ankoppeln. Als Erstes wollen wir die Emissionsfrequenz
des Einzelphotons hinsichtlich ihrer Abstimmbarkeit untersuchen. Die im Folgenden ge-
zeigten Ergebnisse sind in Publikation [P2] verdffentlicht, und wir orientieren uns daher
auch maBigeblich an der dort gewihlten Art der Darstellung.
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3. Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand

3.3.1. Emissionsfrequenz der Einzelphotonenemission

Um an die im vorigen Abschnitt diskutierte CW-Analytik anzukniipfen, werden wir wie-
der in den Grenzfall quasistationdrer Anregung gehen, Q(¢) = Qpe~“t’. Wir hatten schlieB-
lich bereits bei der Analyse der Emissionsdynamik gesehen, dass sich in diesem Li-
mes besonders leicht wertvolle analytische Zusammenhinge erschlieen lassen, die zum
Verstindnis der numerischen Resultate herangezogen werden konnen und auch beim Uber-
gang zu nichtstationdren Anregungungen eine weitreichende Aussagekraft behalten. Ins-
besondere hatten wir bereits in Abschnitt [2.3]erwihnt, dass im CW-Limes die Autokorre-
lationsfunktion der Resonatorphotonen, G(z,7) = (b'(¢ + 7)b(¢)), nur noch von der Zeit-
differenz T abhéngt, aber nicht mehr vom expliziten Zeitpunkt 7 selbst, G(¢,7) = G(7). In
unserem Modellsystem bleibt dann die Besetzung des Biexzitons auf der Zeitskala, die
zum Etablieren der relevanten Linienbreiten — des Resonators, gegeben durch «, und der
elektronischen Ubergiinge, gegeben durch I” — niherungsweise konstant.

Abbildung zeigt eine erste numerische Simulation des Wiener-Khintchine-Spek-
trums, GI. (2.30), (gelbe Linie) auf Basis der Von-Neumann-Gleichung, Gl. (2.16), fiir
variierende Laserverstimmung A;. Wir beschrinken uns dabei spektral auf die Region,
die die Resonatoremission um A(w — wc) = 0 meV herum und die Biexziton-Exziton-
Emission um A(w — wc) = 5 meV herum umfasst. Da unter unseren quasistationiren
Bedingungen die Exziton-Grundzustand-Emission bei #(w — wc) = 8 meV kaum beitragt
(die Biexzitonbesetzung bleibt ndherungsweise iiber den Zeitraum der Messung erhalten),
haben wir auf eine Darstellung des zugehorigen spektralen Bereichs verzichtet. Wir er-
kennen, dass fiir die elementare Resonanzbedingung Aw = Eg— Eg —hwc, definiert durch
Ay, = 0, die Spektrallinie der Einzelphotonenemission in der Cavity-Resonanzlinie zen-
triert ist [Abb. [3.4h]. Fiir eine etwas kleinere Anregungsenergie, definiert durch 4;, = -0.3
meV, beobachten wir eine Blauverschiebung [Abb. [3.4b] und fiir eine etwas grofiere An-
regungsenergie, definiert durch 4, = +0.3 meV, eine Rotverschiebung der Emissionslinie
innerhalb der Spektrallinie des Resonators [Abb. [3.4c]. Offensichtlich ist die durch die
Cavity verstiarkte Emission — also das Einzelphoton — innerhalb der Resonanzlinie des
Verstirkers in ihrer Emissionsfrequenz abstimmbar, und zwar den Regeln der Energieer-
haltung des Zweiphotonenprozesses zwischen Biexziton und Grundzustand folgend. Die
Biexziton-Exziton-Emission bleibt unter unseren quasistationidren Anregungsbedingun-
gen entsprechend unbeeindruckt unter Frequenzabstimmung der Einzelphotonenemissi-
on.

Um auch wieder Einsichten jenseits unserer ersten, anhand der numerischen Ergeb-
nisse gemachten Beobachtungen zu gewinnen, analysieren wir die fiir die resultierende
Systemantwort relevanten Bewegungsgleichungen. In Ubereinstimmung mit dem redu-
zierten Modell, Gl. (3.7), beschrinken wir uns wieder auf das Dreiniveau-Untersystem
bestehend aus Biexziton B, dem Exziton Xy = X und Grundzustand G. Die Dynamik der
Autokorrelationsfunktion G(7) = G(t = 0,7), welche via Fourier-Transformation unmit-
telbar mit dem Emissionsspektrum korrespondiert, ist dann im Rahmen unserer Modell-
annahmen ausgehend von der Heisenberg-Bewegungsgleichung, Gl. (2.19) bzw. (2.33)),
gegeben durch

ih%G(T) =-h (wc + 15) G(7) - g [lIxc(7) + Hpx(7)], (3.12)
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Abbildung 3.4.:

3.3. Spektrale Eigenschaften der Einzelphotonenemission
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Frequenzabstimmung des Einzelphotons. Gezeigt ist das numerisch (gelbe Linie) sowie
das iiber das reduzierte Modell nach Gl. (3.14) analytisch berechnete Emissionsspektrum
(schwarze gestrichelte Linie) fiir eine CW-Anregung mit einer Rabi-Energie 2y, = 0.25
meV fiir drei reprisentative Laserverstimmungen, (a) 4y = 0.0 meV, (b) 4., = —0.3 meV und
(c) 4y, = +0.3, in halblogarithmischer Darstellung. Die Emissionslinie des Einzelphotons ist
durch die weilen Pfeile und die Biexziton-Exziton-Emission mit B <+ Xy gekennzeichnet.
Die Umgebung der Resonatoremission ist durch die graue Fldche hervorgehoben.

wobei wir die zweizeitigen Korrelatoren 17, 5(7) = (P,5(7)b(0)) definiert haben. Diese

gehen fiir 7 =

0 in die photonenassistierten Polarisationen der Biexziton-Exziton-Kaskade

iiber, ITx(0) = (Pgxb™)* und IIzx(0) = (Pxpb')*. Die Bewegungsgleichungen fiir
IIx; und Il x koppeln beide an den Korrelator /75, welcher entsprechend fiir 7 = 0
in die photonenassistierte Polarisation zwischen Biexziton und Grundzustand iibergeht,
I1(0) = (P pb")*, welche ausschlieBlich in Gegenwart des Kontrolllaserfeldes exis-
tiert. Diese beschreibt ja den zu untersuchenden laserassistierten Zweiphotonenprozess.
Wir extrahieren daher aus den Bewegungsgleichungen die Kopplung der drei relevanten

Korrelatoren,

Ilx:, Ilpx und I1p . Unsere reduzierende Modellbildung fiir die Autokor-
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3. Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand

relationsfunktion ist ebenso genauer in Anhang ausgefiihrt. Unter dieser Annahme
erhalten wir ein geschlossenes System von drei gekoppelten Bewegungsgleichungen,

IIxc Exc 0 Q(7) \ (lxe
lha— HB,X = - 0 EB,X —Q(T) HB,X (313)
T HB,G .Q* (T) —.Q* (T) EB,G HB,G

mit E, 3 = E, — Eg+ihI"/2, das wir im Folgenden entsprechend wieder als reduziertes Mo-
dell bezeichnen werden. Fiir ein CW-Lichtfeld ldsst sich dieses Gleichungssystem leicht
16sen, und wir erhalten einen expliziten Ausdruck fiir das CW-Spektrum,

ihG(0) - g [Sxc(w) + Spx(w)]

Sew(w) = Re h(we - w) + ihk/2 ’

(3.14)

wobei wir S, s(w) = [ dre 71, 5(7) definiert haben und G(0) = (b*b) durch G1. (3:11))
gegeben ist. Dieser Ausdruck fiir das CW-Spektrum zeigt in Abb. [3.4] (schwarze gestri-
chelte Linie) eine hervorragende Ubereinstimmung mit dem numerischen Ergebnis: Er
gibt sowohl die spektralen Positionen, die Linienbreiten sowie die Intensititen der ein-
zelnen Beitrdge wieder. Das reduzierte Modell weist lediglich einen etwas geringeren
Hintergrund abseits der fundamentalen Resonanzlinien auf. Das Spektrum enthilt laut
Gl. (3.14)) zunichst zwei Hauptanteile,

thXG(O) .Q()SB(;((U + wL)

Sxg(w) = Exc - hw
ihll Q
Sun(w) - PO DSnolwzon), (3.15)

welche die beiden Beitrdage durch die Emission aus dem Exziton-Grundzustand- und dem
Biexziton-Exziton-Ubergang widerspiegeln. Die Anfangsbedingungen sind hierbei wie-
der durch die Losung des reduzierten Modells Gl (3.7), gegeben und lauten explizit

IIx(0) = —QO— sowie ITzx(0) = QO— -2~ Der Beitrag an der Biexziton-Exziton-
B.X

Ubergangsenergle I x(0)/(Epx — hw) enthalt also den inkohérenten Zerfall tiber die
Cavity, modifiziert durch den kohidrenten Prozess. Unter den in diesem Kapitel angenom-
menen Bedingungen, welche zu stationdren Besetzungen fiihren, konnen wir die Auswir-
kung des Zweiphotonenprozesses auf die spontane Emission nicht weiter untersuchen,
wir hatten ja in Abb. keinen Einfluss des Kontrolllasers auf die Biexziton-Exziton-
Emission beobachten kénnen. Wir werden diesen Sachverhalt in den nichsten beiden
Kapiteln von den mikroskopischen Betrachtungen ausgehend explizit untersuchen, ins-
besondere in Abschnitt Der Anteil I7x;(0)/(Exc — hw) enthilt hingegen im Rah-
men unserer reduzierenden Modellbildung ausschlieBlich einen kohdrenten Beitrag. Bei-
de Komponenten in Gl. beinhalten das Spektrum des Einzelphotons,

ihIT5,(0) + Q, [ihHB,X(O) _ ihHX,G(O)]

Ep x—hw Exc—-hw

ESP((L)) - hw + 1hF/2

Spo(w+w) = (3.16)
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3.3. Spektrale Eigenschaften der Einzelphotonenemission

wobei 175 (0) = R nach Gl. (3.9) gilt. Dieser trigt nur fiir Qy > 0 bei. Die Emissions-
energie des Einzelphotons identifizieren wir dabei als

1 1

Esp(a))zha)c—AL—Q% EBX—hw+EXG—hw 5

(3.17)

seine spektrale Breite ist im CW-Limes im Wesentlichen durch I" — die elektronische
Dephasierungsrate — bestimmt. Die spektrale Breite ist folglich nicht durch die Reso-
natorbreite k festgelegt, wenn I" deutlich kleiner ist als k. Die Emissionsenergie ist in
Gl. (3.17) gegeben durch die Resonatorenergie Awc, und kann reguliert werden durch die
frei wihlbare, linear eingehende Laserverstimmung 4;. Wachsende Anregungsenergie,
4y, > 0, fiihrt zur Rotverschiebung, verminderte Energie, 4; < 0 zur Blauverschiebung
der Emissionslinie im Spektrum. Dariiber hinaus enthélt Gl. noch einen mit der In-
tensitit des Lasers, Q(Z), skalierenden Anteil: Hierbei handelt es sich um die im Spektrum
beobachtbare, frequenzabhingige Stark-Verschiebung, welche in der Nidhe der Resona-
torenergie, Aiw ~ Awc, in den Ausdruck Eq. (3.10) iibergeht. In diesem Kapitel werden
wir auf die Stark-Verschiebungen erst zum Ende hin nochmals genauer eingehen, da wir
uns zwischenzeitlich auf Anregungen beschrinken, bei denen die Verschiebungen kaum
beitragen. Zudem werden wir in den folgenden Kapiteln, in denen wir eine umfassende
und mikroskopische Untersuchung der Zweiphotonenprozesse auch fiir hohe Anregungs-
intensititen sowie allgemeinere Anregungsbedingungen anstreben, die Energieverschie-
bungen explizit systematischer untersuchen. Im Limes schwacher Anregungen reduziert
sich GI. auf Egp — hwe ~ -4y, was wir auch in Ubereinstimmung mit dem nume-
rischen Ergebnis bestitigt finden. Zumindest im Falle moderater Stark-Verschiebungen
kann 4y passend korrigiert werden, um die Verschiebung zu kompensieren.

Fiir die weiteren Untersuchungungen der fundamentalen spektralen Eigenschaften des
halbstimulierten Zweiphotonenprozesses zwischen Biexziton und Grundzustand kdnnen
wir festhalten, dass innerhalb der Spektrallinie des Resonators die Emissionsfrequenz
des Einzelphotons durch die Wahl der Laserverstimmung 4, beliebig eingestellt werden
kann. Gegebenenfalls auftretende, durch den Laser hervorgerufene Stark-Verschiebungen
der Spektrallinie konnen durch weitere Feinabstimmung von Ay korrigiert werden. Die
spektrale Breite des Einzelphotons ist durch die elektronische Dephasierungskonstante
nach unten beschrinkt, welche in der Regel viel kleiner ist als die Breite « des Resonators.
Als Néchstes werden wir nun die Linienbreite des Einzelphotons fiir Laserpulse endlicher
Breite genauer untersuchen und verlassen den CW-Limes.

3.3.2. Linienbreite und Linienform des Einzelphotons

Um die Linienbreite des durch den halbstimulierten Zweiphotonenprozess zwischen Biex-
ziton und Grundzustand erzeugten Einzelphotons in Abhédngigkeit von der Pulsbreite des
Kontrolllasers zu untersuchen, betrachten wir im Folgenden wie zu Anfang des Kapitels
wieder Pulse mit Gauflscher Einhiillenden, GI. (3.2).

Abbildung zeigt das berechnete Emissionsspektrum in der Umgebung der Cavity-
Spektrallinie, innerhalb welcher die Einzelphotonenemission zu beobachten ist, fiir ver-
schiedene Pulsbreiten 4¢. Bei der Berechnung der Spektren haben wir sichergestellt, dass
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Abbildung 3.5.: Kontrolle iiber die Linienbreite und Linienform des Einzelphotons. (a) Gezeigt ist das
Emissionsspektrum in der Umgebung des Resonators (grau schattierte Lorentz-Kurve) fiir
eine Gaufische Einhiillende mit Qy = 0.75 meV, 4¢ = 5 ps, 41, = —0.09 meV (gelbe Linie)
und Qp = 0.25 meV, 4t = 15 ps, 41 = 0 (schwarze gestrichelte Linie) zusammen mit dem
CW-Szenario aus Abb. (schwarze durchgezogene Linie). Die beiden Gauf3-Pulse ha-
ben gleiche Pulsflichen. Alle Spektren sind auf ihr Maximum normiert. (b) Gezeigt sind
Spektren fiir einen Kontrollpuls nach GI (3.I8) mit GauBscher Einhiillenden mit 4¢ = 15
ps, aber drei unterschiedlichen Frequenzkomponenten, einmal mit gleicher Amplitude (gel-
be Linie) und einmal mit unterschiedlichen Amplituden (schwarze gestrichelte Linie). Die
Spektren sind auf das Maximum der gelben Kurve normiert, die Cavity-Resonanz (graue
Fliche) ist erneut zum Vergleich gezeigt. Weitere Details sind im Text beschrieben.

wir §(t,w) nach Gl. (2.29) derart auswerten, dass die Linienbreite des Einzelphotons
vollstdndig etabliert ist. Wir miissen also jeweils einen Zeitpunkt # nach dem Kontrollpuls
withlen, zu dem die laserinduzierte Emission bereits abgeklungen ist. Wir vergleichen drei
reprasentative Pulsbreiten, At = 5 ps (gelbe Linie), 4t = 15 ps sowie At - oo, was dem
CW-Limes entspricht. Wir sehen sofort, dass die Linienbreite der Emission mit wachsen-
der Pulsdauer 4t abnimmt. Fiir alle drei Beispiele — und sogar fiir recht kurze Pulse —
erreichen wir spektrale Breiten, die die Breite des Resonators Ak unterschreiten. Zudem
behilt die Einzelphotonenemission annidhernd Gaul3sche Gestalt. Wir gewinnen also den
ersten Eindruck, dass sich nach den Regeln der Fourier-Transformation die Gestalt des
anregenden Kontrollpulses auf das Spektrum des Einzelphotons iibertrdgt. Insbesondere
konnen wir die Linienbreite des Photons gezielt durch Einstellen der Kontrollpulsbreite
festlegen.

Die oben gewonnenen Resultate — Einstellbarkeit der Emissionsfrequenz und Linien-
breite — legen nahe, dass wir auch beide Eigenschaften derart iiberlagern konnen, dass
durch die Superposition mehrerer Kontrollpulse eine gezielte Formbarkeit der Spektralli-
nie moglich wird. Dies mochten wir durch die Uberlagerung von drei Kontrollpulsen mit
gleicher Einhiillenden aber unterscheidlichen Frequenzen demonstrieren,

(1-19)% . . . (3
Q1) - oo (Q(()l)eﬂwﬁl), + Q(()Z)eﬂwﬁz)t + Q(()3)eflw£%)z) ’ (3.18)

wobei Q(()i) die Amplitude und wﬁi) = Ep— Eg — hwc + AS ) die Frequenz des i-ten Bei-
trags seien. In Abb. [3.5b haben wir Emissionsspektren fiir zwei Beispiele eines solchen
Kontrollpulses dargestellt. Im ersten Beispiel (gelbe Linie) haben wir die in Abb. [3.4]
verwendeten Verstimmungen, A](f) = —-0.3 meV, A]Ez) = 0.0 meV und AS) = +0.3 meV,

genutzt und alle Amplituden identisch, Q(()i) = 0.25 meV, gewihlt. Die Breite des Pul-
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3.4. Analytische Losung des reduzierten Modells fiir beliebige Laserhiillkurven

ses betrigt At = 15 ps, sodass die einzelnen Pulskomponenten spektral kaum iiberlappen.
Wir sehen diese Eigenschaft im Spektrum unmittelbar abgebildet: Wir beobachten ein
Triplett innerhalb der Cavity-Resonanz (graue Fldche), die Intensititen der drei Antei-
le folgen in etwa dem Umriss der Cavity-Lorentzlinie. Als zweites Beispiel (schwarze
gestrichelte Linie) zeigen wir zum Vergleich die gleiche Situation, aber reduzieren die
mittlere Amplitude auf die Halfte, Q(()Q) = 0.125 meV. Wir sehen, dass sich die mittlere
Linie des Tripletts auf die Hohe der beiden anderen Anteile reduziert. Offensichtlich ist
es also mdglich, durch gezielte Superposition geeigneter Kontrollpulse, Q(z) = ¥, Q()(1),
die Form der Spektrallinie explizit zu gestalten (engl. pulse shaping). Diese Formbarkeit
der Spektrallinie des Einzelphotons ist inzwischen unter anderem anhand zweier iiberla-
gerter Gaul3scher Kontrollpulse experimentell fiir den Raman-Prozess in einem A-System
demonstriert worden [|55}(115].

Auf Grundlage der bisherigen Untersuchungen klassifizieren wir unseren Zweipho-
tonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand an dieser Stelle nun als Raman-
Prozess. Diese Benennung werden wir im Folgenden ab jetzt vereinheitlichend verwen-
den. Dementsprechend mochten wir festlegen, dass wir die fiir die hier untersuchte Ein-
zelphotonenemission verantwortliche photonenassistierte Polarisation, (P gb"), von nun
an als Raman-Polarisation bezeichnen.

Wir mochten an dieser Stelle zudem darauf hinweisen, dass wir in Abb. deutliche
Asymmetrien und Energieverschiebungen in den Spektrallinien ausmachen, was auf die
durch die Uberlagerung gesteigerte Pulsfliche des Kontrollpulses zuriickzufiihren ist. Ei-
ne leichte Asymmetrie bemerken wir bei genauerem Hinsehen auch schon in Abb. [3.5p.
Wir werden im nidchsten Abschnitt daher — iiber die analytischen Betrachtungen im CW-
Limes hinausgehend — das reduzierte Modell fiir Kontrolllaserpulse endlicher Breite be-
trachten und analytisch 16sen. Dies wird uns unter anderem noch einige weitere Anhalts-
punkte fiir den Einfluss der expliziten Pulsform geben, die aus der rein simulativen Ana-
lyse des Spektrums nicht weiter erschlossen werden konnten.

3.4. Analytische Losung des reduzierten Modells fur
beliebige Laserhullkurven

Zum Abschluss dieses Kapitels mochten wir das reduzierte Modell des Raman-Prozesses
zwischen Biexziton und Grundzustand, welches wir oben bisher ausschlieBlich im CW-
Limes analysiert haben, fiir gepulste Anregungen, Q(t) = Q. (#)e'“t’, 16sen. Insbeson-
dere wollen wir die in Abb. anhand numerischer Daten beobachtete Linienbreitenab-
stimmung und die pulsabhingige Linienform des Raman-Photons genauer untersuchen.
Zusitzlich erweitern wir das reduzierte Modell noch um den Beitrag strahlenden Zerfalls
der Besetzungen (siche Anhang[A.T]), was nach Gl. (A.6) zu den effektiven elektronischen
Déampfungskonstanten

FX,G:F-FI", FB’X:F+3I", FB’G:I_‘-FZI” (319)

der elektronischen Polarisationen (P, g(.,)) fiihrt. Zunichst entwickeln wir im folgenden
Teil dieses Kapitelabschnittes eine Losung fiir die Dynamik der Emission, um densel-
ben Formalismus dann im zweiten Teil schlieBlich auch auf das reduzierte Modell des
physikalischen Spektrums anzuwenden.
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3.4.1. Losung der Emissionsdynamik

Wir erweitern zunéchst das reduzierte Modell um die Beriicksichtigung von strahlendem
Zerfall, indem wir die in Gl. (3.7) auftretenden elektronischen Dephasierungskonstan-
ten durch die verallgemeinerten Konstanten I, s nach Gl. (3.19) ersetzen, was wir durch
die entsprechend modifizierten Energien €,5 = E, — Eg — hwc — ih(k + I, 5)/2 sowie
Ep = Ez—Ex—ihl ' x/2 erreichen. Zudem transformieren wir GI. fiir die weiteren Be-
trachtungen in ein rotierendes Bezugssystem, um die auf der Matrixdiagonalen stehenden
Grundfrequenzen &, zu eliminieren. Dazu definieren wir (P, b*)(r) = e/, (1),
und wir erhalten unmittelbar das Gleichungssystem

0 $a.x i 0 0 Q(1)\ (dex ig 0
o bxp | = % 0 0 () || oxn |+ Y gienxt/h . (3.20)
"\ @) 90 0 J\¢os eienat/h(Py g)(1)

Hier haben wir die Lichtfeldkomponenten

‘Ql_(t) - Q(t)e—i(é?x,c—«?&o‘)l/h’ QE(I) - _Q(t)e—i(aB.x—xSB,G)’/h,
Qi (1) = Q(r)etiexomesa)tlh O (r) = —Q(f)et (Fax—e80)1/h, (3.21)

identifiziert, die aus dem vollen Lichtfeld Q(¢) durch die Verstimmung um die verschiede-
nen auftretenden Differenzfrequenzen hervorgegangen sind. Im Vektor der Anfangsbedin-
gung wird nun auch klar ersichtlich, dass die inkohidrente Hintergrundemission aus dem
Biexziton mit ei¢sx!/" — also mit der Verstimmung zwischen Biexziton-Exziton-Ubergang
und Resonator — oszilliert (vgl. Abbn. und [3.3). Die Polarisation ist hier weiterhin
definiert durch

(Pys)(t) = f dr'e #E - Q(r). (3.22)

Fiir die weiteren Betrachtungen schreiben wir Gl. (3.20) nun kompakt als Matrix-Vektor-
Gleichung,

0 i ig
E‘Z’(f) = —EH(IW(I) + Efﬁo(f)- (3.23)

Ein einfacher Exponentialansatz mit der Matrix H 10st diese Gleichung nicht, da H nicht
fiir verschiedene Zeitpunkte 7 und ¢ mit sich selbst vertauscht, [H(#), H(#')] # 0 [87]. Auf-
grund der einfachen Gestalt der vollen Kopplungsmatrix bietet sich aber eine Aufspaltung
H = M~ + M* an, um zumindest die relevante Kopplung durch einen Exponentialansatz
herauszutransformieren. Dies gelingt, indem wir

0 0 0
M- ()= o 0 0 (3.24)
Qi) (1) 0

wihlen: Zum einen ist dieser Matrixanteil fiir die Riickkopplung von ¢¢ s — also der
Raman-Polarisation — an die Biexziton-Exziton-Kaskade verantwortlich, und zum an-
deren gilt M~ (#)M~(#) = 0 und somit trivialerweise [M~(z), M~(#')] = O fiir alle Zeiten ¢
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und 7. Fiir dieses abgespaltene Teilproblem ist nun tatsdchlich der Matrixexponentialan-
satz ¢(1) = e # o M )y (1) moglich, und wir erhalten durch Einsetzen in Gl. (3:23) die
transformierte Bewegungsgleichung

%lﬁ(l‘) — _%e% [(; dSM_(S)M+(I)e_%ondSM_(S)l//(l) + %e% /(; dSM_(S)(ﬁo(l). (325)
Die hier auftretenden Matrixexponentiale von M~ haben die besonders einfache Gestalt
o i t
et [ _ 4 % f dsM~(s), (3.26)
0

sodass wir unmittelbar die Transformationsvorschrift zwischen den Vektoren ¢ und v,

$ox(t) = Yex (1),
dx5(t) = Yxp(t),

bo.5(1) = -% [ fo tdsQ;(s)]%,x(t) - % [ fo tdsgg(s)]mg(z) es(),  (327)

ablesen konnen. Zudem konnen wir die neue Kopplungsmatrix in Gl. (3.25) explizit be-
rechnen, und wir erhalten

- _ it - i !
e Jo dsia (S)MJr(t)e_ﬁ o dsM™(s) _ M* (1) + % f ds [M(s), M*(7)]
0

+%'/O.tds‘/()tduM_(s)MJ“(t)M_(u). (3.28)

Wir erinnern daran, dass M* von der Ordnung £ ist: Die rechte Seite der Gleichung stellt
also eine Entwicklung der Kopplung in Potenzen des Lichtfeldes dar. Ausgehend von
unserer CW-Analyse, in der wir die Riickkopplung nach Gl. (3.9) in der Ordnung ©?
gefunden hatten, vernachlédssigen wir die zweite Zeile der rechten Seite, welche von der
Ordnung €3 ist. Diese Néherung entkoppelt die Raman-Polarisation i g von den anderen
beiden Gleichungen. Denn der dritte Zeilenvektor von M* ist null und der Q?-Beitrag
koppelt ¥ g ausschlieBlich an sich selbst,

_Ql,l(t» S) —Ql’z(t, S) 0
[Mi(S),MWL(I)] = —Qz,l(f, S) —Qz,z(t, S) 0 . (329)
0 0 Ql’l(l‘, S) +QZ’2(I, S)

Hier haben wir die Abkiirzungen Q; ;(7,s) = Q/ (¢)Q; (s) eingefiihrt. Wenden wir unsere
Uberlegungen auf GI. (3:23) an, erhalten wir schlussendlich eine geschlossene Differen-
tialgleichung fiir die Raman-Polarisation,

gtl/’G,B(t) = M(1)¢65(1) + %g (¢o,3(t) + % [ fo tdng(s)] ¢0,2(r)) : (3.30)

Dabei ist die Eigenfrequenz durch M(t) = & [,/ ds [Qy1(, s) + 2:(t, 5)] gegeben. Wei-
terhin bezeichne ¢, () die jte kartesische Komponente des Vektors ¢o(¢). Mit der Glei-
chung der Raman-Polarisation, die ja auf Basis unserer oben beschriebenen Niherung
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geschlossen werden konnte, sind wir nun in der Lage die durch Gl. (3.27) gegebene
Transformationsvorschrift weiter zu spezifizieren: Wir leiten diese Vorschrift ab, setzen
den durch Gl. (3.30) definierten Zusammenhang ein und vergleichen die so gewonnene
Gleichung fiir ¢gp(¢) mit der urspriinglichen Gleichung, Gl. (3.23). Dies fiihrt direkt auf

¢6.8(t) = Ye.5(1). (3.31)

Offensichtlich fiihrt die Vernachldssigung der Ordnung Q3 dazu, dass nur die Kopp-
lungsmatrix transformiert wird, nicht aber der Zustandsvektor ¢ selbst. Dieser Sachver-
halt vereinfacht die Konstruktion einer expliziten Losung des reduzierten Modells erheb-
lich. Die lineare Differentialgleichung, Gl. (3.30), wird unmittelbar durch den Ansatz
We.p(1) = elo M) g o(1) gelost, und die Raman-Polarisation im rotierenden Bezugs-
system ist demnach explizit gegeben durch

1 ! Lo~ [ dsM(s / i 2 = /
wG,B(I) = Egefo dsM(s) ﬁ di'e Jo dsM(s) (¢0’3(I ) S }T‘[ I“/.S dSQZ(S)] ¢0,2(t )) . (332)

Hier erkennen wir nun zwei fundamentale Quellterme, die zum Aufbau von Raman-
Polarisation zwischen Biexziton und Grundzustand beitragen: Zum einen finden wir ¢ 3
— die laserinduzierte Polarisation zwischen Biexziton und Exziton — als Quelle, zum an-
dern ¢, — die inkohédrente Emission aus dem Biexziton —, projiziert mit dem Integral
tiber die Lichtkomponente €2;. Das bedeutet aber, dass die kohédrente Raman-Polarisation
nicht nur durch das dem Laserpuls adiabatisch folgende Exziton vermittelt wird, sondern
dariiber hinaus sich ebenfalls durch die inkohirente Hintergrundemission speist, welche
durch den Kontrolllaser in kohédrente Raman-Emission umgewandelt werden kann. Die-
sen Sachverhalt konnen wir unter den in diesem Kapitel angenommenen Bedingungen
zur Ermoglichung einer ersten reduzierenden Modellbildung nicht weiter untersuchen.
Nun sind wir aber dazu in der Lage, die volle Zeitabhiingigkeit der Raman-Polarisation
zu bestimmen, sie ist gegeben durch

(PG,BbT)(l) _ eiigB’Gt/hlﬁG,B(t) _ e—%(gB,GJr%fo’ dSM(S))tlZG,B(t), (3.33)

sodass wir nun die durch den Kontrolllaser induzierte Energieverschiebung gegeniiber
EBG als

A1) = % A "dsM(s) (3.34)

identifizieren konnen. Genauer gesagt ist dies eine Selbstkonsistenzgleichung fiir 4, denn
M ist ja wiederum von 2 und damit von 4, abhidngig. Um dennoch einen expliziten und
kompakten Ausdruck zu erhalten, werten wir die in M (s) auftretenden Energiedifferen-
zen mit der Ndherung hwy ~ Eg—Eg—hwc aus. Gleichzeitig stellen wir die Konsistenz mit
dem CW-Ausdruck, Gl. (3.10), sicher, indem wir die auftretenden Dampfungskonstanten
passend durch i(k + I'x)/2 bzw. i(k + 'y )/2 formal ersetzen. Dies fiihrt auf
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Abbildung 3.6.: Volle Losung vs. reduziertes Modell. Abgebildet ist (a) die bereits in Abb. gezeigte
volle Losung der Von-Neumann-Gleichung im Vergleich mit (b) der Losung des reduzier-
ten Modells nach Gln. (3:32)) und (3.33).

1 t K X :
A(t):% fo ds fo Qo (5) Qe (1) [ 3556010 4 eienx(s-0] (3.35)

Dieser Ausdruck geht dann tatsdchlich fiir ein CW-Lichtfeld, Q. (¢) = Qo, unter der An-
nahme von Q(r = 0) = 0 in den CW-Ausdruck, GI. (3.10), iiber, fiir dessen Herleitung
wir ja iiber die reduzierende Modellbildung hinaus keine weitere Ndherung gemacht hat-
ten. An diesem Punkt ist das reduzierte Modell, Gl. (3.7), fiir eine beliebige Einhiillende
nun vollstdndig geldst, und wir kénnen die Losung der Raman-Polarisation, Gl. (3.32),
unter Verwendnung der expliziten Losung fiir die Stark-Verschiebung, Gl. (3.33), in die
Gleichung fiir die Photonenpopulation, Gl. (3.5)), einbringen. Formale Integration liefert

(b*h) (1) = %Im fo RISCCOl ((Poxb") (1) + (Pxsb")()) (3.36)

mit den photonenassistierten Polarisationen
S, _ ’
(Pe.xb™)(t) = —% [) dr'e 1exs =R Q* (1) (Pg gb") (1),

. t . , . ' ) )
(PX,BbT)(t):%/ dt'eienx (i1 )/hQ*(t')<PG,BbT)(t’)+%g[ df'e-ienx(=")/h.
0 0
(3.37)

AbschlieBend stellen wir in Abb. 3.6lunsere auf den Ausdriicken fiir die Raman-Polari-
sation, Gl. (3:32), sowie fiir die auftretenden Stark-Verschiebungen, Gl. (3.33), basieren-
de analytische Losung des reduzierten Modells [Abb. [3.6b] der vollen Lsung der Von-
Neumann-Gleichung gegeniiber [Abb. [3.6h], die wir bereits im Rahmen von Abb. [3.2] fiir
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unsere Beispielparameter gezeigt und diskutiert hatten. Wir finden — trotz unserer oben
beschriebenen Niherungen — eine erstaunlich gute Ubereinstimmung der Analytik mit
der vollen Numerik: Die Analytik gibt — neben der inkohdrenten Hintergrundemission
aus dem Biexziton — insbesondere die grundlegende Erscheinungsform der laserinduzier-
ten kohdrenten Raman-Emission korrekt wieder, bemerkenswerterweise reproduziert sie
sogar die numerisch ermittelte Energieverschiebung (grau gestrichelte Linie). Die beiden
Losungen unterscheiden sich lediglich leicht in der absoluten Quantenausbeute, die Ana-
lytik iiberschitzt die reine Numerik auf einer Skala von 1 - 1076 (siehe Farbskalen).

Da das reduzierte Modell also offensichtlich auch fiir beliebige Pulsformen duf3erst be-
lastbar ist, libertragen wir das in diesem Abschnitt beschriebene Losungsvorgehen unmit-
telbar auf das reduzierte Modell der Dynamik der Autokorrelationsfunktion zur Analyse
des Eberly-Wodkiewicz-Spektrums. Die im Folgenden entwickelten und diskutierten Er-
gebnisse sind teilweise in Publikation [P2] veroffentlicht.

3.4.2. Untersuchung des Eberly-Wodkiewicz-Spektrums

Bevor wir das im vorigen Abschnitt beschriebene Vorgehen auf die Dynamik der Au-
tokorrelationsfunktion anwenden konnen, erweitern wir zunédchst das reduzierte Modell,
Gl. (3.13)), um die explizite Beriicksichtung der Abhingigkeit von beiden Zeiten, ¢t und ,

HX,G(I’ T) EX,G 0 Q(f + T) HX,G(Z‘,T)
lha— HB’X(I,T) = - 0 EB,X —Q(t + T) HB,X(I’ T) . (338)
T HB’G(I,T) Q*(I+T) —Q*(I+T) EB,G HB,G(I,T)

Dabei sind die von 7 und 7 abhingigen Korrelatoren nun durch 77, g(,7) = (Pog(t+7)b(t))
und die Energiedifferenzen wie gehabt durch E, 5 = E, — Eg + il 5/2 = hw, s gegeben.
Von der obigen Bewegungsgleichung ausgehend werden wir GI. fiir Kontrollpulse
Q(t) = Qeny(t)e ! mit einer beliebigen Hiillkurve Q.,, verallgemeinern konnen. Dies
wird gewinnbringende Einblicke in die Abhéngigkeit der spektralen Gestalt des Raman-
Photons vom gewihlten Anregungsdesign ermoglichen. Wir notieren wieder im ersten
Schritt unsere Bewegungsgleichung, Gl. (3.38)), im rotierenden Bezugssytem der systems-
pezifischen Eigenfrequenzen, /1, 5(t,7) = e'@«s™ ¥, 4(1,7), was auf

a yIX,G l 0 O Ql,3 TX,G
|| =z 0 0 | ax (3.39)
T Y6 Q3 &, O Y6

fiihrt. Hierbei haben wir die Kontrollpulskomponenten
.Q3’1 (t, T) =0 (l’ + T)C_i(wB‘G_wX‘G)T, 93,2(t, T) = -0 (f + T)C_i(wB‘G_wB'X)T,
Q13(1,7) = Q(t + 1)el@s=ox)T Q) (1,7) = —Q(1 + 7)€l (Wro—wB)T (3.40)

identifiziert. Fiir den Korrelatorenvektor ¥ = (¥x ¢, ¥a.x, ¥ ) machen wir dann den aus
dem vorigen Abschnitt bereits bekannten Exponentialansatz,

Y (1,7) = e Jo M P(1 1), (3.41)
welcher mit der zu Gl. (3.24) analogen Wahl,
0 0 0
M(t,7)=[ 0 o ol, (3.42)

.Q3’1 (l, T) Qg’z(l, T) 0
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wieder die Kopplung der Raman-Gleichung an die iibrigen Komponenten aufheben soll.
Es gilt dementsprechend wieder M(z, 7)M(z,7’) = 0 und somit natiirlich fiir alle Zeiten
7, 7" die Vertauschbarkeit von M mit sich selbst, [M(#,7),M(z,7')] = 0. Die Vernachlssi-
gung der Riickkopplung in zweiter Ordnung des Lichtfeldes fiihrt zur geschlossenen
analytischen Losung von Gl. (3.39), und wir erhalten schlussendlich fiir den Raman-
Korrelator

Wy 6(t,7) = (Pg.pb')* (1)e #2007, (3.43)

der die Information der durch den Kontrolllaser steuerbaren spektralen Eigenschaften
birgt. Die hier auftretende Stark-Verschiebung haben wir als

1 T 7/ 2
Z(I,T) = hi [ dr’ f dr” ZQ&]((I, T”)ka(t, T’) (344)
T JO 0 =1

identifiziert, welche eine Verallgemeinerung der in GI. gefundenen Verschiebung
darstellt. Ihr Einfluss und ihre explizite Gestalt spielen letztendlich eine entscheidende
Rolle fiir die Frequenzkontrolle sowie fiir die spektrale Formbarkeit des Raman-Photons.
Sie ist ebenfalls zweiter Ordnung im Lichtfeld und explizit von den in Gl. (3.40) definier-
ten Pulskomponenten abhéngig, welche wiederum die volle Gestalt des Kontrollpulses,
Q.,y, enthalten. In unserer Nidherung faktorisiert nun der zweizeitige Raman-Korrelator
nach Gl. (3.43) in die ausschlieflich von ¢ abhingige Raman-Polarisation (Pg gb")(?)
selbst und in den mit der laserinduzierten Energieverschiebung 2'(¢,7) oszillierenden An-
teil, welcher als Einziger die 7-Abhéngigkeit trigt.

Nun steht noch die sukzessive Konstruktion der Losung fiir die volle Autokorrelati-
onsfunktion G(#,7) = (b'(t + 7)b(t)) aus. Ausgehend von der Verallgemeinerung von
Gl. (3.12) auf zwei Zeiten ist die Autokorrelationsfunktion zunéchst formal durch Inte-
gration ihrer Bewegungsgleichung,

G(t,7) = eE</M(bTD) + % [O dre Ec M (ITy o(1,7') + M x(1, 7)), (3.45)

darstellbar, wobei wir Ec = hwc + ik/2 definiert haben. Analog gilt nach Gl. (3.38) fiir
die beiden im Integranden auftretenden Korrelatoren

HX,G(I, T) = eiEX‘GT/h<PG,XbT>*(l') + %eiEX’GT/h —/(; dT’Q1’3 y’ﬂg(l’, T,),

Hpx(t,7) = eEoxTM( Py pbT)* (1) + %eiE&XT/h fo dr’ Q36 (1, 7). (3.46)
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Ohne zusitzliche Ndherungen konnen wir anschliefend im Rahmen des reduzierten Mo-
dells die Autokorrelation durch das Einsetzen von Gl. in den Ausdruck Gl.
zunichst ausschlieBlich auf den Raman-Korrelator ¥ zuriickfiihren. Die dafiir notwen-
digen Schritte sind sehr langwierig, aber relativ unkompliziert, weshalb wir sie hier blof3
knapp umreillen: Nach dem Auflosen der Doppelintegrale durch partielle Integration so-
wie dem expliziten Auswerten der auftretenden Energiedifferenzen und geeignetem Sor-
tieren der einzelnen Terme erhalten wir als Ausdruck fiir die Autokorrelationsfunktion im
reduzierten Modell

G(t,7) =

ef;ECT((bTb)(t) 3 g(PG,XbU*(I) B (Pxgb") (1)

g
Exc - Ec Epx — Ec

h |Egx—Ec Exg-Ec

i Pxpb'y(t) ie“fh T i et 4in [ BGTBX) 1
+gehEB.XT((E);i—>E(C) _EBx—éch dr'e h(EB_EX_h A BX) Qen(t+7) ¥ (2.7

+ Y l ! ! ]e_iwL’f dr'e s (Asin= )" Qe (147" ) Pp6(1,7)
0

i P bVt iewLip T _i(g. - TBGTXGY
+gertxoT (Pox >()+ e f dr'e HExEehocdysh=S XG)TQenv(HT')BI’BG(f’T,) :
Exg-Ec Exg—EcJo '

(3.47)

Hier haben wir bereits alle Beitrige zu G(¢,7) nach Frequenzen in 7 geordnet: Wir fin-
den wie zu erwarten drei Grundfrequenzen, namlich Ec/h (Resonatorfrequenz), Epx/h
(Biexziton-Exziton-Frequenz) und Eys/h (Exziton-Grundzustand-Frequenz). Alle drei
Beitrige bestehen zum einen aus einem ausschlieBlich #-abhingigen Hintergrundbeitrag,
und zum anderen aus einem explizit in ¢ und 7 von der Einhiillenden €.,,, und dem Raman-
Korrelator Y5 abhingigen Beitrag. Offensichtlich kann der kohdrente Raman-Prozess
also auch die Spektrallinien an den Emissionsfrequenzen der Biexziton-Exziton-Kaskade
modifizieren. Dass dies tatsdchlich auch iiber den durch den Erhaltungssatz, Gl. (3.6),
limitierten Grenzfall hinaus gilt, werden wir erst zum Ende dieser Arbeit diskutieren
konnen (siehe Abschnitt [5.2.3), nachdem wir iiber die Cluster-Entwicklung ein geeig-
netes Rahmenkonzept entwickelt haben werden, welches die Untersuchung des Raman-
Prozesses auch fiir starke Anregungsintensitidten zulésst.

Bemerkenswerterweise lédsst sich nun die volle Autokorrelationsfunktion, Gl. (3.47),
mit unserer Niherungslosung fiir den Raman-Korrelator, Gl. (3.43)), ausschlieBlich auf die
Materialparameter, die gewéhlte Einhiillende sowie die reine t-Dynamik zuriickfiihren.
Die gesamte 7-Dynamik ist somit explizit ausformuliert. Da wir ja insbesondere am Spek-
trum des Raman-Photons interessiert sind, extrahieren wir nun aus GI. (3.47) den Beitrag
der Autokorrelationsfunktion, welcher in 7 nahe der Cavity-Frequenz oszilliert. Anschlie-
Bend zerlegen wir diesen in den mit der reinen Cavity-Frequenz oszillierenden Hinter-
grundbeitrag G¢ und in den explizit durch den Kontrollpuls steuerbaren Anteil G,. Dies
ergibt fiir die Hintergrundemission

(3.48)

Gc(t, T) — e;ECT(<bTb>(Z) _ g<PG,XbT)*(t) _ (PX,BbT)*(t))

9
Exc - Ec Epx - Ec

und unter Verwendung von Gl. (3.43) fiir den rein kohdrenten Anteil
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Abbildung 3.7.: Physikalisches Spektrum des Raman-Photons — reduziertes Modell vs. volle Losung. Abge-
bildet ist das auf Basis der analytisch ermittelten Komponenten S¢ (schwarze gestrichelte
Linie) und Sp (schwarze durchgezogene Linie) berechnete Emissionsspektrum S¢ + Sg
(gelbe Linie) nach Gl. (3.50). Die Parameter stimmen mit dem in Abb.[3.5h gezeigten Sze-
nario zur Gauf3-Pulsbreite von At = 5 ps iiberein, welches hier zum Vergleich erneut gezeigt
ist (graue Flidche). Die Laserverstimmung ist in beiden Fillen wieder als 4;, = —0.09 meV
gewihlt.

_i_g ip T[ 1 — ! ]
Go(t,)= ne' ‘ |Esx~Ec ExcEc|

=l B.G

(Po.sb"y ()™ . dr'e e )TbenV(l+T,).

(3.49)

Bevor wir diesen Ausdruck niher besprechen, mochten wir unsere analytische Losung
nach GlIn. (3.48)) und (3.49) fiir das resultierende Spektrum erst einmal visualisieren und
mit der vollen numerischen Losung auf Basis der Von-Neumann-Gleichung abgleichen:
Der spektrale Beitrag an der Cavity-Resonanz ist dann analytisch gegeben durch Sc +
So, wobei die beiden Anteile jeweils durch das korrespondierende Eberly-Wodkiewicz-
Integral, Gl. (2.29), gegeben sind,

t ' . t t—t' )
Sc(t,w) =Re / dt] dre™"Ge(f,7), So(t,w) =Re / dt] dre ™" Go(t',7).
0 0 0 0
(3.50)

Das nach dieser Gleichung definierte Spektrum haben wir fiir unser in Abb. 3.5p ge-
zeigtes Beispiel des GauB3-Pulses mit der Breite A7 = 5 ps ausgewertet und in Abb. [3.7|mit
der vollen Losung zusammen dargestellt. Wir zeigen die Summe der Anteile, Sc+Sg, (gel-
be Linie) sowie die beiden Einzelkomponenten, Sc (schwarze gestrichelte Linie) und Sg,
(schwarze durchgezogene Linie). Wir sehen sofort, dass die analytische Losung des re-
duzierten Modells die volle, leicht asymmetrische Linienform des Raman-Photons (graue
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Fliache) erstaunlich gut erfasst. Diese Form konnen wir anhand von Gl. (3.49) nun ge-
nauer erkldren: Zum einen sind bereits die beiden Flanken der Hintergrundemission Sc¢
um die Cavity-Frequenz herum nicht symmetrisch, bei genauerem Hinsehen bemerken
wir eine leichte Bevorzugung der Emissionsfrequenzen w > w¢ gegeniiber w < wc. Das
liegt offensichtlich daran, dass der entsprechende Anteil der Autokorrelation, G¢, laut
Gl. (3.48) in der -Koordinate mit der gesamten Emission gewichtet wird, die ja ebenfalls
den kohidrenten Anteil enthilt, der von der Pulsform abhingt. Zum anderen ist ebenso
der rein kohédrente Beitrag Sg nicht spiegelsymmetrisch um die Resonatorfrequenz wc.
Dieser weist — neben einem dominanten positiven Beitrag bei w ~ wc — zwei negati-
ve Flanken auf, welche unterschiedlich stark ausgeprigt sind. Der Raman-Prozess, So,
beschneidet also insbesondere spektral die auf der Resonatorbreite x angesiedelte Hin-
tergrundemission, Sc, derart, dass die effektive Linienbreite nach Gl. (3.49) mafigeblich
durch den zentralen positiven Beitrag von Sg, welcher im Wesentlichen durch die Brei-
te der Einhiillenden des Kontrollpulses, Q.,,, gegeben ist. Gleichung (3.49) zeigt aber
— iiber die Analyse von Abb. [3.5h hinausgehend — nun explizit an, wie zusitzlich die
Form des Pulses die Raman-Resonanzlinie beeinflusst: Die beobachtete Asymmetrie der
Raman-Resonanzlinie lisst sich nun durch die zeitabhdngige Energieverschiebung X (¢, 1)
erkldren, welche nach Gl. (3.44)) sowohl explizit von der Form als auch der Intensitit des
Pulses abhingt. Die Linienform ist ndmlich weitgehend durch die Fourier-Transformierte
von e iL+2()t/h) - definiert, was effektiv als Puls mit zeitlich veridnderlicher Anre-
gungsfrequenz (iiberlicherweise engl. als Chirp bezeichnet) aufgefasst werden kann. Da
2 von der Ordnung Q7 ist, wird es fiir wachsende Anregungsintensitiit zu einer zuneh-
menden Verformung der Raman-Linie gegeniiber der urspiinglichen Pulsform kommen
wie wir sie fiir eine gesteigerte Pulsflache in Abb. deutlich erkennen kdnnen. Diesen
Sachverhalt werden wir im néichsten Kapitel noch genauer im Zusammenhang mit den
Raman-Prozessen in Dreiniveausystemen besprechen (siehe Diskussion von Abb. [4.7).
Die auftretenden Verschiebungen der Spitzenintensitidt der Raman-Linie gegeniiber w =
wc konnen offensichtlich stets durch die konstante Laserverstimmung korrigiert werden,
wie wir anhand von Abb. zusammen mit Gl. (3.49) schlieBen konnen, nicht aber die
Asymmetrie.

Insgesamt konnen wir an diesem Punkt aus den Ergebnissen des reduzierten Modells
schlieBen, dass die Abhingigkeit der Raman-Linienform vom Kontrollpuls nicht trivial
ist. Insbesondere legt Gl. (3.49) nahe, dass zur Kompensation der Energieverschiebung
2(t,7) fiir die optimierte Raman-Emission auch zeitlich verinderliche Laserverstimmun-
gen, also die Verwendung maBgeschneiderter Chirp-Kontrollpulse, in Betracht gezogen
werden miissen. Ferner merken wir spitestens nach der hier diskutierten Analyse des
Emissionsspektrums, dass die spektrale Darstellung zur weiteren kombinierten analyti-
schen und numerischen Ergriindung der Raman-Prozesse nicht geeignet ist: Zum einen
stoen wir an Grenzen, sobald mehrere konkurrierende Prozesse an der Resonatorfre-
quenz entarten. Zum anderen miissten wir zur physikalisch konsistenten Zerlegung des
Spektrums in alle beitragenden Emmissionsprozesse unter beliebigen Anregungsbedin-
gungen eine systematische Zerlegung sowohl in der 7- als auch in der ~-Dynamik vor-
nehmen. Dies ist meist nicht moglich, da in der Regel die Vertauschungsrelationen von
Operatoren zu verschiedenen Zeiten analytisch nicht bekannt sind.

Stattdessen muss fiir ein weiterfithrendes tiefgriindiges Verstidndnis der Zweiphotonen-
Raman-Prozesse — welches zur Optimierung von darauf basierenden Einzelphotonen-
quellen fiir die Eignung zur Anwendung in der Quantenkommunikation unabdingbar ist

50



3.4. Analytische Losung des reduzierten Modells fiir beliebige Laserhiillkurven

— eine fiir alle Anregungsbedingungen giiltige mikroskopische Beschreibung der Anre-
gungsdynamik etabliert werden. Eine solche Beschreibung ermoglicht dann die eindeu-
tige Interpretation ergénzender spektraler Analysen, welche ja oftmals einen etwas in-
tuitiveren Zugang zu optischen Anregungsprozessen zulassen und zudem direkt messbar
sind. Um ferner den Raman-Prozess zwischen Biexziton und Grundzustand mit Raman-
Prozessen in bereits etablierten Systemen — wie z.B. der prominenten A-Konfiguration
[Abb. [I.Tk] — in Verbindung zu bringen und mit diesen physikalisch zu vergleichen,
werden wir im folgenden Kapitel die Komplexitit des Systems zunéchst reduzieren, in-
dem wir eine systematische Untersuchung von resonatorgestiitzten Raman-Prozessen in
Dreiniveausystemen in einer einheitlichen, mikroskopischen Beschreibung auf Basis der
Cluster-Entwicklung durchfiihren. Auf diese Weise werden wir einen Formalismus zur
Beschreibung von Zweiphotonen-Raman-Prozessen bereitstellen, der es erlauben wird,
grundlegend neue physikalische Einsichten in die Emissionscharakteristik verschiedener
elektronischer Konfigurationen zu erlangen.
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Zweiphotonen-Raman-Prozesse in fundamentalen
Dreiniveausystemen

Ausgehend von den ersten physikalischen Einsichten in die Raman-Photonenemission aus
dem Quantenpunktbiexziton, wollen wir in diesem Kapitel die Komplexitit des Modell-
systems zunichst weiter reduzieren, um den Raman-Prozess im kleinstmdglichen Mo-
dellsystem zu isolieren. Der Zweiphotonenpfad ist immer dann moglich, wenn es drei
elektronische Niveaus gibt, die iiber zwei dipolerlaubte optische Ubergiinge miteinander
verkniipft sind. Daher werden wir die fiir unser volles System relevanten Dreiniveausyste-
me definieren und grundlegend mit der Methode der Cluster-Entwicklung mikroskopisch
analysieren. Auf dieser Grundlage kann eine eindeutige sowie auf komplexere Mehrni-
veausysteme verallgemeinerbare Definition eines Raman-Photons entwickelt werden. In
diesem Zusammenhang werden wir auch eine Schnittfliche zu bereits existierenden For-
schungsarbeiten herstellen konnen, die Raman-Prozesse insbesondere in halbleiterbasier-
ten oder atomaren A-Konfigurationen behandeln [16,45.|53,54]]. Dies wird nicht nur eine
Validierung unseres auf der Cluster-Entwicklung basierenden Rahmenkonzeptes ermogli-
chen. Vielmehr werden wir feststellen, dass wir in der Lage sind, in der Literatur etablier-
te experimentelle Ergebnisse neu zu verstehen und zu erkliaren. Die Entwicklung unseres
mikroskopischen Rahmenkonzeptes und die wesentlichen Ergebnisse, die in diesem Ka-
pitel préasentiert werden, sind in Publikation [P3] als umfangreicher Grundlagenartikel
verOffentlicht worden. Die Art der Darstellung sowie die Auswahl der gezeigten Ergeb-
nisse in diesem Kapitel orientiert sich daher maB3geblich an Publikation [P3].

4.1. Vereinheitlichende Beschreibung A- und V-artiger
Systeme

Um den Raman-Prozess in den im Abschnitt[2.1.2]eingefiihrten Dreiniveausystemen, wel-
che durch die Hamilton-Operatoren Gln. (2.8)-(2.11)) definiert sind, systematisch zu be-
schreiben und zu analysieren, vereinbaren wir zunéchst einige Definitionen und Annah-
men. Als Erstes miissen wir die Resonanzbedingung des Raman-Prozesses spezifizieren,
um die Anregungsfrequenz w; des Kontrolllasers geeignet zu wihlen. Hierbei mochten
wir annehmen, dass die optisch erlaubten Ubergiinge halbleitertypische Ubergangsener-
gien auf einer eV-Skala aufweisen, |h(w; — w;)| = 1-2 eV. Ferner mochten wir in V- und
A-Konfigurationen annehmen, dass die Energiedifferenz zwischen Anfangs- und Endzu-
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Abbildung 4.1.: Visualisierung von Laser- und Resonatorverstimmungen. Skizziert sind die in Gln. @)
und (@.2)) definierten Verstimmungen 4;, und Ac. Die blauen Pfeile reprisentieren die An-
regungsenergie des Kontrolllasers, die gelben Klammern markieren die Energie der Reso-
natormode. Die gestrichelten Linien markieren die Bezugspunkte der Verstimmungen: 4¢
wird gegeniiber dem Zwischenzustand 2 und Ay relativ zur Resonatorverstimmung (also
als Abweichung zur elementaren Zweiphotonenresonanzbedingung) gemessen.

stand kleiner sei als die Energie der Resonatormode, |w; — ws| < wc. In typischen Ma-
terialsystemen ist sie sogar um GroBenordnungen kleiner, beispielsweise ist die Fein-
strukturaufspaltung der Exzitonen, welche eine V-Konfiguration mit dem Grundzustand
realisieren, auf einer peV-Skala angesiedelt [68]. Diese Annahmen werden keinerlei Ein-
fluss auf die Physik des Raman-Prozesses haben, sie erlauben uns aber die Vermeidung
zusitzlicher Fallunterscheidungen. Somit konnen wir eine kompakte, fiir alle Dreiniveau-
systeme einheitliche Bedingung fiir die Kontrollfrequenz ansetzen,

ha)L = |h((l)1 — W3 — wc)| +AL- (41)

Hierbei ist die um die Cavity-Energie verstimmte Energiedifferenz zwischen Anfangs-
und Endzustand die elementare Resonanzbedingung, welche sofort aus Energieerhal-
tungsiiberlegungen folgt. Um durch die Intensitit des in der Regel nichtresonanten Kon-
trolllasers induzierten Energieverschiebungen vom Stark-Typus Rechnung zu tragen, er-
lauben wir eine weitere Feinabstimmung 4; . Diese werden wir fiir jedes gewihlte Kon-
trolllaserfeld Q(¢) optimieren miissen. Dariiber hinaus fiihren wir die Resonatorverstim-
mung

AC :h(w,-—wj—wc) (42)

ein, wobei (i,j) = (1,2) fiir V-artige und (i, j) = (2,3) fiir A-artige Systeme sei. So-
mit gilt in Gl. (4.2) offensichtlich stets w; — w; > 0. Resonator- und Laserverstimmung
sind in Abb. 4.1 zum besseren Verstdndnis illustriert. Wir werden also alle folgenden
Betrachtungen ausschlielich durch 4¢ und 4 formulieren kénnen, was den Vergleich
der Modellsysteme unabhingig machen wird von den jeweiligen absoluten Energien der
elektronischen Zustinde.

An dieser Stelle miissen wir nun auch die relevanten Verlust- und Dephasierungspro-
zesse zusammen mit ihren Lindblad-Operatoren einfiihren. In unserem Zusammenhang
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beriicksichtigen wir eine endliche Lebensdauer der Photonen im Mikroresonator durch
den Operator L = \/hkb, welcher systemklassenunabhiingig ist. Des Weiteren modellieren
wir den Zerfall elektronischer Polarisationen durch den Lindblad-Operator L = +/hy; jo; ;
mit E; > E; [83], wobei o j = P;; — P;; den elekronischen Inversionsoperator zwischen
Zustand i und j bezeichne. Dieser Zerfall wird in der englischsprachigen Fachliteratur
oftmals als pure dephasing bezeichnet, da mit diesem Dephasierungsprozess keine Re-
laxation der elektronischen Besetzungen einhergeht. Unter der Annahme, dass fiir die
eingefiihrten Dephasierungskonstanten die Symmetrie y;; = v;; gelte, ist auch das vol-
le Lindblad-Funktional EIT/PWJ,- [Pn.n] nach Gl. (2.20) symmetrisch unter Vertauschung
von i und j. Dies aber bedeultjet: dass der Polarisationszerfall in seiner formalen Gestalt
identisch ist fiir alle vier Systemkonfigurationen, was uns zum einen eine konsistente Ver-
gleichbarkeit erlauben und zum anderen unsere Analyse auf die Betrachtung der beiden
Systemklassen reduzieren wird. In unserem grundlegenden Vergleich der Licht-Materie-
Wechselwirkung des Raman-Prozesses in der A- und V-Klasse verzichten wir jedoch auf
die Berticksichtigung von strahlendem Zerfall der elektronischen Besetzungen, welche
unter Wechselwirkung mit von der Resonatormode verschiedenen photonischen Moden
in den Grundzustand relaxieren konnen. Dieser Prozess kann aber fiir eine gewéhlte Kon-
figuration durch L = \/hT,-,jPl-, ; modelliert werden, wobei die P;; mit E; > E; die optisch
erlaubten Ubergiinge seien [54]]. Offensichtlich sind aber die damit verbundenen Beitrige
abhédngig von der expliziten Konfiguration des betrachteten Dreiniveausystems, was ei-
ne konsistente Vergleichbarkeit der vier Konfigurationen verhindern wiirde. Insbesonde-
re kann der Verzicht auf die Beriicksichtung von radiativem Zerfall auch physikalisch
gerechtfertigt werden, sobald wir gepulste Anregungszyklen auf Zeitskalen betrachten,
die deutlich kiirzer sind als die Lebensdauern der elektronischen Besetzungen. Strahlen-
den Zerfall schlieen wir spiter explizit in unsere mikroskopische Analyse der Raman-
Emission aus dem Biexziton in Kapitel [5] ein (sieche auch Diskussion in Anhang [A.T.T).
Insgesamt sind die oben eingefiihrten Lindblad-Beitrige explizit gegeben durch
Z»CL(b(T)) = _lh_Kb(ﬂ 4.3)
T 2

und fiir O = P,, ., durch

Z EL(Pm,n) = —% Z’)’[’j(zéi’néﬁm + 25,',,”61"” + 6i,m + 6./@’” + 6[’,, + 6],n)Pm,n- (44)
L i>)
Hierzu machen wir in Anhang analytisch plausibel, wie strahlender Zerfall unsere
im Folgenden diskutierten Ergebnisse modifizieren wird. Wir werden die im Hauptteil
dieser Arbeit diskutierten Gleichungen derart notieren, dass die Beriicksichtigung von
radiativem Zerfall formal mit eingeschlossen ist. Dazu fiihren wir effektive Zerfallskon-
stanten I, fiir die Polarisationen P,,, ein, die sowohl den Beitrag Gl. (4.4)) als auch den
Beitrag strahlenden Zerfalls (ebenfalls Anhang enthalten konnen. Wir definieren
also ganz allgemein fiir m + n

1Al ,
2

ZEL(Pm,n) = - Pm,n- (45)
L

Um die Cluster-Entwicklung explizit anzuwenden, die einen geschlossenen Satz von
Bewegungsgleichungen herstellt, bendtigen wir noch die relevanten Faktorisierungen.
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Aus diesem Grund definieren wir als Erstes den Raman-Prozess durch seine entsprechen-
de Raman-Korrelation

R= <<P3,1bT>>, (46)

die eine korrelierte photonenassistierte Polarisation zwischen Anfangszustand 1 und End-
zustand 3 ist. In Kapitel 3| hatten wir ja analog die Raman-Polarisation als (Pg gb") zwi-
schen Biexziton (Anfangszustand) und Grundzustand (Zielzustand) identifiziert. Formal
klassifizieren wir die Raman-Korrelation als Doublet-Gréfle, und ihre Bewegungsglei-
chung wird gemil Gl. (2.23)) von der Triplet-Ordnung sein. Aus diesem Grund wollen
wir alle Gleichungen auf der Triplet-Ebene schlieBen (SDT-Nédherung), um die Raman-
Dynamik aus formaler Sicht exakt zu beschreiben. Die Doublet-Korrelationen definieren
sich nach dem rekursiven Faktorisierungsschema der Cluster-Entwicklung (siehe Abb.[2.3)
explizit tiber

(b'b) = (b")(b) + {(b'D) = (b'b),
(Pib") = (Pij)(b) + (P ;b)) = (Pib"). (4.7)

Hier haben wir bereits unsere Annahme berticksichtig, dass der Kontrolllaser aufgrund
der zueinander orthogonalen optischen Polarisationen nicht unmittelbar an den resona-
torgestiitzten Ubergang koppeln kann. Dies bedeutet aber, dass die kohirenten Photonen-
Singlets stets verschwinden, (b()) = 0. Somit finden wir fiir die Triplets

(Pijbb) = (Pi;){b'b) + (P;;b"D) (4.8)
und fiir die Quadruplets

(Pijb'bb) = 2(P: b)(b'b) + (P b'bb)),
(Pib"bb) = 2(P; b7 ){(b'b) + (Pi;b'b D). (4.9)

Hier werden wir in der SDT-Niherung die Quadruplets vernachlédssigen. Den resultie-
renden geschlossenen Satz von je neun gekoppelten Bewegungsgleichungen fiir beide
Systemklassen zeigen wir im Anhang [B| In diesem Kapitel wollen wir lediglich die zum
Verstidndnis und zur Entwicklung von geeigneten Kenngroflen notigen Bewegungsglei-
chungen, insbesondere natiirlich die der Raman-Korrelation, Gl. (4.6)), explizit diskutie-
ren.

4.2. Bewegungsgleichungen der Photonenemission

Zuallererst stellen wir die Bewegungsgleichung der Photonenpopulation N7 = (b'b)) fiir
ein System der Klasse T = A oder V auf, welche wir kompakt notieren als
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0 2
a—tNT = _kNT + EgImHT. (4.10)

Die Gesamtemission ist im Rahmen unserer Beschreibung durch die photonenassistierte
Polarisation 777 des Zweiniveau-Untersystems, welches an den Resonator koppelt, gege-
ben. Sie ist natiirlich formal identisch mit der Gleichung fiir ein Zweiniveausystem im
Jaynes-Cummings-Modell [86]. Hier ist explizit IT* = (P3,b") und [TV = (P5,b"). Erst
auf Ebene der Bewegungsgleichung von /7 wird die Ankopplung an das dritte Niveau
durch den Laser auftreten. Fiir alle weiteren einzufiihrenden Groflen wollen wir verein-
baren, dass wir die Systemklasse T = A oder V stets im Exponenten einer Grofle spezifi-
zieren werden. Um Missverstindnissen vorzubeugen, mochten wir ferner unsere Sprache
prazisieren, indem wir fiir die jeweilige gesamte Systemklasse stets die Begrifflichkeiten
A-artig und V-artig bzw. A-Klasse und V-Klasse verwenden werden. Behandeln wir je-
doch einen gewihlten Reprisentanten einer Klasse (£, Z,, A oder V), so sprechen wir
von Konfiguration. So umfasst beispielsweise die A-Klasse sowohl die A-Konfiguration
als auch die E;-Konfiguration. Auflerdem vereinbaren wir ein rotierendes Bezugssystem
iber die Frequenz des Kontrollasers: Die Einhiillende Q.,, einer GroBe Q sei fortan defi-
niert durch

O(1) = Qeny (1), 4.11)

wobei wir ebenso einheitlich festsetzen, dass in der Notation + oder ¥ das obere Vorzei-
chen fiir die A- bzw. V-Konfiguration gelte und das untere fiir die Leiterkonfigurationen
El bzw. Ez.

Wir beginnen mit der Betrachtung der Bewegungsgleichung der photonenassistierten
Polarisation, welche fiir A-artige Systeme gegeben ist durch

A . : : .
I - (Z£ kel )HA e pn 190 19 an 195 (4.12)
ot h 2 h h h h

und fiir V-artige Systeme durch
0 AAdc k+TV iQ ig ig ig
2 =- (—— )HV L A AR T A= 4.13
at "2 TR e TR TR h (+13)

(sieche auch Gln. und (B.12)). Beide Gleichungen weisen — bis auf Vorzeichen —
gleichartige Quellterme auf: Der erste Term beschreibt den durch das Lichtfeld assis-
tierten Raman-Prozess, der zweite ist durch die Besetzung des Zustandes gegeben, der
spontan iiber den Resonator zerfallen kann, wobei wir n® = (P,,) und nV = (P ) defi-
niert haben. Der dritte Quellterm beschreibt die Riickkopplung der in die Resonatormode
emittierten Photonenpopulation an das Material, genauer gesagt an die Inversion des je-
weiligen Zweiniveau-Cavity-Teilsystems, o* = (073,) bzw. oV = (07,1). Dariiber hinaus
finden wir noch eine Triplet-Quelle, X* = (03,b'b)) bzw. XV = (0,b'b}), welche eine
Korrelation zwischen Photonenpopulation und elektronischen Besetzungen darstellt. Die
Eigenfrequenz der photonenassistierten Polarisation ist durch die Cavity-Verstimmung 4
gegeben, gedampft durch die Photonenverlustkonstante x sowie durch die elektronische
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Zerfallskonstante I = '3, bzw. IV = I'y;. Letztere kann, wie oben bereits erwéhnt,
sowohl Polarisationszerfall als auch radiativen Zerfall enthalten. Wir werden auf die ex-
plizite Rolle der einzelnen Quellterme in der weiteren Diskussion eingehen.

Als Erstes wollen wir genauer die Dynamik der Raman-Korrelation untersuchen, um
ein elementares Verstdndnis fiir den Zweiphotonen-Raman-Prozess zu gewinnen und die
grundlegenden Unterschiede zwischen den beiden Systemklassen bereits auf Ebene der
Bewegungsgleichungen zu erarbeiten.

4.2.1. Raman-Korrelationsgleichung

Wir betrachten nun also im Folgenden vergleichend die Dynamik der Raman-Korrelation,
RT = ((P3,b"), fiir beide Systemklassen, 7 = A und V, sowohl anhand der Bewegungs-
gleichungen als auch anhand erster numerischer Simulationen fiir eine monochromatische
Testanregung.

Die A-artige Raman-Korrelationsdynamik im rotierenden Bezugssystem wird beschrie-
ben durch die Bewegungsgleichung (siehe auch GI. (B.3))

Opa —i(iﬂ ILAEEN: )RA Wen a4 19 pa

AY L 19
Eenv_ P 2 — (1+N)+EC

env?

- 4.14
env h h env ( )

und die V-artige Raman-Korrelationsdynamik durch die Bewegungsgleichung (siehe auch

Gl. (B.I3))

RY 4 e v 19 py NY - i—ch

—RY - .
I{+ h 2 env h h env h env

0 AL ,K+F31)
L g2 T2l 4.15
ot W ( 1 ( )

An dieser Stelle mochten wir noch einmal betonen, dass beide Raman-Gleichungen in
SDT-Niaherung formal exakt sind, da sie ja selber von der Triplet-Ordnung sind. Hier-
bei seien PA = (P,;) und PV = (P;,) die jeweiligen laserinduzierten elektronischen
Polarisationen, weiterhin seien die Triplets C* = (P,,b'b)) und CV = (P;,b'b)). Ins-
gesamt finden finden wir also drei fundamentale Quellterme fiir den Aufbau von Raman-
Korrelation. Zum einen kann durch das Einschalten eines geeigneten Lichfeldes offen-
bar jegliche Art von photonenassistierter Polarisation // wegen Q... // zum Aufbau von
Raman-Korrelation genutzt werden. Diese Eigenschaft ist in beiden Systemklassen for-
mal identisch. Zum anderen finden wir jeweils polarisationsgetriebene Quellterme. Hier
bemerken wir allerdings einen physikalischen Unterschied: In V-artigen Systemen kann
die Polarisation ausschlieBlich iiber die Riickkopplung mit der Emission wechselwirken,
PY NV, was ja eine nichtlineare Singlet-Doublet-Kopplung ist. Im Gegensatz dazu fin-

env

den wir in A-artigen Systemen, dass die Polarisation durch P2, (1 + N*) nicht nur auf
Doublet-Ebene riickkoppelt, sondern selber als eigenstidndiger Singlet-Quellterm auftritt.

Die Triplet-Quelle C wiederum ist in beiden Systemen formal identisch.
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Abbildung 4.2.: Analyse der Raman-Gleichung unter CW-Anregung. Wir zeigen (a-d) fiir die A- und (e-h)
fiir die V-Klasse die Emissionsdynamik unter Anregung eines bei t = 0 eingeschalteten
CW-Kontrolllasers mit £y = 0.25 meV. Wir zeigen (a,e) die volle Von-Neumann-L&sung
(graue Fliche), die SDT-Losung (schwarze Linie) und die Raman-Korrelation |R|2 (gelbe
Linie). Weiterhin sind die Raman-Quellterme dargestellt (teils mit Faktor 100 skaliert), (b,f)
die elektronische Polarisation |P|2 (blaue Linie), (c,g) die photonenassistierte Polarisation
|IT)* (schwarze Linie) zusammen mit dem Triplet-Term |C|? (rote Linie). (d,h) Ferner zei-
gen wir die Dynamik der elektronischen Besetzungen (P; 1) (schwarze Linie), (P,,) (rote
Linie) und (P33) (schwarze gestrichelte Linie). Die gewihlten Parameter sind Ak = 186
eV, Ac = 2 meV, g = 57 peV , Al ; = 30 peV und nach Gl. @16) 41, = 45V = £0.031
meV. Die Wahl der Materialparameter orientiert sich an Ref. [|54].

Um erste Einblicke in die systemspezifische Raman-Dynamik zu erhalten und die Rolle
der identifizierten Quellterme genauer zu verstehen, wollen wir zunéchst eine Testanre-
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gung durch ein monochromatisches Lichtfeld Qg () = Qo (CW-Anregung) betrachten.
Im Limes quasistationdrer Anregung konnen wir nimlich Gln. (@.14) und analy-
tisch 16sen (siehe Anhang [B.2.1). Insbesondere finden wir unter Annahme einer mit den
elektronischen Zustinden nichtresonanten Cavity und eines nichtresonanten Lasers sowie
unter Annahme gédngiger Materialparameter einen fiir beide Systemklassen einheitlichen
Ausdruck fiir die Optimalverstimmung des Kontrolllasers, ndmlich

AcQ?
AV = & Sk , (4.16)

A 4 (hK+r3,2[2,1] )2
C

2

fiir A[V]-artige Dreiniveausysteme. Wie auch schon in friitheren Arbeiten zu verwandten
Situationen beobachtet [[116], entscheidet also das Vorzeichen von Ac, ob der Kontroll-
laser eine Rot- oder Blauverschiebung der Energien induziert, was man sich auch relativ
leicht an unseren Skizzen, Abb. .1} veranschaulichen kann.

Abbildung 4.2| zeigt die Anregungsdynamik unseres CW-Testszenarios unter A-artiger
Ankopplung (a-d) im Vergleich mit V-artiger Ankopplung (e-h). Explizit diskutieren wir
die Photonenemissionsdynamik, die Dynamik der Raman-Korrelation und ihrer Quellter-
me sowie die resultierende Dynamik der drei elektronischen Besetzungen. Zunichst ein-
mal stellen wir fest, dass in (a,e) unsere SDT-Losung fiir die Populationsdynamik N(¢)
(schwarze Linie) eine hervorragende Ubereinstimmung mit der vollen Loésung der Von-
Neumann-Gleichung, Gl. (2.16)), (graue Fliche) aufweist. Zum Vergleich zeigen wir die
zeitliche Entwicklung der Raman-Korrelation |R|?, die sich sofort mit Einschalten des La-
sers bei ¢ = 0 aufzubauen beginnt. Im A-artigen Fall finden wir ausgeprégte Oszillationen
tiber den gesamten zeitlichen Verlauf von N und |R|*. Im V-artigen Fall beobachten wir ei-
ne signifikante Emission, auch bevor sich die Raman-Korrelation etabliert, was natiirlich
daraus resultiert, dass der vollstindig besetzte Anfangszustand spontan — also inkohérent
— iiber die an ihn koppelnde Cavity zerfallen kann. Dies fiihrt auch zu einer groBeren Pho-
tonenpopulation. Nichtsdestotrotz wirken beide Systeme auf den ersten Blick in ihrem
Emissionverhalten recht dhnlich. Das Potential fiir erheblichere Unterschiede unter ande-
ren Anregungsbedingungen als den hier herausgegriffenen erkennen wir erst deutlich in
den Quelltermen der Raman-Korrelation. Wie oben anhand von Gln. (4.14)) und ge-
schildert, sehen wir nun, dass der Laser in der A-Klasse instantan kohdrente elektronische
Polarisation zwischen Anfangs- und Zwischenzustand induziert (blaue Linie), im wei-
teren zeitlichen Verlauf dann zunéchst photonenassistierte Polarisation (schwarze Linie)
und schlieBlich auch Triplet-Emission (rote Linie) generiert (b,c). Zwischen Anfangs- und
Zwischenzustand beobachten wir deshalb auch schwache Rabi-Oszillationen (d). Im Ge-
gensatz dazu ist der erste in der V-Klasse verfiigbare Quellterm der Raman-Korrelation die
zunéchst inkohdrente photonenassistierte Polarisation des spontan iiber die Cavity zerfal-
lenden Anfangszustandes, danach wird erst Triplet-Emission und abschlie3end elektroni-
sche Polarisation induziert (f,g) — elektronische Polarisation kann schlieBlich erst mit be-
ginnender Besetzung des Zwischenzustandes aufgebaut werden. Die Besetzungsentwick-
lung der elektronischen Zustaninde zeigt kein oszillatorisches Verhalten (h). Mal3geb-
lich werden die physikalisch vollig unterschiedliche Ankopplung der Polarisation an den
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Raman-Prozess sowie der Unterschied zwischen kohdrenten und inkohédrenten Anfangs-
bedingungen entscheidende Unterschiede in der Steuerung der Einzelphotonenemission
durch den Kontrolllaser in den beiden Systemklassen verursachen.

Unsere Beobachtungen konnen wir noch durch weitere analytische Untersuchung der
Raman-Korrelation ergiinzen. Wir finden ndmlich (siehe ebenfalls Anhang fiir die
A-artige Raman-Korrelation das Skalierungsverhalten

REw | % 5 (4.17)
(dcF4L)> + (h%)
und fiir die V-artige
2Q2
Ry o — 220 (4.18)

A+ (hg)

Offensichtlich birgt GI. eine weitere Resonanzbedingung fiir 4y, welche aus der
systemspezifischen PA-Kopplung in Gl. @.14) resultiert. Wenn A¢ ¥ 4, = 0 erfiillt ist,
wird der Kontrolllaser exakt resonant mit den elektronischen Zustinden 1 und 2. Da die
Wahl von 4y explizit von £, abhidngt, erwarten wir hier ein nichtstetiges Verhalten der
Systememission in Abhéingigkeit von der Anregungsintensitit. Diese Eigenschaft finden
wir fiir |[RY,|* in Gl. @.18) nicht.

Wir konnen also unsere im Zusammenhang mit Abb. 4.2 gemachten Beobachtungen
auch alternativ formulieren: Die beiden Systemklassen unterscheiden sich physikalisch
erheblich in ihrer Abhédngigkeit von den anregungsinduzierten Energieverschiebungen.
Diese Feststellung unterscheidet unsere Analyse des Zweiphotonen-Raman-Prozesses und
geht iiber die Beschreibung und Erkenntnisse anderer Arbeiten hinaus, in denen das Auf-
treten von Stark-Verschiebungen oftmals vernachlédssigt oder unterschitzt worden ist [46,
52,60, 117].

An dieser Stelle kehren wir zuriick zur Analyse der Quellterme der Photonenpopulati-
on, welche sich aus den Gleichungen der photonenassistierten Polaristion, GIn. (4.12)) und
(4.13), erschlieBen lassen. Dies wird uns erlauben eine Zerlegung der Gesamtemission in
alle Anregungspfade in unseren Dreiniveausystemen vorzunehmen. Insbesondere konnen
wir auf diese Weise innerhalb unseres Formalismus eine exakte und eindeutige Definition
von Raman-Population iiber den Raman-Pfad selbst etablieren.

4.2.2. Emissionszerlegung und Raman-Population

Um unsere angestrebte Emissionszerlegung kompakt notieren zu konnen, fiihren wir eine
vereinheitlichende Notation fiir die in Gln. (4.12) und (4.13)) auftretenden Quellterme, v7,
ein, die wir fiir ein System vom Typus T nach Quellen g ordnen wollen. Wir identifizieren

W = (0B, Ezgnt, Vi=-0TNT, vh=-gsT. +.19)

Der erste Term korrespondiert mit dem ausschlieBlich durch die Raman-Korrelation ver-

(%) T
mittelten Zweiphotonenpfad 1 03 (g = R). Der zweite Term ist eine rein elektronische
Quelle, deren Emission aus der Besetzung des durch die Cavity zerfallenden elektroni-
schen Zustandes resultiert (g = E). Im A-artigen Fall entspricht dies dem indirekten Pfad
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) t
12522, 3, welcher explizit die Besetzung des Zwischenzustandes durch den Kon-

trolllaser involviert. Die letzten beiden Quellen bezeichnen wir mit g = C (Riickkopplung
mit der Cavity-Population) und mit g = D (dichteartige Triplet-Korrelation).

Durch formale Integration der Gln. (#.12)) und (.13)) und durch Einsetzen in die eben-
so formal integrierte Populationsgleichung Gl. (4.10) erreichen wir eine Zerlegung der
gesamten emittierten Photonenpopulation in ihre physikalischen Urspriinge [104]. Mit
unseren oben eingefiihrten Quelltermen finden wir schlussendlich die Zerlegung

2‘ t t, ! T ! "
NT()=tm"Z [ ar / dr’e (=T (= Ny L) = Y ONI (1), (4.20)
. q

2
%> Jo ¢=RE.CD

wobei wir die Eigenfrequenz der photonenassistierten Polarisation mit

r_4dc K rr

h 2
abgekiirzt haben. Insbesondere identifizieren wir die im Rahmen der Cluster-Entwicklung
exakte Definition der Raman-Population

w

4.21)

- 2. t tl / : ! "
M0 =S [ar [ atre e g, (MREVE)  @22)
0 0

fiir ein V-artiges [A-artiges] System. Diese Definition kann natiirlich auch mit der vol-
len Losung der Von-Neumann-Gleichung Gl. ausgewertet werden (siche Anhang
[B.1.3)). Wir mochten bereits an dieser Stelle eindriicklch darauf hinweisen, dass einzelne
Populationsbeitriige N, so auch die Raman-Population Ng, negativ werden kdnnen, wo-
hingegen die physikalische Gesamtpopulation 3., N, natiirlich stets positiv definit ist. Die-
sen Umstand werden wir im Folgenden im Zusammenhang mit der Emissionswahrschein-
lichkeit noch detaillierter besprechen. Wir werden feststellen, dass unsere Beschreibung
es zuldsst Kenngroen zu entwickeln, anhand derer wir ablesen kdnnen, ob ein Raman-
Photon emittiert wird oder ob der Zweiphotonenpfad zu destruktiver Interferenz mit an-
deren Anregungspfaden (Quanteninterferenz [92-96]) fiihrt.

Nun wollen wir zunichst anhand eines Beispiels unsere Zerlegung Gl. (4.20) und die
vorausgegangenen Uberlegungen veranschaulichen. Dazu zeigen wir in Abb. zwel
exemplarische Anregungsszenarien, und zwar eine Anregung mit einem GauB3-Puls der
Amplitude Q) = 0.7 meV [Abbn. #.3p4.3c] und im Vergleich dazu eine Rechteckanre-
gung derselben Pulsfliche 6 = 57t (€2) = 0.281 meV) [Abbn. {.3[d{4.3f]. In Konsistenz mit
unseren RWA-Hamilton-Operatoren ist die physikalische Pulsfliche gegeben durch

o2 f " Qo (1), 4.23)
h Jo

Ferner definieren wir den Gauf3-Puls als

(t—t0)2

Qe (1) = Qo™ 22, (4.24)
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Abbildung 4.3.: Zerlegung der Emission. Gezeigt ist die Einhiillende Q. (a) des Gau3- und (d) des Recht-
eckpulses (schwarze durchgezogene Linie) zusammen mit der resultierenden Populations-
dynamik in SDT-N#herung fiir (b,e) ein A-artiges und (c,f) ein V-artiges System. Darge-
stellt ist jeweils die volle Emission N (graue Fliche), die Raman-Population Nr (gelbe
Linie), die elektronische Emission Ng (blaue Linie) und deren Summe Ny + Ng (schwarze
gestrichelte Linie). Die Systemparameter sind identisch mit denen von Abb. 4.2 Die Op-
timalverstimmungen sind 4;™ = +0.15 meV (GauB-Puls) und 4;" = +0.039 meV (Recht-
eckpuls). Die Breite des Gaul3-Pulses betragt At = 3 ps.

wobei Q) die Amplitude, ¢, das Zentrum und A4¢ die Breite des Pulses seien. Den Recht-
eckpuls modellieren wir mit GauB3schen Ein- und Ausschaltcharakteristiken der Breite
At = 0.3 ps.

Die beiden Pulse haben wir sorgfiltig aufeinander abgestimmt unter der Mallgabe,
dass die resultierende Raman-Emission (gelbe Linien) stets im selben Zeitfenster von
30 ps vollstindig emittiert sein moge. Die unterschiedliche spektrale Breite allein — der
Rechteckpuls ist natiirlich spektral schmaler als der Gaul3-Puls — wird keine Relevanz
fiir die induzierte Raman-Charakteristik haben. Vielmehr werden wir feststellen, dass die
Raman-Emissionswahrscheinlichkeit in einer nichttrivialen Abhdngigkeit von der Kom-
bination der Anregungsparameter — Intensitéit, Bandbreite, Frequenz, Pulsform, Cavity-
Verstimmung — steht. Denn diese Kombination ist explizit verantwortlich fiir die resul-
tierenden Stark-Verschiebungen, die — wie wir bereits zuvor anhand von Gln. und
(4.18) diskutiert hatten — bei Anregungungen nahe der elektronischen Resonanzen, was

63



4. Zweiphotonen-Raman-Prozesse in fundamentalen Dreiniveausystemen

fiir die Steigerung der Raman-Wahrscheinlichkeit notig sein wird, das ausschlaggebende
physikalische Charakteristikum fiir die Raman-Emission sein wird. Wir werden ferner im
Laufe dieses Kapitels erkennen, dass dieser Sachverhalt zudem auch eine Konsequenz
von Interferenzeffekten ist.

Wie in Abb. .2 bleiben wir im Limes nichtresonanter Anregungsbedingungen und be-
halten die physikalischen Parameter zunichst bei. In A-artigen Systemen [Abbn. [4.3p und
4.3], erkennen wir, dass die volle Emission (graue Fliche) nahezu vollstindig aus dem
Raman-Prozess resultiert (gelbe Linie). Der rein elektronische Anteil (blaue Linie) lie-
fert kaum einen Beitrag. In V-artigen Systemen beobachten wir hingegen zunichst die in-
kohdrente Emission Ng, bevor der Kontrolllaser Raman-Population aufbauen kann [Abbn.
4.3k und {.3ff]. Anhand der Summe von Raman- und elektronischer Population (schwarze
gestrichelte Linie) erkennen wir, dass diese beiden Beitrige die relevanten Hauptquellen
der gesamten Photonenemission darstellen. Unsere Zerlegung liefert also einen intuiti-
ven und eindeutigen Einblick in die Zusammensetzung der Gesamtemission — sie wird
der Ausgangspunkt sein fiir systematische Untersuchungen iiber den gesamten mogli-
chen Parameterbereich der Systemgrofen, wie z.B. 6, 4;, oder Ac. Wir haben hier die
Rechteckanregung eingefiihrt, da sie einen sehr guten Vergleich mit unseren CW-Nihe-
rungen erlauben wird, obwohl wir offensichtlich eine nichtstationire Anregungsdynamik
beobachten. Auf diese Weise werden wir mit unseren relativ einfachen analytischen Zu-
sammenhéngen ein tiefgreifendes Verstindnis der Emissioncharakteristika auch fiir nicht-
stationdre Anregungen erreichen. In Abb. 4.3 bemerken wir, dass die elektronische Po-
pulation um die Nulllinie oszilliert, an diesem Punkt konnen wir aber noch keine Aussage
dariiber machen, was dies fiir das emittierte Photon bedeutet. Ferner wollen wir das Emis-
sionsverhalten der beiden Anregungsszenarien auch quantitativ vergleichen konnen.

Aus diesem Grund werden wir von nun an die Emissionswahrscheinlichkeit als aussa-
gekriftige und vergleichbare Kenngrofle der beiden Systemklassen betrachten. Dies wird
auch eine eindeutige Klassifizierung von Quanteninterferenz zulassen.

4.3. Analyse der Emissionswahrscheinlichkeit

Im Rahmen unseres Lindblad-Formalismus ist die im Zeitintervall [0, 7] emittierte Photo-
nenzahl fiir ein System der 7-Klasse gegeben durch

T _ ! INTT (4
P (t)_KfO df'NT (). (4.25)

Aufgrund unserer Anfangs- und Anregungsbedingungen gilt unmittelbar P € [0, 1]. Denn
neben einem leeren Resonator bei ¢+ = 0 wollen wir ferner annehmen, dass innerhalb der
Lebensdauer 1/« der Photonen im Resonator kein geschlossener Zyklus 1 — 3 — 1
zwischen Anfangs- und Endzustand moglich ist. Zum Beispiel ist in Quantenpunkt-A-
Konfigurationen die Spindephasierungszeit zwischen den beiden metastabilen Grund-
zustdnden typischerweise auf deutlich lingeren Zeitskalen angesiedelt als die Photonen-
lebensdauer [53,/54]. Kurzum, wir kénnen P = 1 unmittelbar als eine Emissionswahr-
scheinlichkeit von 100% auffassen, sodass 0% < P < 100% gilt. Wir konnen nun die
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4.3. Analyse der Emissionswahrscheinlichkeit

Zerlegung der Gesamtpopulation, Gl. (@.20), direkt auf unsere in Gl. (4.23) definierte
Emissionswahrscheinlichkeit anwenden. Dies ergibt

P'(t)= > « fo tdt’N; ()= PL(1), (4.26)

¢=RE,CD

wobei wir insbesondere die Raman-Emissionswahrscheinlichkeit, welche explizit im Zu-
sammenhang mit Gl. (4.22)) gegeben ist durch

PI(1) = fo "aeNI (1), 4.27)

hervorheben wollen. Diese Gréfe kann fortan als universelle und eindeutige Kenngrof3e
fiir die Optimierung der Raman-Emission genutzt werden. Wir kdnnen also als numerisch
zugingliche Bedingung fiir die optimale Kontrolllaserverstimmung A" fiir eine gewhlte
Resonatorverstimmung A¢ nun fordern, dass die Raman-Wahrscheinlichkeit, Gl. (4.27),
in einem gewdhlten Zeitfenster unter Durchstimmen der Laserverstimmung 4;, maximal
werde,

A = Ao () - (4.28)

Dieses Optimierungskriterium ist ein zentrales Ergebnis dieser Arbeit: Es beriicksichtigt
intrinsisch sowohl auftretende Interferenzeffekte als auch die Korrektur von anregungs-
induzierten Stark-Verschiebungen und geht damit deutlich iiber den Giiltigkeitsbereich
von Ansitzen hinaus, die lediglich die Besetzung des Zielzustandes als Kennzahl der
Raman-Emission verwenden [45,|60]]. Unser Kriterium wird in Zukunft somit die vollau-
tomatisierte Optimierung des Systemdesigns von auf Raman-Emission basierenden Ein-
zelphotonenquellen zulassen. Zudem kann es auch auf Konfigurationen mit mehr als drei
elektronischen Zustidnden erweitert sowie iiber die Hinzunahme zusitzlicher Randbedin-
gungen spezifiziert werden.

In diesem Zusammenhang kommen wir zuriick auf unsere bereits getitigte Anmer-
kung, dass einzelne Populationsbeitrdge unserer Entwicklung negativ werden konnen.
Dies iibertrdgt sich natiirlich auch direkt auf unsere Zerlegung der Emissionswahrschein-
lichkeit in Gl. (4.26), deren einzelne Beitrige P, negativ oder grofer als 100% werden
konnen. Somit verstehen wir P, als eine verallgemeinerte Emissionswahrscheinlichkeit:
Sie ist eine physikalische Wahrscheinlichkeit, wenn fiir alle Beitrige g gilt 0% < P, <
100%. Im Rahmen unserer Arbeit sind wir ma3geblich an dem Fall interessiert, dass auf
der Zeitskala der Raman-Emission P” ~ P§ — 100% gelte, was einer moglichst reinen
Raman-Photonenquelle im On-Demand-Limes entspriche.
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GauB3-Puls | Rechteckpuls
Pa 2.85% 2.20%
Ph 0.04% 0.04%
Py 2.82% 2.25%
Py 1.04% 1.04%

Tabelle 4.1.: Emissionswahrscheinlichkeiten zu Abb. Mit GL. (4.26) berechnen wir die Emissionswahr-
scheinlichkeiten PqT (r =30 ps) der in Abbn. und (GauB3-Puls, linke Tabellenspalte)
sowie in Abbn. und [4.3f (Rechteckpuls, rechte Tabellenspalte) gezeigten Populationen Ng
und Ng.

Wir wenden als erste Veranschaulichung unsere Definition Gl. (4.26)) auf die in Abb.[4.3|
gezeigten Populationsbeitrige an und berechnen jeweils die Wahrscheinlichkeiten P/ des
Raman- und des elektronischen Beitrages. Die Werte sind in Tabelle[4.T|zusammengestellt
und analog zur Abbildungsanordnung von Abb.#.3|in vier Blocken arrangiert. Wir finden
Raman-Wabhrscheinlichkeiten von 2-3%. Insbesondere stellen wir fest, dass die partiell
negative elektronische Population in Abb. 4.3k zu einer insgesamt positiven Emissions-
wahrscheinlichkeit fiihrt — hier spielt destruktive Quanteninterferenz also im zeitlichen
Mittel keine Rolle. Wir bemerken aber auch, dass die Emissionswahrscheinlichkeit nicht
nur von der Pulsfliche 6 abhingt sondern auch von der Pulsform, was wir im Folgenden
noch genauer untersuchen werden. Insgesamt zeigt unsere Tabelle deutlich, dass unter den
fiir unser Beispiel gewihlten Bedingungen offensichtlich kein Raman-Photon auf Abfrage
erzeugt wird, da wir weit entfernt sind von der On-Demand-Schwelle von 67%, welche
eine Mindestanforderung fiir Netzwerke der Quantenkommunikation darstellt [[18,20,21]].

Aus diesem Grund werden wir uns nun der systematischen und vergleichenden Ana-
lyse der beiden Systemklassen zuwenden. Um fundamentale Unterschiede in der Licht-
Materie-Wechselwirkung des Raman-Prozesses zu erschlieBen, werden wir fiir alle Sys-
temkonfigurationen einheitliche Verlustbedingungen definieren. Dies schliet — wie be-
reits oben erldutert — vor diesem Hintergrund die Beriicksichtigung von strahlendem Zer-
fall der Besetzungen aus, weil er Individuell von der Konfiguration des betrachteten Sys-
tems — Z, A oder V — abhingt. Da aber die Raman-Gleichungen, Gln. (4.14)) und @.13)),
nicht explizit an die Besetzungen koppeln, sondern nur iiber die Anpassung der elek-
tronischen Dephasierungskonstante 775 durch strahlende Verluste modifiziert werden,
wird sich in unserem Formalismus der physikalische Mechanismus des Raman-Prozesses
selbst nicht @ndern. Der Zerfall der Besetzungen reduziert lediglich die Quantenausbeute.
Dieser Beitrag kann also jederzeit bei der individuellen Analyse experimenteller Daten
beriicksichtigt werde, ist aber fiir unseren Fundamentalvergleich nicht relevant. Insbe-
sondere ist dies der Fall, wenn die Zeitskala des Anregungszyklus klein ist gegen die
Lebensdauer der Besetzungen. Im Anhang gehen wir genauer auf die expliziten
Beitriige des strahlenden Zerfalls ein.

Als Erstes werden wir mithilfe unserer Emissionszerlegung Emissionskarten fiir die
Gesamtemission, den Raman-Anteil und den elektronischen Anteil erstellen, indem wir
fiir eine vorgegebene Anregung die Emissionswahrscheinlichkeiten in Abhédngigkeit von
Cavity- und Laserverstimmung auftragen. Diese Darstellung wird die Abgrenzung zwi-
schen der Emission eines einzelnen Raman-Photons und der durch den Raman-Prozess
induzierbaren destruktiven Quanteninterferenz visualisieren.
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Abbildung 4.4.: Emissionskarten in Abhingigkeit von Cavity- und Laserverstimmung. Wir zeigen die
Emissionswahrscheinlichkeiten fiir ein A-artiges System (a-f) sowie fiir ein V-artiges Sys-
tem (g-1). Die linke Spalte zeigt die Gesamtemission P’ (¢ = 30 ps) zusammen mit dem
zugehorigen Raman-Anteil P} (mittlere Spalte) und dem rein elektronischen Beitrag P
(rechte Spalte) fiir die in Abb. [4.3]eingefiihrte Rechteckanregung. Die erste Reihe der bei-
den Blocke zeigt jeweils den Fall schwacher Anregung durch einen 0.17t-Puls, die zwei-
te jeweils den Fall starker Anregung (57t-Puls). Vergleichend dargestellt ist die stationére
Optimalkennlinie, GI. @), durch die weilen Linien. Hier sind die Emissionskarten fiir
die E-Konfigurationen prisentiert. Sie gehen in den Fall der entsprechenden A- bzw. V-
Konfiguration durch Spiegelung an der A1 =0-Achse iiber. Die gewihlten Parameter stim-
men mit denen in Abb. [4.3]iiberein.

4.3.1. Emissionskarten: Raman-Photon vs. Quanteninterferenz

Von nun an konnen wir ausnutzen, dass wir mit der Definition der Raman-Emissionswahr-
scheinlichkeit, Gl. (#.27), ein Kriterium geschaffen haben, welches das Emissionsverhal-
ten des betrachteten Systems unmittelbar auf eine einzige Kennzahl abbildet. Vor diesem
Hintergrund werden wir die in Tabelle fiir einen herausgegriffenen Fall (4¢,4y) be-
rechneten Daten nun systematisch fiir einen weiten Parameterbereich in Form von Emis-
sionskarten darstellen.

Ein Beispiel dieser Darstellung prisentieren wir in Abb. [4.4]vor. Um einen reprisentati-
ven Einblick in das Emissionsverhalten der beiden Systemklassen, A-artig (oberer Block)

67



4. Zweiphotonen-Raman-Prozesse in fundamentalen Dreiniveausystemen

und V-artig (unterer Block) zu erhalten, wihlen wir nun ein Szenario schwacher An-
regung 6 = 0.17t [Abbn. und @.4g4.4j] und eines starker Anregung 6 = 5m
[Abbn. und @.4j44.4]] aus, und berechnen die Karten der Gesamtemission P
(erste Spalte), der Raman-Emission Py (zweite Spalte) und der elektronischen Emission
Pe (dritte Spalte). Denn wir finden hier P ~ Pr + Pg. Um ein tieferes physikalisches
Verstiandnis mithilfe unserer CW-Analytik zu ermoglichen, haben wir fiir unser Beispiel
den Rechteckpuls gewdhlt, der ein Hybridszenario zwischen gepulster und stationérer
Anregung darstellt. Unsere CW-Optimalkennlinie GI. haben wir jeweils als weille
Linien zum Vergleich eingezeichnet. Qualitativ sehen die Karten der GauB3-Pulsanregung
fiir die gewdhlten Parameter gleich aus, und wir beschridnken uns daher zur Erarbeitung
der Raman-Charakteristika auf die Betrachtung der Emissionskarten der Rechteckanre-
gung. Stattdessen werden wir wieder beide Pulse im Zusammenhang mit Input-Output-
Kennlinien im nichstfolgenden Kapitelabschnitt diskutieren.

Wir widmen uns zunédchst dem Limes schwacher Anregung, hier sind Stark-Verschie-
bungen der Optimalverstimmung des Kontrolllasers anhand der wei3en Linie kaum sicht-
bar. Augenfillig ist sofort, dass die zugehorigen Emissionskarten fiir alle Beitrdge voll-
kommen unterschiedliche Erscheinungsbilder aufweisen. Fokussieren wir uns als Erstes
auf die Raman-Karten [Abbn. und [4.4h], bemerken wir insbesondere, dass im Be-
reich 4y, = 4¢ ~ 0 — wo sowohl Cavity als auch Laser resonant mit den jeweiligen elektro-
nischen Ubergiingen werden —, in der A-Klasse eine kleine Wahrscheinlichkeit (< 0.4%)
besteht, ein Raman-Photon zu emittieren. Hingegen finden wir im V-artigen Fall, dass die-
ser Bereich der Raman-Karte strikt negativ ist, also ausschlilich destruktive Interferenz
vorliegt — es wird kein Raman-Photon emittiert. Hier vermindert der Aufbau von Raman-
Korrelation lediglich die Hintergrundemission des inkohérent tiber den Resonator zerfal-
lenden Anfangszustandes. Dies wird in Abb. als senkrechter Streifen entlang 4¢c = 0
sichtbar, der auch die Gesamtemission dominiert [Abb. {.4lg]. Unter A-artiger Raman-
Kopplung machen wir hingegen die ganz zu Anfang des Kapitels in Gl. aufgedeck-
te A-klassenspezifische Resonanzlinie A¢ ¥ 4y = 0 als Orientierung der Emissionsmuster
aus. Entlang dieser Linie wird offenbar die elektronische Emission aus dem Zwischenzu-
stand begiinstigt [Abb. ] — hier wird der Laser ja resonant mit dem Ubergang 1 <> 2 —
und dominiert ebenfalls die Gesamtemission [Abb. [4.4h]. In der Raman-Karte finden wir
entlang derselben Orientierung — auerhalb des resonanten Raman-Prozesses im Zentrum
der Karte — verstirkte destruktive Interferenz, ebenso entlang 4 = 0. Die V-Klasse zeigt
keinerlei Abhéngigkeit von der Resonanz des Lasers mit 2 <> 3, was aus der bereits dis-
kutierten unterschiedlichen Ankopplung der laserinduzierten Polarisation an den Raman-
Prozess herriihrt (vgl. auch Gl. (#.18)). Die V-artige Raman-Karte verzeichnet vermehrte
Raman-Photonenemission entlang 4y ~ 0 (weile Linie) im Limes einer nichtresonan-
ten Cavity, und im nahresonanten Fall schmiegt sich das Emissionsmaximum asympto-
tisch an die 4¢ = 0-Linie in zwei diagonal gegeniiberliegenden Quadranten der Karte an.
Diese Schultern der Optimalemission stammen aus der Umwandlung der durch die fast
resonante Cavity begiinstigten inkohirenten Emission des Anfangszustands in Raman-
Photonenemission. Offenbar gilt also die in Kapitel [3] im Rahmen der Annahme stark
nichtresonanter Cavites und Kontrollpulse, anhand von Gl. (3.32) analytisch erschlossene
Vermutung, dass eine solche gewinnbringende Umwandlung der Quellterme durch den
Kontrolllaser moglich ist, ebenso im Limes nahresonanter Anregungsbedingungen. Diese
Quelle ist im A-artigen Fall nicht verfiigbar. Entsprechend beriicksichtigt die CW-Linie
diesen Effekt in jener Kartenregion nicht, da wir schlieBlich fiir ihre Herleitung die Be-
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setzungen der elektronischen Zustéinde in ihrer Anfangsbedingung fixiert hatten.

Nachdem wir im Grenzfall schwach gepulster Anregung bereits erste fundamentale
Unterschiede der beiden Systemklassen erarbeiten konnten, untersuchen wir nun, wie
sich die Emissionskarten fiir gesteigerte Anregungsintensitit, also wachsende Pulsfldche,
verandern. Wir sehen auf den ersten Blick, dass sich die Merkmale der V-artigen Raman-
Karte fiir 6 = 57t [Abb. 4.4k] im Wesentlichen einfach stirker ausprigen, insbesondere
auch die Schulter entlang 4 = 0, zudem erweitert sich in der 4 -Dimension das spek-
trale Fenster, in welchem verstirkt Interferenz auftritt. Im Bereich der nichtresonanten
Cavity wird die Kennlinie der Maximalemission sehr gut durch die CW-Linie beschrie-
ben. Das absolute Maximum der Raman-Karte liegt bei einer Emissionswahrscheinlich-
keit von Py ~ 40%, ist also gegeniiber dem Fall schwacher Anregung um etwa zwei
GroBenordnungen gesteigert worden. Damit einhergehend beobachten wir eine deutli-
che Verschmilerung des zentralen Streifens im Muster der inkohédrenten Emission [Abb.
4.411 verglichen mit dem Szenario schwacher Anregung [Abb. 4.4j] bei gleichzeitiger
Verstirkung der Emissionsschulter in der Raman-Karte [Abb. 4.4k]. Hier wird die Um-
wandlung von inkohérenter in kohdhrente Emission durch den Kontrolllaser ganz deut-
lich sichtbar. Interessanterweise wird durch diesen Effekt die V-artige Raman-Emission
nahezu unabhingig von der Wahl von 4 iiber einen Spektralbereich von fast 1 meV.
Das korrespondierende A-artige Raman-Muster [Abb. d.4e] hingegen hat seine Gestalt
dahingehend gewandelt, dass es sich nun dem Erscheinungsbild der V-artigen Emission
angenihert hat. Die ausschlieBlich V-artige Schulter an der Cavity-Resonanz ist natiirlich
weiterhin nicht Bestandteil der A-Raman-Karte. Der maximale Raman-Output betrigt
aber auch in diesem Fall etwa P2 ~ 40%. Vor allen Dingen gibt hier die CW-Linie die
Symmetrie der Karte und die Maximallinie der Raman-Emission im gesamten Karten-
ausschnitt sehr gut wieder. Auch das Muster der A-artigen elektronischen Emission hat
die V-artige Orientierung entlang A¢ = 0 angenommen [Abb. [4.4f], allerdings ist diese in-
kohiérente Quelle der Gesamtemission nur im nahresonanten Fall beider Verstimmungen
verfiigbar.

Auch wenn unsere CW-Kennlinie nicht alle Eigenschaften der Raman-Karten widerzu-
spiegeln vermag, so konnen wir offenbar dennoch ein Interferenzkriterium daran aufzei-
gen. Wir beobachten namlich, dass die beiden Extremalpunkte der Linie auf der Achse
der Resonatorverstimmung das Interferenzfenster in der A-Klasse [V-Klasse] begrenzen,

K+13001]
2
Die kritische Verstimmung ist demnach durch die spektrale Breite 4k der Cavity und des

elektronischen Ubergangs, AI" 32[2,1]> Charakterisiert. Die zugehorige Ausdehnung auf der
Skala der Laserverstimmung,

dc| < h (4.29)

i

=— (4.30)
h(K + F3,2[2,1])

AL
ist natiirlich explizit Abhéngig von der Anregungsintensitit, welche hier im Verhiltnis zur
kritischen Cavity-Verstimmung, Gl. (4.29)), auftritt.

Abschliefend zu unserer Analyse der Emissionskarten mochten wir noch den Blick
dafiir schirfen, dass sich die Lagen der absoluten Maxima der Raman-Emission in der
A- und der V-Klasse qualitativ signifikant unterscheiden, was bei genauerem Vergleich
beziiglich der weilen CW-Orientierungslinie ermittelt werden kann. Das liegt an den
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vollig unterschiedlich beitragenden Quelltermen der Raman-Korrelation — wir erinnern
uns nochmals daran, dass A-Artige Raman-Emission einer kohdrenten Anfangsbedin-
gung (laserinduzierte Polarisation) und V-artige Raman-Emission aus einer inkohdrenten
Anfangsbedingung (spontaner Zerfall des Anfangszustandes iiber die Cavity) entspringt.
Ebenso mochten wir an dieser Stelle betonen, dass die in der Gesamtemission auszu-
machenden absoluten Maxima nicht zwangslaufig mit den Maxima der Raman-Emission
zusammenfallen, was die in dieser Arbeit etablierte Definition des Raman-Photons, GI.
(4.22)), fiir viele Betrachtungen unumgénglich macht. Lediglich im Limes stark nichtre-
sonanter Cavities konnen wir von einer Ubereinstimmung ausgehen. Auf den resonanten
Raman-Prozess, der im Zentrum unserer Raman-Karten lokalisiert ist, werden wir im
letzten Abschnitt dieses Kapitels noch genauer eingehen.

Als Nichstes wollen wir fiir ein gewihltes Systemdesign, d.h. fiir eine feste Resonator-
verstimmung A¢, die Raman-Kennlinien in Abhéngigkeit der Anregungsintensitit analy-
sieren.

4.3.2. Input-Output-Kennlinien der Raman-Emission

Wenn auch die Raman-Karten ihre absoluten Maxima im Bereich deutlichen spektralen
Uberlapps zwischen elektronischem Ubergang und dem an diesen koppelnden Resona-
tor aufweisen konnen, so stellen wir doch fest, dass im Limes nichtresonanter Cavities
(d.h. moderater bis verschwindender Uberlapp) die Reinheit der Raman-Photonenquelle
deutlich hoher ist — wir sind ja an einer moglichst gro3en Effizienz des Raman-Prozesses
interessiert, weshalb wir wie bereits erwdhnt P ~ Pr — 100% anstreben. Hier rechnen
wir aber damit, dass wir sehr groe Anregungsintensititen benétigen, wie Tabelle 4. 1] fiir
die Situation stark nichtresonanter Cavities bereits nahelegt.

Aus diesem Grunde studieren wir nun den Fall, wo die Resonatorspektrallinie moglichst
nah an die elektronische Resonanz herangefahren wird, aber sich kaum mit dieser iiber-
schneidet. Dieser Limes hat den weiteren Vorteil, dass ggf. beeintrachtigende, mallgeb-
lich aus der elektronischen Inversion stammende Hintergrundemission — also ungewollte
Detektion von Ng — spektral herausgefiltert werden kann. Fiir den Fall unserer bisher
verwendeten Parameter hx = 186 peV und Al';; = 30 peV entspricht dies einer Cavity-
Verstimmung von etwa |4¢| = 800 peV. Dazu berechnen wir die Input-Output-Kennlinien
der optimierten Raman-Emission in Relation zur Pulsfliche 6, die wir durch Variieren
der Intensitit durchstimmen. Die Ergebnisse haben wir vergleichend fiir beide Systeme
und beide Pulsformen (Gau3- und Rechteckpuls) in Abb. |4.5|dargestellt. Wir mochten an-
merken, dass wir hier zur besonderen Herausarbeitung der physikalischen Unterschiede
zwischen unseren Systemklassen Pulsflichen bis etwa 6 = 157t beriicksichtigen. Wir ge-
hen aber davon aus, dass experimentell unsere Ergebnisse vermutlich nur bis etwa 6 = 107t
zugénglich sind [81]]. Zunichst fillt auf, dass die numerisch ermittelten Optimalkennli-
nien der Laserverstimmung des Rechteckpulses [Abb. [d.5c] in der A- (gelbe gestrichelte
Linien) sowie in der V-Klasse (gelbe durchgezogene Linien) hervorragende Ubereinstim-
mung mit unserem CW-Resultat, Gl. (4.16), (blaue durchgezogene Linie) aufweisen. Im
Falle des Gauf3-Pulses [Abb. {.5p] stimmt die CW-Losung in der V-Klasse nur fiir Puls-
flachen bis etwa 6 = 237t iiberein und gibt dariiber hinaus lediglich einen Anhaltspunkt fiir
die GroBenordnung der Laserverstimmung und den qualitativen Verlauf in Abhédngigkeit
von der Anregungsintensitiit. Im A-artigen Fall finden wir eine gute Ubereinstimmung bis
etwa 0 = 6-77t, bevor die Kennlinie schlieBlich in eine Unstetigkeit bei 8 = 9-107t miindet.
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Abbildung 4.5.: Optimalkennlinien der Raman-Emission fiir verdnderliche Anregungsintensitit und

eine nichtresonante Cavity. Wir berechnen die Optimalverstimmung Aipt auf Ba-

sis von Definition Gl. @28) (a,c) und die resultierende Gesamt- sowei Raman-
Emissionswahrscheinlichkeit beider Systemklassen in Abhéngigkeit von der Pulsfliche 6
des GauB3- (a,b) und des Rechteckpulses (c,d). Gestrichelte schwarze und gelbe Linien be-
schreiben den A-artigen Fall, durchgezogene schwarze und gelbe den V-artigen Fall. Ver-
gleichend zeigen wir die mit Gl. (#.16) berechnete CW-Verstimmung (blaue Linie). (b,d)
Schwarze Linien zeigen die Gesamtemission P (¢ = 30 ps), gelbe die Raman-Emission
Pr(z = 30 ps). Die Cavity-Verstimmung betriigt Ac = 800 peV, und das durch die Reso-
nanzbedingung 4¢ ¥ 4;, = 0 begrenzte Fenster ist durch die graue Fliche in (a,c) markiert.
Wie zuvor nehmen wir Ak = 186 peV, g = 57 peV, Al';; = 30 ueV sowie explizit -
Konfigurationen an. Fiir A- und V-Konfigurationen bleiben (b) und (d) unverédndert, in (a)
und (c) erhalten wir das entgegengesetzte Vorzeichen.

Dort weist sie einen Versatz auf, an dem die Optimalverstimmung zu betragsmif3ig nied-
rigeren Energien zuriickspringt. Daher haben wir zum Vergleich das der A-artigen Reso-
nanzbedingung 4¢ ¥4;. = 0 entsprechende Fenster in Abbn. und 4.5k durch die graue
Flache markiert. Wir sehen direkt, dass der Versatz der Kennlinie auftritt, sobald diese
sich der Resonanz annihert, wo ja der Kontrolllaser bei A-artiger Ankopplung mit dem
Ubergang 1 < 2 resonant wird. Dieses Verhalten werden wir noch genauer in Abschnitt
untersuchen. Unsere Darstellung zeigt sehr eindrucksvoll, dass — in Ubereinstim-
mung mit Gl. (4.18) — die V-artige Ankopplung kein kritisches Verhalten bei 4c ¥4, =0
aufweist, wo der Laser mit 2 < 3 resonant wird — selbst bei groBen Pulsflachen. Die
Rechteckanregung zeigt dieses Verhalten natiirlich in unserem Beispiel nicht, da die opti-
male Laserverstimmung gerade erst bei 6 = 157t die Resonanz zu durchkreuzen beginnt.
Dies schlédgt sich auch in den zugehorigen Emissionskennlinien nieder. So beobachten
wir fiir die GauB-Pulsanregung [Abb. 4.5p] in der V-Klasse ein robustes Verhalten der
Optimalkennlinie der Raman-Emission (gelbe durchgezogene Linie), welche zunichst
monoton wichst mit zunehmender Pulsfldche, bevor sie langsam um 6 = 107t zu sétti-
gen beginnt. Die Wahrscheinlichkeit ein Raman-Photon zu emittieren liegt fiir 6 = 157
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bei etwa Py ~ 20%. Die zugehorige Gesamtemission (schwarze durchgezogene Linie)
verlduft parallel, etwa fiinf Prozentpunkte oberhalb der Raman-Kennlinie. Diese Diffe-
renz riihrt aus der inkohédrenten Emission her, welche auch ohne eingeschalteten Kon-
trolllaser — also bei 8 = 0 — stattfindet. Die A-artige Raman-Kennlinie (gelbe gestri-
chelte Linie) hingegen folgt zunéchst bis etwa # = 6-77t der V-artigen Kennlinie auf
ein Maximum von etwa ’P{Q ~ 12%, bevor sie einbricht. Dies geschieht offensichtlich
bei Annidherung des Kontrolllaseres an die oben diskutierte Resonanz, — auch jenseits
des Versatzes in der Laserverstimmung kann die Emissionswahrscheinlichkeit nicht mehr
nennenswert auf iiber 6% gesteigert werden. Die Kennlinie der zugehorigen Gesamte-
mission der A-Klasse (schwarze gestrichelte Linie) ist beinahe deckungsgleich mit der
Raman-Kennlinie, P ~ Pﬁ\, sodass hier eine besonders reine Raman-Photonenquelle
vorliegt. Schauen wir im Vergleich auf die Emissionskennlinien der Rechteckanregung
[Abb. [4.5[d], bemerken wir als Erstes, dass in beiden Systemklassen die maximale Emis-
sionswahrscheinlichkeit des Raman-Prozesses in etwa doppelt so grof3 ist wie im Falle der
GauB-Pulsanregung, sie liegt niamlich fiir 6 = 157t in der A-Klasse bei Py = 20-25% und
in der V-Klasse bei Py = 45-50%. Beide Kennlinien verhalten sich stetig, die V-artige
Kennlinie wichst monoton iliber den gesamten gezeigten Bereich, wihrend die A-artige
Kennlinie bei 6 » 10% anfédngt zu sittigen, was wieder daran liegt, dass die zugehorige
Optimalverstimmung sich der kritischen Resonanz zu nidhern beginnt. Die A-Klasse stellt
auch in diesem Szenario wieder eine besonders reine Raman-Photonenquelle dar, wie wir
im Vergleich mit der Gesamtemission feststellen. Ein besonderes Augenmerk mochten
wir in diesem Zusammenhang auf den Vergleich zwischen Raman- und Gesamtemissi-
on der V-Klasse lenken, indem wir den Abstand der beiden Linien zueinander bei 8 = 0
mit dem bei 6 = 157t abgleichen: Dieser verringert sich von fiinf Prozentpunkten auf
etwa die Hilfte. Dies ist in der Kennliniendarstellung der Fingerabdruck der Umwand-
lung der inkohdrenten Emission aus dem Anfangszustand in kohédrente Raman-Emission
durch den Kontrolllaser — mit steigender Anregungsintensitit kann also die Reinheit der
V-artigen Raman-Photonenquelle gesteigert werden. Bemerkenswert ist, dass der Aussa-
gegehalt unseres reduzierten Modells — im Speziellen die bereits anhand von Gl. (3.32)
erschlossene Vermutung der Moglichkeit zur Umwandlung von inkohirenter Emission
in kohirente Raman-Emission — offenbar deutlich iiber die in Kapitel [3] vereinfachten
Anregungsbedingungen hinausgeht. Ferner mochten wir an dieser Stelle noch darauf hin-
weisen, dass die in diesem Abschnitt gezeigten Raman-Kennlinien kein oszillatorisches
Verhalten iiber der Pulsfliche (Rabi-Oszillationen) zeigen, was spéter in der Diskussion
des resonanten Raman-Prozesses noch eine Rolle spielen wird.

Abschlielend zu den Kennlinien der Raman-Emission im Limes nichtresonanter Ca-
vities mochten wir noch den Fall erhohter Licht-Materie-Kopplung g betrachten, von der
wir uns nach Gln. (4.17) und @.18)) eine weitere Steigerung der Emissonswahrscheinlich-
keit versprechen. Dazu wiederholen wir die Rechnungen aus Abb. 4.5 mit g = hk = 186
neV. Die Ergebnisse sind (vollkommen analog zu Abb. §.5)) in Abb. dargestellt. Die
Situation der Optimalverstimmungen bleibt nahezu unveréndert, wir machen lediglich
im GauB-Pulsszenario der A-Klasse [Abb. 4.6a] einen weiteren Versatz bei 6 = 12 — 137
aus. Die Erscheinungsbilder der Emissionskennlinien fiir Gaul3- und Rechteckpuls [Abbn.
4.6b und 4.6[] jedoch haben sich qualitativ angeglichen. In beiden Anregungsszenarien
erreicht die A-Klasse ein absolutes Maximum der Raman-Emissionswahrscheinlichkeit
bei 6 = 67t von etwa Pg ~ 70%, was also bereits im On-Demand-Bereich liegt. Bis 6 = 77t
emittiert die A-Klasse sogar mit einer hoheren Wahrscheinlichkeit als die V-Klasse mit
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Abbildung 4.6.: Optimalkennlinien fiir starkere Licht-Materie-Wechselwirkung. Wir wiederholen die Rech-
nungen aus Abb. [4.5] (Ak = 186 eV, g = 57 peV) mit verstirkter Kopplung der Resonator-
photonen an den Quantenpunkt, g = Ak = 186 peV.

maximal Pﬁ’ = 60%. Jenseits von § = 77t sinkt die Emissionswahrscheinlichkeit deutlich,
damit einhergehend nimmt auch die Raman-Effizienz ab, da die Raman-Kennlinie nun-
mehr bis zu zehn Prozentpunkte unterhalb der Gesamtemission verlduft. Bei sehr groB3en
Pulsflichen gewinnt hier wieder die Kennlinie der V-artigen Raman-Emission, welche
es mit der GauB-Anregung bei 6 = 157 auf Py = 70% und mit der Rechteckanregung
auf Py = 80% bringt. Im letzteren Fall liegt das wieder maBgeblich an der Umwandlung
inkohirenter Emission, welche hier nun eindrucksvoll sichtbar wird: In Abb. lesen
wir bei 6 = 0 eine Gesamtemission von PV = 40% ab, die ja dem inkohérenten Beitrag
entspricht, welcher sich bei 6 = 157 auf PV — Py = 5% reduziert. Fiir 6 < 5-7m ist das V-
System im Falle effizienter Licht-Materie-Kopplung g offensichtlich also sehr ineffizient
durch den groBen Hintergrundbeitrag der inkohérenten Emission des Anfangszustandes.

Insgesamt konnen wir nun also aussagen, dass wir mit beiden Systemklassen Raman-
Photonenemission im On-Demand-Limes erreichen konnen. Im Falle mittlerer Resona-
torqualitét stellt die V-artige Ankopplung des Kontrolllasers offensichtlich eine robus-
te Emissionscharakteristik sicher, welche im Limes hoher Anregungsintensititen eine
Anndherung an die On-Demand-Emission ermdglicht. Im Falle verstérkter Kopplung zwi-
schen Cavity und Quantenpunkt, sx/g = 1, stellt fiir mdBige Anregungsintensititen die
A-Klasse eine sehr reine und effiziente On-Demand-Quelle von Raman-Photonen dar, die
V-Klasse erreicht diese Eigenschaften erst bei sehr groen Pulsflichen.

Als Nichstes wollen wir ein vertieftes Verstindnis dafiir gewinnen, wie der durch den
GauB3-Puls induzierte Versatz in der Kennlinie der Optimalverstimmung zustande kommt.
Damit einhergehend wollen wir auch der Frage nachgehen, wie die Pulsform explizit in
die Optimalverstimmung eingeht — schlieBlich haben wir im Vergleich von Rechteck- und
GauB3-Puls bemerkt, dass die Charakteristiken der induzierten Stark-Verschiebungen of-
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fensichtlich maBgeblich auch von der Gestalt des Pulses abhingen. Diese Einsichten hat-
ten ja bereits unsere Auftaktuntersuchungen in Kapitel [3| zur Raman-Emission aus dem
Biexziton unter vereinfachten Anregungsbedingungen suggeriert. Der folgende Abschnitt
kniipft daher maBgeblich auch an die Diskussion der aus dem reduzierten Modell ge-
wonnenen analytischen Ergebnisse, Gln. (3.35) und (3.44), fiir die Zeitabhingigkeit der
Energieverschiebungen an.

4.3.3. Zeitabhangigkeit der Frequenzverschiebung

Wie in Abb. [4.5]im Falle der GauBschen Einhiillenden zu erkennen ist, weichen die Kenn-
linien der Optimalverstimmung sowie der zugehorigen Raman-Emission stark von denen
der Rechteckanregung ab. Hier beobachten wir eine geringere Emissionswahrscheinlich-
keit, insbesondere fillt der sprunghafte Verlauf der Optimalverstimmung fiir die A-Klasse
auf, der im ersten Moment wie ein Artefakt anmutet. Jedoch miissen wir uns stets verge-
genwirtigen, dass die Stark-Verschiebung in Echtzeit vom eingestrahlten Laserpuls indu-
ziert wird, mit anderen Worten liegt natiirlich auch eigentlich eine zeitliche Abhédngigkeit
der Optimalverstimmung des Lasers vor, wie wir bereits anhand von Gl. (3.35) gezeigt
hatten. Aus diesem Grunde werden wir in diesem Abschnitt ebendiese Abhédngigkeit ana-
lytisch nun fiir die Dreiniveausysteme erschlieBen und den Zusammenhang mit der in
unseren Simulationen optimierten konstanten Laserverstimmung herstellen.

Aufgrund des Selbstkonsistenzcharakters der Problemstellung ist natiirlich — wie auch
schon in Kapitel [3| — keine exakte analytische Losung moglich, jedoch sind wir ja im
Speziellen wieder an einer Losung im Limes nichtresonanter Cavities interessiert, in wel-
chem die Dreiniveaukonfigurationen eine besonders reine Raman-Quelle darstellen. Hier-
zu gehen wir von unseren SD-Gleichungen aus, in denen wir wieder die Riickkopplung
der Emission an das Materialsystem vernachlidssigen und quasistationdre Bedingungen
annehmen (siehe Anhang [B.2.1). In der Sprache der Cluster-Entwicklung ist dieses Vor-
gehen offenbar eine Verallgemeinerung der reduzierenden Modellbildung aus Kapitel [3]
die wir dort anhand des Erhaltungssatzes, Gl. (3.6), begriindet hatten. Desweiteren wissen
wir bereits vor dem Hintergrund der CW-Analyse, dass die Stark-Verschiebung relativ un-
abhéngig ist von der expliziten Besetzung der drei elektronischen Zusténde, weshalb wir
erneut die Besetzungen konstant halten. Nach einigen langwierigen Rechenschritten, die
wir im Anhang[B.2.2]néher erldutern, erhalten wir schlussendlich fiir A[V]-artige Systeme

1 ! 7' i(@_iﬂrlz[ll] )(l"—t”)
4(1) = Re- [0 dr /O At Qo (1) Qun ()N * 2 : 431

wobei wie gewohnt das obere Vorzeichen fiir A- und V-Konfigurationen, das untere fiir Z-
Konfigurationen gelte. Im CW-Limes, Q¢,, = 1 mit Q. (¢ = 0) = 0, geht dieser Ausdruck
wieder in den bekannten CW-Ausdruck Gl. (4.16)) iiber.

Beziiglich unserer Grundfrequenz |w; — w; — wc| des Lichtfeldes ist der Puls mit der
zeitlich sich dndernden Anregungsfrequenz (in der engl. Fachliteratur kurz als chirp be-
zeichnet) dann also gegeben durch

‘QChirp(t) = Qenv(t)eiiAL(t)t/h- (432)

74



4.3. Analyse der Emissionswahrscheinlichkeit

Um das zugehorige Pulsspektrum zu berechnen, fithren wir zunichst die normierte Fourier-
Transformierte des Chirps,

=

C(E) = ( [ : dE’|f[Qcmrp(t)](E')|2)_ FQchinp (1) 1(E), (4.33)

ein, wobei F|[ f(#)](E) die Fourier-Transformierte der Funktion f() beziiglich der Zeit ¢
zur Energie E = hw sei. Das Spektrum dieses Pulses sei dann

Scninp(E) = |C(E). (4.34)

Grundsitzlich haben wir zwei naheliegende Moglichkeiten, eine effektive konstante Opti-
malverschiebung zu berechnen, zum einen aus dem Maximum des Spektrums,

opt,Max
AP = B (Senm) (4.35)
zum anderen aus dem Schwerpunkt der Verteilung C(E),
apser— [ aEEeE)p (4.36)

In das Maximum respektive den Schwerpunkt konnen wir dann wieder unsere urspriing-
liche Einhiillende als effektiven Optimalpuls konstanter Verstimmung,

Coit(E) = F[Qeny (1) ](E — AP M ISRwer]y, (4.37)

legen. Mit anderen Worten ist Co(E) dann genau der Puls, den wir durch Wahl einer
Einhiillenden Q.,, und anschlieBender Optimierung einer konstanten Verstimmung Ay
bisher gewonnen haben. Davon wollen wir uns in einem anschaulichen Beispiel iliberzeu-
gen.

In Abb. d.7/haben wir zur Veranschaulichung fiir unseren GauB-Puls und drei reprisen-
tative Pulsflichen (erste Reihe der Abbildung) die zugehorige optimale Laserverstim-
mung 4 (¢) tiber der Zeit aufgetragen (zweite Reihe). Wir beobachten, dass |4y ()| zu-
niachst anndhernd linear wichst, um kurz nach dem Pulsmaximum auf der Zeitskala der
Photonenlebensdauer 1/« wieder abzuklingen. Um physikalisch zu verstehen, welchen
Einfluss die Zeitabhingigkeit der Verstimmung des Kontrolllasers auf das Anregungsde-
sign nimmt, schauen wir uns jeweils das Spektrum des Chirps (dritte Reihe, graue Fldche)
als intuitiv zugéingliche Groe an. Zusitzlich zeigen wir zum Vergleich die Lorentz-
Resonanzinie,

_ (hl1132])?
(EFA4c)*+ (Al 32))

LAVI(E) (4.38)

(schwarze Linie) des Ubergangs 1 <> 2 [2 «< 3], an den der Laser in der A-Klasse [V-
Klasse] ankoppelt. Mit zunehmender Pulsfliche beobachten wir eine zunehmende spek-
trale Verformung der urspriinglich Gauf3schen Gestalt, insbesondere bildet das Spektrum
eine wachsende Anzahl von Nebenmaxima aus. Das Hauptmaximum beginnt fiir 8 > 27t
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Abbildung 4.7.: Zeitabhédngige Laserverstimmung. Fiir drei reprisentative Pulsflichen, (a-c) 6 = 2, (d-f)
6 = 57t und (g-i) 0 = 77, zeigen wir die GauBsche Pulseinhiillende Q. (z) (erste Reihe)
sowie die resultierende Verstimmung 4y (¢) nach Gl. @.31) iber der Zeit. In der dritten Rei-
he sind das zugehorige Spektrum des Chirps (graue Fliche), Gl. (#.34), die elektronische
Resonanzlinie (schwarze Linie), GI. @]} sowie die beiden Moglichkeiten den Effektiv-
puls konstanter Verschiebung, Gl. (#37), entweder im Schwerpunkt (rote Linie) oder im
Maximum (blaue Linie) des Chirp-Spektrums zu lokalisieren. Wir haben dabei in Uberein-
stimmung mit Abb. {.5] eine Z-Konfiguration mit einer Resonatorverstimmung 4¢ = 0.8
meV sowie Ak = 186 peV und Al'; ; = 30 peV angenommen.

die elektronische Resonanz (schwarze Linie) zu durchkreuzen, fiir weiter zunehmende
Pulsflichen ebenso die nachfolgenden Nebenmaxima. Mit der blauen [roten] Linie zei-
gen wir noch den durch das Maximum [den Schwerpunkt] des Chirp-Spektrums ermit-
telten effektiven Optimalpuls mit konstanter Verstimmung, Gl. (4.37). Um aus unseren
Beobachtungen aus Abb. ein systematisches Verstdndnis unserer numerisch ermittel-
ten Daten in Abbn. 4.5h und §.5p zu erlangen, tragen wir in Abb. [4.8] sowohl die nu-
merischen Daten als auch die analytisch, aus Gln. (4.35) und (#.36) ermittelten Daten

auf. Die elektronische Resonanz A;" ' = —A¢ haben wir als waagerechte graue gestrichel-
te Linie markiert, die errechnete Optimalverstimmung Aipt’MaX[SChwer] ist wieder in blau

[rot] eingezeichnet. Zum Vergleich zeigen wir auch wieder das CW-Ergebnis, Gl. (4.16).
Offensichtlich ist sowohl die Schwerpunkt- wie die Maximumbestimmung im durch die
elektronische Resonanzlinie begrenzten spektralen Fenster (8 < 57r), innerhalb dessen
kaum Uberlapp des Hauptmaximums des Chirp-Spektrums vorliegt, eine sinnvolle An-
schauung. Jenseits dieser Linie finden wir die beste Ubereinstimmung der Schwerpunkt-

76



4.3. Analyse der Emissionswahrscheinlichkeit

0
AR
S
()
g -2
] 3 A-artig (numerisch)
V-artig (numerisch)
= CW-Analytik
-4 Schwerpunkt
Maximum
0 5 10 15

Pulsflache (m)

Abbildung 4.8.: Konstante Optimalverstimmung — Analytik-Numerik-Vergleich. Wir zeigen die numeri-
schen Daten aus Abb. #.5h (gelbe durchgezogene und gestrichelte Linien) im Vergleich
mit den aus Gl. (4.31)) gewonnenen Verstimmungen nach Gl. durch die Berechnung
des Schwerpunkts (rote Linie) sowie nach GIl. durch Berechnung des Maximums
(blaue Linie) des zugehdrigen Pulsspektrums. Erneut ist zum weiteren Vergleich das CW-
Ergebnis (schwarze Linie) gezeigt. Die graue gestrichelte Linie markiert die Resonanz des
Lasers mit den elektronischen Zustinden 1 und 2 (A-artig) bzw. 2 und 3 (V-artig).

linie mit dem numerischen Resultat in der V-Klasse, wihrend sich die Kennlinie des Ma-
ximums fiir wachsende Pulsflaiche an die CW-Linie annéhert. Ganz anders verhilt sich
die A-artige Kennlinie, welche ja bei der kritischen Resonanzbedingung abknickt und
einer etwa versetzt parallelen Linie zu folgen beginnt. Hier greift nun unmittelbar die An-
schauung aus Abb. . 7i: Bei 6 ~ 77t durchkreuzt das Hauptmaximum, welches ungefahr
mit Schwerpunkt und Maximum zusammenfillt, die elektronische Resonanz, sodass das
Hauptmaximum aufgrund der auftretenden Quanteninterferenz nicht mehr mit der kon-
stanten Optimalverstimmung in Beziehung gesetzt werden kann. Stattdessen erscheinen
fortwihrend die Nebenmaxima des Chirp-Spektrums, welche nicht mit der elektronischen
Resonanz iiberlappen, als Optimalkriterium. Diese Nebenmaxima werden dann durch un-
sere Optimierungsbedingung Gl. (#.28)) aufgefunden, was zu dem beobachteten Versatz
bei 6 ~ 107 fiihrt.

Wir mochten an dieser Stelle anmerken, dass unser Ergebnis fiir die intrinsische Zeitab-
hingigkeit der Stark-Verschiebung, Gl. (4.31)), offenbar eine erstaunlich weite Giiltigkeit
— selbst im Limes starker Anregung — besitzt, solange wir eine nichtresonante Cavity
betrachten, obwohl wir in der Herleitung stationidre Besetzungen sowie schwache An-
regung angenommen hatten. Dies ist einmal mehr ein Hinweis darauf, dass die funda-
mentalen physikalischen Eigenschaften der Licht-Materie-Kopplung des Zweiphotonen-
Raman-Prozesses kaum von der Inversion der elektronischen Besetzungen abhingen, was
erneut die Vernachldssigung strahlenden Zerfalls in unseren vergleichenden numerischen
Studien rechtfertigt.

Nach diesem Einschub zur Vertiefung unseres Verstindnisses fiir die systemspezifi-
schen Stark-Verschiebungen der Raman-Resonanzbedingung, Gl. (4.1)), mochten wir uns
abschlieend dem resonanten Raman-Prozess zuwenden.

77



4. Zweiphotonen-Raman-Prozesse in fundamentalen Dreiniveausystemen

4
a , = ‘b
_— Gé t=100 ps J\
Kontroll- hw, Q o} t=30ps
laser =
] —3 3 |t=18ps
\Q/-{ t=1M\

-0.5 0.0 0.5
h(w-w) (meV)

Abbildung 4.9.: Resonanter Raman-Prozess. (a) Gezeigt ist der resonante Raman-Prozess in einer A-
Konfiguration, bei dem Kontrolllaser (blauer Pfeil) und Resonatormode (reprisentiert
durch die gelben Klammern) exakt auf den jeweiligen elektronischen Ubergang abgestimmt
sind, 4¢ = 4y, = 0. (b) Zeitliche Entwicklung des zu (a) korrespondierenden Emissionsspek-
trums S(z, w) nach Gl. 2.29) fiir vier Zeitpunkte, drei Schnappschiisse auf der Zeitskala
des anregenden Kontrollpulses (# = 10, 18 und 30 ps), ein weiterer auf der Zeitskala der
inkohirenten Prozesse (f = 100 ps). Das Szenario ist in Ubereinstimmung mit der Situati-
on aus Abbn. gewihlt. Alle Spektra sind auf ihr jeweiliges Maximum normiert
(S(100 ps,w) ~ 30S(10 ps,w)) und der Ubersichtlichkeit halber jeweils mit einem Offset
versehen worden.

4.3.4. Resonanter Raman-Prozess und Quanteninterferenz

Nachdem wir nun eingehend die Emissionscharakteristiken beider Systemklassen fiir den
Fall nichtresonanter Cavities — also dem Limes mdoglichst reiner Raman-Photonenquellen
— untersucht und physikalisch erfolgreich ergriindet haben haben, wenden wir uns nun
dem resonanten Raman-Prozess zu. In der Darstellung unserer Emissionskarten aus Ab-
schnitt bewegen wir uns also im Kartenzentrum, 4¢ = 4; = 0. Hier konzentrieren
wir uns auf die A-Konfiguration, welche das wohl prominenteste und vor allem auch
experimentell meist untersuchte System der hier diskutierten Dreiniveausysteme ist. In
Quantenpunkt-A-Konfigurationen, die in der Regel mithilfe externer Magnetfeldern rea-
lisiert werden, werden resonante Raman-Prozesse aufgrund der quantenmechanischen Ei-
genschaften der beiden metastabilen Grundzustidnde oftmals auch als Spin-Flip-Raman-
Prozesse diskutiert [21,|53,/54]], welche die deterministische Inversion von einem in den
anderen Grundzustand ermoglichen. In diesem Zusammenhang streben wir eine Validie-
rung unserer neuen Erkenntnisse — gerade auch im Hinblick auf das Auftreten quanten-
mechanischer Interferenz — durch den Vergleich mit experimentellen Befunden aus der
Literatur an. Zudem haben wir unseren Raman-Karten entnommen, dass wir, im Gegen-
satz zur A-Klasse, in der V-Klasse aus dem resonanten Raman-Prozess keine Emission
von Raman-Photonen erwarten konnen.

Wie in Abb. nochmals illustrativ dargestellt, seien also nun sowohl Kontrollla-
ser als auch Cavity resonant mit dem jeweiligen elektronischen Ubergang. In der Ein-
leitung dieser Arbeit hatten wir die Frage aufgeworfen, ob wir im Emissionsspektrum
des resonanten Raman-Prozesses tatsdchlich Raman-Photonen detektieren. Zum besse-
ren Verstidndnis haben wir die bereits in der Einleitung dieser Arbeit gezeigten Schnapp-
schiisse des Emissionsspektrums der 57t-Rechteckanregung [Abb. hier noch um zwei
weitere Zeitpunkte ergénzt [Abb. 4.9b]. Wir beobachten, dass sich auf der Zeitskala des
anregenden Pulses ein Einschnitts im Zentrum des Emissionsmaximums ausprégt (¢ = 10
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Abbildung 4.10.: Input-Output-Charakteristik — Experiment vs. SDT-L6sung. (a) Wir présentieren die dem
Zusatzmaterial der Publikation [Yu He et al., Phys. Rev. Lett. 111, 237403 (2013)] (siche
Referenz [21]]) entnommene Originalabbildung. Sie zeigt die Zahlrate der Quantenpunkt-
emission fiir den resonanten Raman-Prozess (siche Abb.[.9p) in einer A-Konfiguration in
Abhiingigkeit von der Pulsfliche (Messdaten durch Punkte, Ausgleichskurve durch rote
Linie gegeben). (b) Zum Vergleich zeigen wir fiir unsere Material- und Anregungsparame-
ter aus Abb. die SDT-Losung der Gesamtemissionswahrscheinlichkeit P (rote Linie)
zusammen mit der Raman-Wahrscheinlichkeit P{Q (gelbe Linie) und der elektronischen
Wabhrscheinlichkeit 73]{:\ im resonanten Fall, 4c = 4, = 0.

und 20 ps), in dessen Mitte sich im weiteren Verlauf — am Ende der Raman-Zeitskala bei
t = 30 ps — ein weiteres lokales Maximum etabliert, sodass sich eine Art spektrales Tri-
plett (nicht zu verwechseln mit der Triplet-Korrelation aus der Cluster-Entwicklung) er-
gibt. Solcherlei Verformungen optischer Spektren sind in Quantenpunkt-Cavity-Systemen
bereits in Experimenten gemessen und im Zusammenhang mit Interferenzphdanomenen
durch Zweiphotonenanregungen diskutiert worden [118]. Zu einem viel spiteren Zeit-
punkt nach dem Puls (¢ = 100 ps) ist dieses nicht mehr auszumachen, wir beobachten
lediglich eine einzige gewohnliche Resonanzlinie, die etwa die Breite der mittleren Tri-
plettlinie aufweist. Auf Basis unserer Emissionskarten konnen wir bereits aussagen, dass
hierfiir destruktive Interferenz durch den Raman-Prozess verantwortlich ist: Dieser wirkt
der elektronischen Emission aus dem Zwischenzustand entgegen, und wir beobachten
zeitweilig einen Einschnitt in der Resonanzlinie der Cavity-Emission. Jenes sich mittig
in der Vertiefung etablierende Maximum resultiert aus der inkohérenten elektronischen
Emission, welche nach dem Abklingen der kohidrenten Prozesse die Gesamtemission aus
der Cavity darstellt und das Interferenzphidnom auf lingeren Zeitskalen maskiert. Zum
Zeitpunkt # = 100 ps beobachten wir folglich keine durch die Raman-Emission geformte
Spektrallinie. Wir wollen nun diese Sichtweise durch die Analyse der Emissionskenn-
linien in Abhéngigkeit von der Pulsflache erweitern und den Interferenzeffekt genauer
beschreiben.

Wir berechnen fiir die in Abb. |4.4|gezeigte Situation wieder die Kennlinien der Gesamt-
und der Raman-Emission. Diesmal berechnen wir auch explizit zusitzlich die Kennli-
nie der elektronischen Quelle, d.h. die Emission aus der Besetzung des Zwischenzustan-

des, welcher iiber den schrittweise vollzogenen Pfad 1 =N LN 3 explizit durch den
Kontrolllaser besetzt wird. Unser Ergebnis ist in Abb. dargestellt, im qualitativen
Vergleich mit einem experimentellen Ergebnis fiir den resonanten Raman-Prozess in ei-
ner A-Konfiguration [Abb. 4.10k] aus dem Zusatzmaterial von Quelle [21]]. Wir miissen
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an dieser Stelle anmerken, dass wir leider nur einen qualitativen Vergleich realisieren
konnen, da in Quelle [21]] nicht alle fiir unser Modell relevanten Material- und Anre-
gungsparameter angegeben sind, weshalb wir wieder unsere an Quelle [54]] orientierten
Parameter verwenden. Wir gehen aber davon aus, dass die im Folgenden erschlossenen
und diskutierten Eigenschaften des resonanten Raman-Prozesses recht allgemeingiiltig
sind. Die experimentellen Daten zeigen Rabi-Oszillationen iiber der Pulsfliche, und die
Autoren He et al. dieser Studie beobachten iiber den gezeigten Datensatz hinaus anre-
gungsinduzierte Dampfung der Oszillationen mit wachsender Pulsfliche. Sie vermuten,
dass Gitterschwingungen und andere nicht Markovsche Dephasierungsreservoirs fiir die-
sen Effekt verantwortlich sein konnten [Absatz Observation of Rabi oscillation, Seite 1
des Zusatzmaterials]. Unser auf Basis der SDT-Gleichungen berechnetes theoretisches Er-
gebnis [Abb. B.10b] zeigt ebenfalls Rabi-Oszillationen der Gesamtemission (rote Linie),
welche mit wachsender Pulsflache abgeddampft werden. Um der Ursache fiir die anre-
gungsinduzierte Ddmpfung auf den Grund zu gehen, konnen wir nun unsere mikrosko-
pische Zerlegung nutzen. Wir sehen sofort, dass das oszillatorische Verhalten maB3geb-
lich aus der elektronischen Quelle (graue Flidche) stammt, welche insbesondere das erste
Maximum der Gesamtemission ausformt. Dahingegen weist die Raman-Kennlinie (gelbe
Linie) lediglich ein kleines positives Maximum bei 8 ~ 7t auf, jenseits von 6 = 27t wird sie
strikt negativ und sinkt parallel zur Einhiillenden der Gesamtemission weiter ab. Da auch
hier wieder ungefiihr PA ~ P + P2 gilt, konnen wir direkt schlussfolgern, dass die in der
gemessenen Gesamtemission beobachtete Dadmpfung moglicherweise kein (reiner) De-
phasierungseffekt ist sondern in erster Linie ein Interferenzphdnomen: Hier induziert der

Aufbau von Raman-Korrelation iiber den direkten Zweiphotonenpfad 1 2, 3 destruktive

.
Interferenz mit dem Pfad 1 -~ 2 N 3.

Ausgehend von unseren Bewegungsgleichungen schiitzen wir dieses Phinomen als fun-
damentale Eigenschaft des resonanten Raman-Prozesses ein: Nach Gln. (4.14)) bzw.
und wetteifern beide Anregungspfade um ihre jeweils einzige in A-Konfigurationen
verfiigbare Initialquelle — die durch den Kontrolllaser induzierte elektronische Polarisa-
tion PA zwischen Anfangs- und Zwischenzustand. Offenbar gewinnt die durch den reso-
nanten Laser effizient getriebene Umwandlung von Polarisation in Besetzungsinversion
fiir wachsende Anregungsintensititen die Oberhand, wéihrend der simultane Aufbau von
Raman-Korrelation der Inversion entgegenzuwirken beginnt. Bemerkenswert ist, dass der
resonante 7t-Puls trotz der lediglich indirekt liber die Besetzung des Zwischenzustands
vermittelte Kopplung an den Zielzustand eine nahezu deterministische Besetzungsinver-
sion vom Anfangs- in den Zielzustand induzieren kann (Spin-Flip-Raman-Prozess [21]])
— in unserem Beispiel wird der Zielzustand tatsdchlich zu etwa 70% besetzt. Trotz der
Ansteuerung des Zielzustandes unter Photonenemission konnen wir vor diesem Hinter-
grund im Sinne unserer Definition eines Raman-Photons allerdings nicht von Raman-
Rabi-Oszillationen sprechen, wie es die Deutung von He et. al. nahelegt. Denn wir sehen
vorwiegend Rabi-Oszillationen des angeregten Zustandes (Zustand 2 in unserer Nomen-
klatur), welche durch den damit einhergehenden Aufbau von Raman-Korrelation abge-
schwicht werden. Ein Dampfungsverhalten der Rabi-Oszillationen, wie es in Quelle [21]]
beobachtet wird, sollte dementsprechend sogar bereits in Abwesenheit phononischer Ef-
fekte sichtbar sein. Ferner restimieren wir, dass der Spin-Flip-Raman-Prozess — welcher
nicht durch die Raman-Korrelation vermittelt wird — physikalisch vollig verschieden ist
vom nichtresonanten Raman-Prozess, welcher iiber die Raman-Korrelation die rein opti-
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sche Steuerung der spektralen Eigenschaften des aus diesem emittierten Raman-Photons
durch den Kontrolllaser zulésst.

Unsere neu erschlossende Sichtweise kann dann auch weitere Konsequenzen fiir die
Interpretation experimenteller Ergebnisse nach sich ziehen, insbesondere bei der Analyse
von Emissionsspektren. Schlieflich demonstriert unser Beispiel aus Abb. 4.9b und aus
Abb.[4.10] dass die Gestalt der Spektrallinie stark von den experimentellen Bedingungen
abhdngt, wie z.B. von der Messdauer des Spektrums oder der Anregungsintensitiit des
Kontrolllasers. Denn offensichtlich messen wir auf der Zeitskala # = 100 ps nicht mehr
die Linienbreite des Raman-Prozesses sondern der dominanten elektronischen Emission.
Insbesondere stellt sich die Frage, welche Linienbreite den auf der kohédrenten Zeitskala
beobachteten Spektren zugeordnet werden muss — der Einfluss von Interferenz kann zu
einer uneindeutigen Verformung der Spektrallinie fiihren.

He et al. berichten zusitzlich im CW-Limes von einer Verbreiterung der Raman-Pho-
tonenlinienbreite je kleiner die Verstimmung des Kontrolllasers von der elektronischen
Resonanz wird. Hier wire anhand der konkreten experimentellen Situation zu kliren, ob
wirklich auch bei 41, — 0 die gemessene Spektrallinie noch durch die Raman-Photonen-
emission gegeben ist oder moglicherweise nahezu vollstindig aus dem indirekten Anre-
gungspfad herriihrt, dessen beobachtete Linienbreite durch die Quantenpunktlinienbreite
gegeben wire. Schauen wir genauer in das Zusatzmaterial von Quelle [54], so finden wir
in diesem Zusammenhang in der Tat Kommentare iiber widerspriichliches Verhalten der
Entwicklung der Intensitdt der Raman-Linie im Vergleich zu ihrer Breite in Abhiingigkeit
von der eingestrahlten Leistung. Diese Problematik konnen die Autoren Vora et al. dieser
Studie auf Basis ihres experimentellen und theoretischen Zugangs — letzterer beruht aus-
schlieBlich auf der Auswertung der Von-Neumann-Gleichung — nicht auflosen, weshalb
sie dem Leser als offene Frage (siehe Abschnitt Supplementary Note 4: Raman power
dependence in Quelle [54]) hinterlassen wird.

An diesem Punkt schlieBen wir die Betrachtung der Dreiniveausysteme ab. Wir haben
gesehen, dass die Ankopplung der Cavity entweder an den Anfangszustand (V-artig) oder
an den Endzustand (A-artig) zwei verschiedene Klassen von Raman-Prozessen definiert,
welche sich zum einen durch die unterschiedliche Abhingigkeit von der laserinduzier-
ten elektronischen Polarisation sowie durch ihre unterschiedlichen kohérenten (A-artig)
bzw. inkohdrenten Anfangsbedingungen (V-artig) physikalisch grundlegend voneinander
abgrenzen lassen. Unsere Ergebnisse zeigen deutlich, dass die Kontrollpulsform, die Kon-
trolllaserverstimmung, die Anregungsintensitit und die Resonatorverstimmung zusam-
men mit der daraus resultierenden Stark-Verschiebung derart aufeinander abzustimmen
sind, dass die induzierten Energieverschiebungen kompensiert und die Emissionswahr-
scheinlichkeit limitierende Interferenzeffekte unterdriickt werden. Dieser im Rahmen die-
ser Arbeit neu erschlossene Sachverhalt ist offensichtlich mit ein Grund dafiir, warum
On-Demand-Verhalten der Raman-Emission bisher nicht experimentell realisiert werden
konnte. Insbesondere hat die Untersuchung in diesem Kapitel gezeigt, dass unsere hier
eingefiihrte Definition eines Raman-Photons durch die zugehorige Raman-Korrelation
ein vielversprechender Ansatz ist, um physikalisch neue Einsichten zu gewinnen sowie
darauf aufbauend das Design von Raman-Photonenquellen zu optimieren. Im néchsten
und letzten Ergebniskapitel iibertragen wir daher nun diesen Ansatz abschlieBend auf die
zu Beginn dieser Arbeit betrachtete Raman-Emission aus dem Biexziton.
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Mikroskopische Analyse der Raman-Emission aus
dem Biexziton

In diesem Kapitel mochten wir abschlieend den Bogen zuriickschlagen zu unserer an-
fanglich in Kapitel 3| untersuchten Einzelphotonenemission aus dem Quantenpunktbiex-
ziton. Dort hatten wir uns ja bereits davon liberzeugt, dass der untersuchte halbstimulierte
Zweiphotonenprozess die spektralen Eigenschaften aus der Klasse der Raman-Prozesse
— Abstimmbarkeit der Emissionsfrequenz und der Linienbreite durch den Kontrolllaser
— erfiillt. Nun mochten wir das in Kapitel {] fiir die fundamentalen Dreiniveausysteme
eingefiihrte Rahmenkonzept zur Untersuchung der Raman-Emission auf das volle Vier-
niveaumodell des Quantenpunktes erweitern, um die Erkenntnisse aus der unter verein-
fachten Anregungsbedingungen durchgefiihrten Erstuntersuchung in Kapitel [3|fiir ein be-
liebiges Anregungs- und Materialdesign systematisch zu verallgemeinern. Mit dem Wis-
sen aus Kapitel 4} dass die gesamte Information iiber die Physik des Raman-Prozesses
in seiner Raman-Korrelation codiert ist, konnen wir also den Raman-Emissionszyklus —
wie in Abb. darsgestellt — ganz grundlegend zeitlich auf einer Picosekundenzeitskala
gliedern: Nach der Erzeugung des Biexzitons durch den Initialisierungszyklus (z.B. iiber
die entartete Zweiphotonenresonanz [81]) koppelt der auf die Raman-Resonanz abge-
stimmte Kontrolllaserpuls derart an das System, dass iiber die Cavity strahlende Raman-
Korrelation zwischen Biexziton und Grundzustand aufgebaut wird. Dies soll in der Weise
geschehen, dass die Raman-Photonenemission mit einer Wiederherstellung des Grundzu-
standes einhergeht, um das Schema aus Initialisierung und Einzelphotonenemission peri-
odisch fortsetzen zu konnen. Da sowohl Laser als auch Resonator in einer gewihlten Mo-
de an beide Ubergiinge der Biexziton-Exziton-Kaskade — die ja einer Z-Konfiguration ent-
spricht — koppeln, erwarten wir im Wesentlichen eine Superposition aus A- und V-artiger
Raman-Korrelation. Dazu werden wir zunédchst wieder die mikroskopischen Bewegungs-
gleichungen der Emission herleiten und analysieren, um die entsprechenden Definitionen
der Raman-Population sowie der zugehorigen Raman-Emissionswahrscheinlichkeit dar-
aus zu extrahieren. Auf diese Weise wird es gelingen, Raman-Karten und Input-Output-
Kennlinien fiir die Raman-Photonenemission aus dem Biexziton zu berechnen.

Die Betrachtungen und Ergebnisse in diesem Kapitel werden in der Zukunft der Aus-
gangspunkt sein fiir die Gestaltung und Optimierung des System- und Anregungsdesigns
einer Einzelphotonenquelle aus der biexzitonischen Raman-Emission [119]. Wir mochten
bereits hier anmerken, dass die volle Beschreibung des Vierniveausystems aufgrund der
grof3en Zahl von Anregungspfaden bereits nicht mehr in SDT-Niherung sinnvoll ist. Statt-
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Abbildung 5.1.: Einzelphotonenerzeugung aus dem Quantenpunktbiexziton. In einem ersten Zyklus wird
zunichst das Biexziton durch einen auf die entartete Zweiphotonenresonanz der Frequenz
(Ep — Eg)/(2h) gestimmten Initialisierungslaser (rot markiert) erzeugt. Auf Basis der Er-
kenntnisse aus Kapitel ] konnen wir den daran anschlieBenden Raman-Emissionszyklus
grob in vier Schritten darstellen: (i) Ein geeigneter ps-Kontrolllaserpuls (blau markiert)
wird auf das Materialsystem geschossen, in welchem bereits das biexzitonische Niveau
bevolkert ist (gelbe Ellipse), (ii) der Laser koppelt nichtresonant an die elektronischen
Zustinde sowie an den Resonator (gelbe Klammern), (iii) es kommt zum Aufbau von
Raman-Korrelation zwischen Biexziton und Grundzustand (schwarze Ellipse), welche (iii)
mit der Emission eines einzelnen Raman-Photons (gelb markiert) sowie der Relaxation des
Systems in den Grundzustand einhergeht. Alle Phasen iiberlappen natiirlich zeitlich und
sind nur zur schematischen Darstellung sequentiell skizziert worden.

dessen ist der kombinierte Einsatz der formal exakten, aus der Cluster-Entwicklung ge-
wonnenen Definitionen zusammen mit der formal exakt behandelbaren Numerik der Von-
Neumann-Gleichung ein effizienterer Ansatz. In den folgenden Abschnitten werden wir
uns zunichst weiterhin auf den Raman-Emissionszyklus beschrianken, um dann nach dem
Erarbeiten und dem grundlegenden Optimieren der Raman-Emissionseigenschaften zum
Abschluss unserer Studien einen vollen, aus Initialisierungs- und Emissionszyklus beste-
henden Anregungszyklus nach Abb. zu diskutieren.

5.1. Bewegungsgleichungen der Emission

Um uns einen Uberblick iiber die auftretenden Anregungs- und Emissionspfade zu ver-
schaffen und daraus die bendtigten Definitionen zur Beschreibung der Raman-Emission
zu extrahieren, werden wir sukzessive ausgehend von der korrelierten Photonenpopulati-
on (b b;) in den beiden Moden i = H und V die Bewegungsgleichungen im Formalismus
der Cluster-Entwicklung aufstellen. Hierzu wenden wir das in Abb. [2.3]skizzierte Faktori-
sierungsschema auf die aus dem Hamilton-Operator, Gln. (2.1)) und (2.6)), in Kombination
mit der Heisenberg-Gleichung, Gl. (2.19), resultierenden Bewegungsgleichungen an. Die
in Gln. @.7)-@.9) fiir die Dreiniveausysteme notierten Faktorisierungen lassen sich leicht
auf das volle Vierniveauschema iibertragen, und wir entwickeln daraus die Korrelations-
gleichungen wieder nach dem Prinzip von Gl. (2.24).
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5.1. Bewegungsgleichungen der Emission

Die Gesamtemission des Quantenpunkt-Cavity-Systems in der i-Mode wird durch die
Bewegungsgleichung der korrelierten Photonenpopulation,

9 (bl = ~x(bib) + Lim ((Poxbl) + (Px,sb])), 6.1

beschrieben, welche nunmehr aus der Superposition der beiden fundamentalen photonen-
assistierten Polarisationen der Biexziton-Exziton-Kaskade gegeben ist. Bemerkenswert
ist, dass diese Gleichung formal mit unserer Einmodenniherung, Gl. (3.5), iibereinstimmt:
Die Ankopplung an die zweite Mode findet erst in der nichsten Ordnung der Gleichungs-
hierarchie statt. Dies ist der Grund dafiir, dass unsere reduzierte Modellbildung aus Ka-
pitel 3| zumindest qualitativ eine erstaunlich weite Aussagekraft bietet. In der Sprache
unserer Betrachtungen der fundamentalen Dreiniveausysteme konnen wir formulieren,
dass jene Superposition in Gl. (5.1)) formal aus einer A-artigen, (Pg.x,b! ), und einer V-
artigen Ankopplung, Py, zb, ), des jeweiligen Resonators an die einer Z-Konfiguration
entsprechenden Kaskade besteht. Hierbei nehmen wir gedanklich die Nummerierung der
elektronischen Zustinde B = 1, X; = 2 und G = 3 vor. Wir wollen fiir die Lichtmoden
i = H,V vereinbaren, dass H = V und V = H bedeute, um im Folgenden eine kompakte
Notation zu ermodglichen. Somit kann die Korrelationsgleichung der A-artigen photonen-
assistierten Polarisation zwischen Exziton und Grundzustand in der i-Mode geschrieben
werden als

Pl = =i -0 - 0~ L) (Pbl) - L (Poab])
+ Py~ Lo )56~ Lo xbib) ~ L Pesbib])
Pl + L (P i)~ L (P )Pl - PP
_ %(Pm«bjbj )+ %g(PX;,X,-)«bjbi» - %&«oa,x,.bj». (5.2)

Hierbei haben wir die effektive Rabi-Energie des Kontrolllasers, &:(1) = Q;(t) + g(b;) (1),
in der i-Mode identifiziert — der Laser kann im vollen Quantenpunktmodell [Abb. [2.1]
nun auch direkt iiber das Material Photonen in den Resonator in derselben Mode einkop-
peln. Dies hatten wir ja im Falle der fundamentalen Dreiniveausysteme durch zueinander
orthogonale Dipolmomente von laserassisiertem und resonatorverstirktem Ubergang aus-
geschlossen. An dieser Stelle finden wir in den ersten beiden Zeilen unsere A-artige Be-
wegungsgleichung, Gl. (4.12) bzw. (B.2), wieder, die hier durch die ersten vier Quellterme
auf der rechten Seite gebildet wird. Insbesondere identifizieren wir im ersten Quellterm
die Raman-Korrelation zwischen Biexziton und Grundzustand,

Ri = (Pgsb] ) = (Pc.sb}) - (Pg.5)(b]). (5.3)
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Abbildung 5.2.: Laserassistierte Prozesse. Wir veranschaulichen die in den Bewegungsgleichungen,
Gln. (5.2) und (5.4), neben dem Raman-Prozess zwischen Biexziton und Grundzustand
[Abb. auftretenden laserassistierten Anregungspfade. Gezeigt sind (a) &(Px. x,b; ),
(b) f,’;((le.,beiT ) fiir i = H sowie (c) & (Pq.ob] ). Natiirlich sind je nach Anfangsbedingung
auch die umgekehrten Prozesse moglich.

. . o g . . k+lGgx. .
Die Eigenfrequenz der photonenassistierten Polarisation, wy, ¢ = wy, —wg —w;—i—5-*, ist

wie zu erwarten durch die um die jeweilige Resonatorfrequenz verstimmte Ubergangsfre-
quenz zwischen Exziton und Grundzustand gegeben. Hier haben wir wieder eine effek-
tive elektronische Dephasierungskonstante, /s x,, eingefiihrt, welche Polarisations- und
strahlenden Zerfall beinhalten kann (siehe Anhang . Uber unsere bereits aus den
Dreiniveausystemen bekannten Quellterme hinausgehend machen wir in Gl. (5.2)) aber
noch weitere Anregungspfade aus, welche auch die jeweils komplementire Mode i ein-
beziehen konnen. Der fiinfte Quellterm, (P b b} ), beschreibt den vollstindig sponta-
nen Zweiphotonenprozess [[78+80] zwischen Biexziton und Grundzustand in der i-Mode.
Wir mochten noch den sechsten Quellterm, &Py, x,b] ), besonders hervorheben: Hierbei
handelt es sich um den Raman-Prozess in V-Konfiguration, der ausgehend vom Exziton
X; durch Absorption des Kontrolllaserpulses & in der zu i komplementdren Mode ein
Raman-Photon in der i-Mode erzeugen kann [Abb. [5.2p]. Der Endzustand dieses Prozes-
ses ist dann das Exziton X; und der Zwischenzustand der Grundzustand. Offensichtlich
kann dieser Prozess aber nur stattfinden, wenn wir in der i-Mode pumpen. Der siebte
Quellterm, (Px. x,bb;), beschreibt entsprechend das spontane Analogon. Beim letzten
Quellterm auf der rechten Seite, & {og.xb, ), handelt es sich um eine Korrelation zwi-
schen Photonen und Inversion, welche sich in Gegenwart des Kontrolllasers aufbauen
kann. Dieser Anregungspfad mutet verstindlicher an, sobald wir die Inversion wieder ex-
plizit notieren, o, 3 = Py — Py, und uns die elementarere Anregung & (P, .b; ) anschau-
en. Hierbei handelt es sich offenbar um einen Pfad, welcher unter Emission eines Resona-
torphotons und Absorption eines Laserphotons nur die Besetzung eines einzigen Zustan-
des involviert: Dies entspricht also einem Reabsorptionsprozess (Rayleigh-Prozess [53]),
und wir haben den entprechenden Pfad in Abb. [5.2f skizziert. In Quelle [[104] wird dieser
Beitrag als Gedéchtniseffekt (quantum memory) bezeichnet, da er misst, wie die Anre-
gung durch den Laser von der Emission — also einer friiheren Anregung — abhingt. Dies
trifft aber auch auf den Raman-Prozess zu, sodass jene Bezeichnung in unserem Zusam-
menhang nicht sinnvoll ist, um die Beitrige voneinander abgrenzend zu klassifizieren. Wir
werden auf diesen Beitrag noch bei der Diskussion der Input-Output-Kennlinien zuriick
kommen. Weiterhin machen wir noch nichtlineare Kopplungen der verschiedenen elek-
tronischen Polarisationen und andere Terme aus, die wir im Folgenden aber nicht mehr
genauer diskutieren und analysieren werden.

Analog finden wir fiir die photonenassistierte Polarisation zwischen Biexziton und Ex-
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Hier definieren wir die Ubergangsfrequenz zwischen Biexziton und Exziton als wgx, =

K+F . . . .
wp — Wy, — W; — 2X 2 und haben die elektronische Dephasierungskonstante I x,.B €In-

gefiihrt. Wie schon in Gl. (5.2)), finden wir auch hier bereits aus den Dreiniveausystemen
bekannte Quellterme wieder, ndmlich die V-artige Gleichung der photonenassistierten Po-
larisation, Gl. (4.13) bzw. (B.12), welche in Gl. durch die ersten vier Quellterme
gegeben ist. Unter den weiteren Quelltermen identifizieren wir den Raman-Prozess in

A-Konfiguration, &(Px, x.b! ), zwischen den beiden Exzitonen, X; A X;, welcher das
Biexziton B als Zwischenzustand involviert [Abb. [5.2p].

An dieser Stelle mochten wir nun noch einen genaueren Blick auf die Gleichung der in
Gln. und auftretenden Raman-Korrelation R; zwischen Biexziton und Grund-
zustand werfen, welche schlielich den in unserer Skizze, Abb. gezeigten Mecha-
nismus zur Einzelphotonenemission aus dem Biexziton vermittelt. Diese gehorcht der
Bewegungsgleichung

0 . .
E‘«PG’Bbj» = -1 (a)B —Wg —W; —1

+5 2 [EPapl) + o(Pya) (1, (1) + 9(Px,ablbs)]
+ i > [E1(Px,8b]) — 9{Pe.x, ) (i) — 9(Po.x,bb;)]

hj HYV

2 (Pya)* + (Pox)") (Pos), (5.5)

wobei wir analog zu den obigen Gleichungen die Eigenfrequenz durch wps = wp — we -

B 1K+I;"B abkiirzen mochten. Im Vergleich zu den Raman-Korrelationsgleichungen der
fundamentalen Dreiniveausysteme erkennen wir fiir i = j sofort in der zweiten Zeile die
A-artige, Gl. (4.14) bzw. (B.3)), und in der dritten Zeile die V-artige Raman-Gleichung,
Gl. @.13) bzw. (B.13) wieder. Die bekannten Quellterme werden durch die Ankopplung
an die komplementiire Mode, j = i, verallgemeinert. Wie stark die Kopplung der beiden
Moden ist, konnen wir erst durch unsere Simulationen in den kommenden Abschnitten
kldren. Zudem finden wir in der letzten Zeile der Raman-Gleichung noch weitere elektro-
nische Quellterme, welche aus nichtlinearen Kopplungen der elektronischen Polarisatio-

nen zwischen allen Zustianden in der i-Mode bestehen.
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5. Mikroskopische Analyse der Raman-Emission aus dem Biexziton

Fiir eine quasistationire CW-Anregung in der i-Mode, Q;(¢) = Qe v, schlagen wir
unter Vernachlissigung der Riickkopplung an die Cavity sowie der direkten i-i-Kopplung
in Gln. (5.2)-(5.5), eine Verallgemeinerung der Optimalverstimmung, Gl. (3.10)), vor,

- 1 1
A = -Qf Re ( 5 ) : (5.6)

thi,G th,X,-

deren Giiltigkeit wir ebenfalls erst im Rahmen der noch ausstehenden systematischen
Simulationen iiberpriifen konnen werden.

Wie schon zuvor im Falle der Dreiniveausysteme sind wir nun in der Lage durch forma-
les Aufintegrieren der Populationsgleichung, Gl. (5.1)), und der darin beitragenden photo-
nenassistierten Polarisationen, Gln. (5.2)) und (5.4), die durch den Kontrolllaser generierte
Raman-Population in der i-Mode zu definieren,

2 t t, ! a I ] I
Nig = h_gRe [ dr’ / dfe <=1 (e—lwg,xi(t ") _ g-iwx 6 (7'~ )) 5l~*(t”)Ri(t’,). (5.7)
0 0

Hier erkennen wir sofort, dass im Falle wpy, = wy, ¢ — also fiir verschwindende Biexzi-
tonbindungsenergie, AEp — 0 — keine Raman-Photonen erzeugt werden konnen. Diese
Eigenschaft hatten wir bereits anhand von GI. (3.11)) ablesen konnen, was einmal mehr
zeigt, dass unsere reduzierende Modellbildung im CW-Limes eine erstaunlich fundamen-
tale Aussagekraft besitzt. Jene Abhingigkeit der Raman-Population von der Bindungs-
energie des Biexzitons muss folglich bei der Gestaltung eines optimalen Materialsystems
beriicksichtigt werden. Analog zu Gln. (.23) und @.27) fiihren wir die Gesamtemissi-
onswahrscheinlichkeit,

P0) =« [ ar(blb)(r), 59

und die Raman-Emissionswahrscheinlichkeit,

Pir(t) = fo AN R (), (5.9)

in der i-Mode ein. Unter unseren Anregungsbedingungen und der Anfangsbedingung ei-
nes besetzten Biexzitons gilt 0 < P; < 2, wobei wir weiterhin — wie im vorigen Kapitel —
P;r = 1 mit einer hundertprozentigen Emissionswahrscheinlichkeit identifizieren wollen.

Fiir alle im Folgenden diskutierten Emissionseigenschaften des Raman-Prozesses zwi-
schen Biexziton und Grundzustand mdchten wir ein einheitliches und realistisches Mate-
rialsystem annehmen, mit welchem wir an unsere Betrachtungen der generischen Dreini-
veausysteme in Kapitel 4] ankniipfen konnen. Dazu setzen wir wieder Ak = 186 ueV und
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g = 57 peV. Die effektiven Dephasierungskonstanten der Polarisationen seien weiterhin
hl o5 =30 peV, was in Gl. (2.18) den Lindblad-Operatoren L = \/hy,gPopg mit Ay, z ~ 4
ueV (siehe Gl. (A.3)) entspricht. Hier wollen wir zudem eine typische Rate fiir strahlen-
den Zerfall der Besetzungen annehmen, welche wir nach Gln. (A.4) und (A.6)) iiber die
Lindblad-Operatoren L = \/hrg x,Pg x,, \/hrx, sPx, p einfilhren. Wir wihlen hr, g = 2 peV.
Zudem seien die Ubergangsenergien Eg-Ex, =1.363 eV und Ex, - E; = 1.366 eV, die
Feinstrukturaufspaltung sei Ex, — Ex, = 25 peV. All unsere Parameter stimmen explizit
mit experimentell ermittelten Werten InGaAs-basierter Quantenpunkt-Mikroresonator-
Systeme iiberein [106]. Die Energien der Resonatormoden werden wir wie schon in Ka-
pitel [3]im Hinblick auf die (in dieser Arbeit nicht untersuchte) angestrebte Polarisations-
kontrolle als identisch annehmen, Awy = hwy = Awc. Zudem beschrinken wir uns ex-
emplarisch auf Rechteck-Anregungungen durch den Kontrolllaser in der H-Mode: Zum
einen ldsst dies wieder die Interpretation der numerischen Simulationen durch unsere
CW-Analytik zu, zum anderen hatten wir in Abschnitt[4.3.3| gesehen, dass beispielsweise
GauB3-Pulse aufgrund ihrer pulsformspezifischen Stark-Verschiebungen deutlich kompli-
zierter zu behandeln sind (siehe auch Anhang[A.2.3). Kurzum, Rechteckpulse stellen zur
Ergriindung der fundamentalen Eigenschaften der Raman-Emission aus dem Biexziton
ein geeignetes, da wohlkontrollierbares, Testwerkzeug dar.

Unsere fiir das Vierniveausystem verallgemeinerte Raman-Komponente der Populati-
onszerlegung, Gl. (5.7)), haben wir in Abb.[5.3|in einem ersten Beispiel fiir vier verschie-
dene Resonatorenergien, Awc = Ep— Ex,, £+ 0.8 meV und Ey, — E; +0.8 meV, veranschau-
licht. Die Wahl von Awc garantiert geringen spektralen Uberlapp zwischen Cavity- und
elektronischer Resonanz sowie zwischen Cavity und Laser. Wir erinnern daran, dass der
Laser-Cavity-Uberlapp relevant werden kann, sobald durch diesen die unmittelbare Ein-
kopplung von Laserphotonen in den Resonator begiinstigt wird. Erst experimentelle Tests
werden diesen Einfluss quantifizieren konnen und eine addquate phanomenologische Er-
weiterung unseres Modells, Gl. (2.6), ermdglichen [54]. Wir gehen aber davon aus, dass
unsere hier verwendete Modellierung dennoch dazu geeignet ist, grundsitzliche Trends
zur Optimierung des Quantenpunkt-Cavity-Designs im Hinblick auf die Steigerung der
Raman-Effizienz aufzuzeigen.

Zum qualitativen Vergleich wollen wir nun die A- und V-artigen Anregungsszenari-
en, Abb. 4.3k und @.3f, heranziehen. Wir erkennen dabei, dass die beiden Szenarien in
Abbn. [5.3pa und [5.3p sowie Abbn.[5.3c und[5.3[, bei denen die Cavity-Resonanz nahe am
Biexziton-Exziton-Ubergang platziert ist, die charakteristische V-artige spontane Emissi-
on nahe 7 = 0 (siehe graue Flache) aufweist, bevor sich Raman-Population aufbaut (gel-
be Linie). Insbesondere, wenn die Cavity energetisch unterhalb der Biexziton-Exziton-
Resonanz platziert wird, hwc < Ep — Ey,,, bemerken wir eine ausgeprédgte Hintergrunde-
mission aus dem Biexziton, denn wir berechnen als Gesamtemissionswahrscheinlichkeit
P(t = 40 ps) = 14% und eine Raman-Wahrscheinlichkeit von Pyr(z = 40 ps) = 7%.
Die beiden anderen Szenarien, Abbn. und sowie Abbn. und [5.3h, zeigen
spontane Emission zu Beginn kaum — hier befindet sich die Cavity nahe der Exziton-
Grundzustand-Resonanz, was einer A-artigen Ankopplung nahekommt. Insgesamt be-
merken wir, dass — zumindest in unserem Beispiel — die Emissionswahrscheinlichkeit
gesteigert wird, wenn die Cavity-Resonanz energetisch zwischen den beiden elektroni-
schen Resonanzen liegt, Eg — Ey, < hwc < Ey, — Eg. Hier messen wir P(¢ = 40 ps) ~
Pur(t = 40 ps) ~ 20%. Insbesondere ist das V-artige Szenario hAwc = Ep — Ex,, + 0.8
meV [Abbn. [5.3c und [5.3d] mit einsetzendem Aufbau der Raman-Population deutlich
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Abbildung 5.3.: Raman-Populationsdynamik in der H-Mode. Fiir die rechteckige Einhiillende aus Kapitel@]

[Abb. ] zeigen wir fiir vier verschiedene Resonatorenergien, Awc = Ep—Ex,, +0.8 meV
und Ex, — Eg + 0.8 meV, die relevanten Linienbreiten der jeweiligen Systemkonfiguration
(linke Spalte) und die zugehorige Emissionsdynamik (rechte Spalte) in der H-Mode. Die
Anregung findet ausschlieBlich in der H-Mode statt, und die Systemparameter sind Ax =
186 neV, g = 57 peV. In der linken Spalte zeigen wir explizit die Intensititen der Biexziton-
Exziton- und Exziton-Grundzustand-Resonanz (graue Fldchen), der Cavity (gelbe Linie)
und des 18-ps-Rechteckpulses mit (blaue durchgezogene Linie) und ohne Korrektur der
Stark-Verschiebung (blaue gestrichelte Linie). In der rechten Spalte ist die Gesamtemission
(bLbH> (graue Fliche) zusammen mit der Raman-Population nach GI. (gelbe Linie)
fiir eine S7t-Anregung iiber der Zeit dargestellt, die Emissionswahrscheinlichkeiten wurden
nach Gln. (5.8) und (5.9) ermittelt.

hintergrundfreier als das V-artige Szenario mit hwc = Ep — Ex,, — 0.8 meV [Abbn. @}a
und [5.3p]. Das Erscheinungsbild der Emission legt nahe, dass wir in einen Hybridbereich
zwischen A- und V-artiger Ankopplung eintreten, innerhalb dessen moglicherweise bei-
de Initialquellen der Raman-Emission — elektronische Polarisation und Umwandlung der
inkohédrenten Emission — gewinnbringend zur Verfiigung stehen.

Um unsere ersten Beobachtungen bekriftigen und verallgemeinern zu kénnen, miissen
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Abbildung 5.4.: Emissionskarten. Wir zeigen die Emissionskarten der Gesamt- und Raman-Emission in der
H-Mode (linke und mittlere Spalte) sowie der Gesamtemission in der V-Mode (rechte Spal-
te) fiir eine H-polarisierte 0.171- (a-c) und S7-Rechteckanregung (d-f). Zur Orientierung
sind die CW-Optimalkennlinie (weile durchgezogene Linie), Gl. (3.6), die Laser-Cavity-
Resonanz (magentafarbene gestrichelte Linie), Awy = hwc, die entartete Zweiphotonenre-
sonanz (weiBe gestrichelte Linie), hwy, = (Eg—Eg)/2, sowie die Resonanz zwischen Laser
und Biexziton-Exziton-Ubergang (weife gepunktete Linie), hwy = Ep — Ey,,, eingezeich-
net.

wir wieder eine systematische Untersuchung aller denkbaren representativen Systemkon-
figurationen anstreben. Dies gelingt erneut durch die Berechnung von Emissionskarten,
die die Emissionswahrscheinlichkeit in Abhingigkeit von der Kontrolllaserverstimmung
Ay und der Resonatorenergie Awc abbilden. Fiir daraus ablesbare Optimalkriterien konnen
dann wieder exemplarische Kennlinien aufgezeichnet werden, die die Emissionswahr-
scheinlichkeit gegeniiber der Pulsfliche des Kontrolllaserpulses darstellen.

5.2. Raman-Emissionscharakteristik des Biexzitons

In diesem Abschnitt werden wir analog zu Kapitel ] Emissionskarten und Input-Output-
Kennlinien fiir die Raman-Emission aus dem Biexziton ausrechnen, die wir mithilfe von
unseren aus der grundlegenden Analyse der Dreiniveausysteme gewonnenen Erkennt-
nissen interpretieren wollen. Dabei streben wir die Ermittlung grundlegender Trends —
insbesondere fiir die Wahl der Resonatorfrequenz wc, der Pulsfliche 6 sowie der Kon-
trolllaserverstimmung A; — im Bezug auf die Uberfiihrung der Raman-Emission in den
On-Demand-Limes an.

5.2.1. Raman-Emissionskarten

Ankniipfend an die Emissionskarten der A- und V-artigen Dreiniveausysteme, Abb. 4.4]
berechnen wir wieder fiir unseren Rechteckpuls Emissionskarten fiir eine schwache, 6 =
0.17t, [Abbn. [5.4p{5.4k] und eine starke Anregung in der H-Mode, 6 = 57, [Abbn. [5.4d-
@ﬂ. Die Pulsfliche in der V-Mode ist stets null, § = 0, da wir ja wie oben vereinbart das
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Quantenpunkt-Mikroresonator-System exemplarisch ausschlielich in der H-Mode anre-
gen. Wir zeigen hier die Gesamtemission sowie die Raman-Emission in der H-Mode in
den ersten beiden Spalten von Abb. und wir zeigen dariiber hinaus zum Vergleich die
Gesamtemission in der V-Mode in der dritten Spalte. Bevor wir die Abbildungen diskutie-
ren, mochten wir nochmals daran erinnern, dass in unserem zugrundeliegenden Modell-
Hamilton-Operator, Gl. (2.6), keine unmittelbare Einkopplung von Laserphotonen in den
Resonator eingeschlossen ist, sondern lediglich vermittels des Quantenpunktmaterials.
Daher haben wir die Resonanz zwischen Laser und Cavity, hwy = hAwc, in allen Abbil-
dungen von Abb. [5.4] durch die magentafarben gestrichelten Linien gekennzeichnet, in
deren unmittelbarer Umgebung in der Gréenordnung der Cavity-Breite 2k unser Modell
nur eingeschrinkte Giiltigkeit besitzt. Dieser Bereich ist aber ohnehin nicht von Interesse
fiir die Erzeugung eines Einzelphotons, denn es wiirde ja in diesem Falle mit den Laser-
photonen energetisch in derselben Polarisationsmode entarten, was ein Herausfiltern des
Lasers unméglich machte.

Wir beginnen nun zunédchst mit der Analyse der Gesamtemission in der H-Mode: Bei
schwacher Anregung [Abbn. [5.4pa] erkennen wir deutlich den V-artigen ausgeprigten
Streifen entlang der Resonanz hwc = Eg — Ey,, = 1.363 eV, welcher aus der Verstirkung
des Biexziton-Exziton-Ubergangs durch die resonante Cavity resultiert. Entlang der Exzi-
ton-Grundzustand-Resonanzlinie, Awc = Ex, —Es = 1.366 €V, machen wir hingegen keine
in unserer Darstellung sichtbare Emission aus. Unsere analytische CW-Optimalkennlinie,
GL. (5.6)), (weiBe durchgezogene Linie) zeigt hier keine relevanten Stark-Verschiebungen
an. Dies dndert sich beim Ubergang zu groBen Pulsflichen: In Abb. erkennen wir
nun deutlich die Uberlagerung von V- und A-typischer Ausprigung der Musterbildung in
der Gesamtemission — V-artig entlang der Biexziton-Exziton-Resonanz, A-artig entlang
der Exziton-Grundzustand-Resonanz. Die Optimalkennlinie gibt sehr gut die Symmetrie-
eigenschaften der Musterbildung wieder, zum einen die Aufspaltung des V-artigen Strei-
fens, zum andern die Orientierung des A-artigen Musters entlang der Resonanz hAw; =
Ep — Ex, (weiBe gepunktete Linie) von Laser und Biexziton-Exziton-Ubergang. Somit
behalten die Interferenzkriterien aus Kapitel 4 Gln. (4.29) und (4.30), jeweils lokal um
die elektronischen Resonanzen herum ihre Giiltigkeit. In der beziiglich der wc-Achse ge-
sehenen niederenergetischen Flanke der V-artigen Emission erkennen wir — abweichend
zum Dreiniveausystem mit orthogonalen Dipolmomenten — aber noch einen deutlichen
Einschnitt, welcher daraus resultiert, dass der Kontrolllaser mit dem entarteten Zweipho-
tonenprozess (weile gestrichelte Linie) resonant wird, hwy = (Ep — Eg)/2, vermittels
welchem das System ohne Unterstiitzung durch die Cavity vom Biexziton in den Grund-
zustand invertiert werden kann. Hierdurch wird also die Emission von Photonen in die
Resonatormode unterbunden. Zudem beobachten wir, dass sowohl das A- wie auch das
V-artige Muster ihre vollstindige Punktsymmetrien verlieren — insbesondere ist die hoher-
energetische A-artige Emission deutlich weniger ausgepragt.

Die Merkmale der Karten der Gesamtemission iibertragen sich auch auf die Raman-
Karten [Abbn. und [5.4k]: Auch hier finden wir, dass das Raman-Muster in einen
V-artigen und einen A-artigen Anteil zerfillt und das Muster energetisch unterhalb der
Biexziton-Exziton-Resonanz sowie oberhalb der Exziton-Grundzustand-Resonanz im Ver-
gleich zum dazwischenliegenden Bereich ausbleicht. An dieser Stelle konnen wir also
bereits unsere erste auf Basis der Raman-Korrelationsgleichung, Gl. (5.5), sowie an-
hand von Abb. getroffene Annahme bekriftigen, dass die Raman-Emission fiir ei-
ne zwischen den beiden elektronischen Resonanzen platzierte Cavity deutlich gesteigert
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werden kann. Wie im Falle der Dreiniveausysteme machen wir im V-artigen resonanten
Raman-Prozess ausschlieBlich durch den Zweiphotonenpfad induzierte destruktive Inter-
ferenz aus, wihrend wir im Limes schwacher Anregungen unter A-artiger Ankopplung
erneut eine kleine positive Raman-Emissionswahrscheinlichkeit erhalten [Abb. @]. Im
Raman-Muster der 57-Anregung [Abb. [5.4¢] erkennen wir — wie schon in der zugehéri-
gen Gesamtemission bemerkt — einen deutlichen Einschnitt entlang der lasergetriebenen
entarteten Zweiphotonenresonanz (weile gestrichelte Linie). AbschlieBend schauen wir
uns noch die Gesamtemission in der V-Mode an — in dieser Mode wird ja wegen Qy = 0
keine Raman-Population erzeugt. Wie in der H-Mode wird im Falle schwacher Anregung
[Abb. [5.4c] das Muster vom spontanen Zerfall des Biexzitons iiber die Cavity dominiert:
Wird die Cavity resonant mit beiden Ubergingen, hwc = Ez— E x, ~ Eg— Ex,, zerfillt das
System ja zu etwa gleichen Teilen iiber die Cavity in beiden Moden, gegebenenfalls leicht
asymmetrisch durch eine Feinstrukturaufspaltung der Exzitonen und durch in den beiden
Kanilen unterschiedliche strahlende Verluste. Das 57t- Anregungsszenario fiihrt in der V-
Mode allerdings zu einer deutlichen Verschmilerung des Streifenmusters [Abb. [5.4f], was
aus dem in diesem Bereich effizient getriebenen Raman-Prozesses in der H-Mode resul-
tiert, der die Biexziton-Besetzung, welche ja auch Quelle der nahresonanten Gesamtemis-
sion in der V-Mode ist, in H-Raman-Emission umwandelt. Diese Besetzung steht dann
entsprechend in der V-Mode nicht mehr fiir die spontane Emission nahe Awc = Eg — Ey,
zur Verfiigung. Auch in der V-Mode macht sich zusitzlich noch die entartete Zweiphoto-
nenresonanz bemerkbar (weille gestrichelte Linie).

Diese gegenseitige Beeinflussung zwischen H- und V-Mode muss zukiinftig im Hin-
blick auf die Erzeugung beliebig elliptisch polarisierter Raman-Photonen (wie in Publi-
kation [P1] diskutiert) genauer untersucht werden. Insbesondere zur Analyse der Polari-
sationskontrolle sollte unser Modell jedoch um die im Laufe unserer vorigen Betrachtun-
gen erwihnten Einfliisse — Phononen sowie Laser-Cavity-Kopplung — erweitert werden.
Unter rein zirkular polarisierter Anregung — o, oder o_ — erwarten wir allerdings auf-
grund der zugehdrigen optischen Auswahlregeln (die beiden Uberginge der Biexziton-
Exziton-Kaskade sind dann jeweils zueinander komplementér zirkular polarisiert [120]),
dass sich die Raman-Emissionscharakteristik ebenfalls an das Verhalten der Dreinive-
ausysteme anndhert, wie wir sie in Kapitel [ betrachtet haben. Denn Laser und Cavity
konnen dann stets als zueinander othogonal polarisiert gewihlt werden.

Vergleichen wir nochmals die Emissionskarten des Vierniveausystems mit denen der
Dreiniveausysteme, fillt weiterhin auf, dass die V-artige Raman-Emission des Viernive-
ausystems fiir groe Pulsflachen deutlich hintergrundirmer (Py ~ 60%, Pur ~ 40%) ist
als die der V-artigen Dreiniveausysteme (PY ~ 80%, Py ~ 40%). Diesen Effekt schrei-
ben wir der Superposition aus V- und A-artiger Licht-Materie-Kopplung zu, da — wie wir
auch in Gl. (5.5)) beobachten — stets die A-artige laserinduzierte Polarisation (Pyx. ) als
Quellterm der Raman-Emission zur Verfiigung steht.

Bevor wir uns im nédchsten Schritt genauer mit den Optimalbereichen der in Abb.
gezeigten Raman-Karten beschiftigen, fiir die wir im folgenden Abschnitt Input-Output-
Kennlinien berechnen werden, wollen wir nochmals kurz unsere aus obiger Diskussion
gewonnen Erkenntnisse zusammenfassen. Wir haben bereits gesehen, dass die Wahl der
Resonatorenergie fwc dariiber bestimmt, ob sich die Raman-Emission aus dem Biexziton
entweder A-artig (in der Nidhe der Exziton-Grundzustand-Resonanz) oder V-artig (in der
Nihe der Biexziton-Exziton-Resonanz) verhilt. Weiterhin haben wir beobachtet, dass die
energetische Positionierung der Cavity zwischen den beiden elektronischen Resonanzen
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die Emission von Raman-Photonen deutlich begiinstigt im Vergleich zur Positionierung
auferhalb derer. Zudem haben wir in der V-artigen Region der Raman-Karten des Vierni-
veausystems eine gegeniiber den V-artigen Dreiniveausystemen deutliche Reduktion der
— maBgeblich inkohédrenten — Hintergrundemission festgestellt. Auf Basis dieser Ergeb-
nisse werden wir nun Input-Output-Kennlinien berechnen, um explizit das On-Demand-
Verhalten der Raman-Emission aus dem Biexziton niher zu untersuchen.

5.2.2. Input-Output-Kennlinien der Raman-Emission

Da unter linear polarisierter Anregung des Quantenpunktbiexzitons Laser- und Raman-
Photonen in derselben Mode detektiert werden, sind wir — im Hinblick auf eine experi-
mentelle Realisierung — an Konfigurationen des Quantenpunkt-Mikroresonator-Systems
interessiert, die ein spektrales Herausfiltern des Raman-Photons gewihrleisten [[121]. Aus
diesem Grund werden wir exemplarisch in diesem Abschnitt in Ubereinstimmung mit den
Beobachtungen aus den Emissionskarten [Abb. [5.4] fiir die beiden bevorzugten Situatio-
nen aus Abb. [5.3] in denen die Cavity energtisch zwischen den beiden elektronischen
Resonanzen positioniert ist, Input-Output-Kennlinien berechnen und analysieren. Dazu
stimmen wir — wie schon in Abschnitt durchgefiihrt — die Pulsflache des Kontroll-
lasers unter Konstanthalten der Pulsldnge durch, indem wir die maximale Rabi-Energie
des Kontrolllasers, € g, variieren. In diesem Kapitel beschrinken wir uns nun auf die
experimentell relevante Skala 8 = 0,..., 107t. Hierzu detektieren wir wieder vermittels
Definition Gl. (#28) die Optimalverstimmung des Kontrolllasers, Aipt = A" “H um die
Optimalkennlinie der Raman-Emission aufzuzeichnen.

Die Ergebnisse haben wir in Abb. [5.5] fiir unseren zu Beginn dieses Kapitels fest-
gelegten Satz von Systemparametern zusammengestellt. Die linke Spalte [Abbn. [5.5p-
[5.5k] korrespondiert zur V-artigen Anordnung in Abb. 5.3k mit hwc = Ep — Ex, + 0.8
meV, die rechte Spalte [Abbn. [5.5d{5.5f] zur A-artigen Anordnung in Abb. [5.3 mit
hwc = Ex, — Eg — 0.8 meV. Im Vergleich mit den in Abb. .5 gezeigten Kennlini-
en der Dreiniveausysteme finden wir fiir die Kennlinien der biexzitonischen Emission
in Abbn. und sowohl fiir die Gesamtemission Py (¢ = 40 ps) (schwarze Li-
nien) als auch fiir die Raman-Emission Pyr(t = 40 ps) (gelbe Linien) die erwartete
Anndherung zwischen V- und A-artigem Verhalten in jenem Hybridbereich, der beide
Arten von Raman-Quellen bereitstellt. Qualitativ erhalten bleiben die Merkmale der V-
typischen Hintergrundemission bei 6 = 0 (schwarze durchgezogene Linie in Abb. [5.5b)
sowie das A-typische Sittigungsverhalten der Gesamtemission (schwarze durchgezogene
Linie in Abb. ) Allerdings finden wir in beiden Szenarien ein Phinomen, welches
wir bei den Dreiniveausystemen nicht beobachten konnten: Die Raman-Kennlinie der V-
artigen biexzitonischen Emission kreuzt bei etwa 8 = 77t die Kennlinie der Gesamtemis-
sion und libersteigt diese im weiteren Verlauf, ebenso fiir die A-artige Situation, wo wir
den Kreuzungspunkt bereits bei § = 57t ausmachen. In beiden Féllen beginnt nach dem
Kreuzungspunkt die Gesamtemission zu séttigen. Hier liegt dementsprechend wieder die
quantenmechanische Interferenz unterschiedlicher Anregungspfade zugrunde, die die do-
minierende Raman-Emission fiir wachsende Laserintensitit letztendlich zu kompensie-
ren beginnt. Durch systematische An- und Ausschalttests der Populationsbeitrige, wel-
che iiber die in den Gleichungen der photonenassistierten Polarisationen, Gln. und
(5.4), auftretenden Quelltermen definiert sind, identifizieren wir die Rayleigh-Prozesse

T

En{oexybl) und Ey{ox, sbl) als Ursache. Diese Pfade sind ja in Dreiniveausyste-
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Abbildung 5.5.: Input-Output-Kennlinien der Raman-Photonenemission aus dem Biexziton. Wir zeigen fiir
die beiden in Abbn. [5.3c (linke Spalte) und 5.3 (rechte Spalte) skizzierten Anordnun-
gen die Systemkennlinien fiir variierende Pulsfliche 6 in der H-Mode durch Variieren der
Pulsamplitude. Die erste Reihe (a,d) zeigt die optimale Laserverstimmung, numerisch nach
Gl. (@28) (gelbe Linie) und analytisch nach Gl. (5.6) (schwarze Linie) bestimmt. Die zwei-
te Reihe (b,e) zeigt die Emissionswahrscheinlichkeit der H- (schwarze durchgezogene Li-
nie) und der V-Mode P;(t = 40 ps) (schwarze gestrichelte Linie) nach Gl. sowie eines
H-Raman-Photons Py (f = 40 ps) (gelbe durchgezogene Linie) nach GI. (5.9). Die letzte
Reihe (c,f) zeigt die Besetzung des Grundzustandes ng (f = 40 ps).

men mit Ubergingen mit zueinander orthogonalen Dipolmomenten nicht vorhanden. Bis
zum Kreuzungspunkt finden wir eine sehr gute Ubereinstimmung der numerisch ermittel-
ten Optimalverstimmung des Kontrolllasers mit der analytisch berechneten CW-Losung,
GL. (5.6). Da wir an einem Emissionszyklus interessiert sind, der das System vollstindig
in den Grundzustand invertiert, damit eine verldssliche Wiederherstellung des Biexzitons
durch den Initialisierungslaser iiber die entartete Zweiphotonenabsoption fiir die periodi-
sche Emission von Raman-Photonen gelingt, haben wir in Abbn.[5.5c und [5.5]f ergidnzend
noch die nach ¢ = 40 ps erreichte Besetzung des Grundzustandes ng = (Pg ) aufgezeich-
net. In beiden Anregungsszenarien sind wir weit von einem annédhernd voll besetzten
Grundzustand entfernt, wobei wir hier den Eindruck gewinnen, dass die A-artig platzier-
te Cavity eine effizientere Inversion begiinstigt: Wir erreichen eine etwa doppelt so hohe
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Abbildung 5.6.: Input-Output-Kennlinien fiir erhdhte Licht-Materie-Kopplung. Gezeigt ist der Satz von
Systemkennlinien fiir eine Kopplungsstirke von g = Ak = 186 peV. Die iibrigen Systempa-
rameter sind identisch mit dem in Abb. @] gezeigten Szenario.

Besetzung wie bei V-artiger Platzierung, jedoch auf einer Skala bis 6 = 107t maximal
30%. Wir mochten an dieser Stelle nochmals besonders darauf hinweisen, dass die Beset-
zung des Zielzustandes unter Photonenemission ganz offensichtlich kein ausreichendes
Kriterium fiir die Emissionswahrscheinlichkeit eines Raman-Photons ist, wie beispiels-
weise in den Arbeiten [45,60] angenommen wird. Der Zielzustand kann schlieBlich {iber
verschiedene Anregungspfade erreicht werden, es kann keinerlei Information daraus ge-
wonnen werden, welcher Pfad explizit zur Besetzung gefiihrt hat oder ob quantenmecha-
nische Interferenzeffekte aufgetreten sind. Dariiber kann ausschlieflich eine mikroskopi-
sche Anschauung — wie wir sie in dieser Arbeit fiir die Raman-Prozesse entwickelt haben
— Auskunft geben. Dariiber hinaus merken wir noch an, dass wir Abbn [5.5p und [5.5d in
den numerisch ermittelten Kennlinien eine gestufte Versatzstruktur entlang des sonst pa-
rabolischen Gesamtverlaufes erkennen konnen. Eine mogliche Erklarung liefert erst die
Analyse der korrespondierenden Emissionsspektren in Abschnitt

Wir wollen im néchsten Schritt wieder unter Beibehaltung aller restlichen Parameter
ausschlieBlich die Kopplungsstirke der Resonatorphotonen an das Material von g = 57
neV< hk = 186 peV auf g = hx = 186 peV erhohen. In Abb. haben wir dazu er-
neut die analytisch und numerisch gewonnenen Kennlinien der Optimalverstimmung, die
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resultierenden Emissionswahrscheinlichkeiten sowie die erreichte Besetzung des Grund-
zustandes aufgezeichnet. Im V-artigen Fall [Abb.[5.6pb] fiihrt die verstirkte Licht-Materie-
Kopplung zunichst bei kleineren Pulsflidchen, 6 < 37, zu einer ausgepréigten Hintergrund-
emission, 20% < Py — Pur < 40%, welche aber fiir dariiber hinaus wachsende Puls-
flachen effizient in Raman-Population (gelbe Linie) durch den Kontrolllaser umgewan-
delt werden kann. Diesen Effekt hatten wir bereits bei den V-artigen Dreiniveausyste-
men beobachtet und analysiert [vgl. Abb. .6]. Ab etwa 6 > 67 sinkt die Hintergrun-
demission auf unter zehn Prozentpunkte ab. Hier erreichen wir On-Demand-Verhalten
mit einer Raman-Emissionswahrscheinlichkeit von iiber 80%. Ergédnzend zu dem hier
gezeigten Ausschnitt mochten wir noch anmerken, dass der Hintergrund jenseits von
6 = 87t wieder deutlich zunimmt, was mit einer iiber 100% anwachsenden Gesamtemis-
sion einhergeht. In unserer hier vereinbarten Sprache bedeutet dies, dass mehr als ein
H-Photon innerhalb des Emissionszyklus in den Resonator eingekoppelt wird. Mit stei-
gender Effizienz des Raman-Prozesses sinkt zusétzlich auch die Emission aus der V-Mode
(schwarze gestrichelte Linie), indem vermehrt biexzitonische Besetzung in H-polarisierte
Raman-Population umgewandelt wird. Anders als bei den Dreiniveausystemen weicht al-
lerdings unsere analytisch gewonnene Kennlinie der Optimalverstimmung (schwarze Li-
nie in Abb. [5.6p) deutlich vom numerischen Resultat (gelbe Linie) ab. Wir machen dafiir
die in der Raman-Gleichung des Vierniveausystems, Gl. (5.3), gegeniiber den Dreiniveau-
systemen, Gl. (4.15)) bzw. (B.13)), neu hinzugekommenen Beitrige verantwortlich — insbe-
sondere die nichtlinearen Polarisationsterme in der letzten Zeile, welche fiir wachsendes
g verstirkt beitragen. AbschlieBend zum V-artigen Szenario werfen wir noch in Abb.[5.6c
einen Blick auf die erreichte Besetzung des Grundzustandes: Im fiir die effiziente Raman-
Emission interessanten Bereich um 6 ~ 57t geht die Besetzung deutlich zuriick auf etwa
ng ~ 0.2. In diesem Bereich vermittelt der Raman-Prozess iiber die Cavity verstidrkt eine
Inversion des Systems in das Exziton Xy, nicht aber in den Grundzustand. Aus diesem
Grund bleibt das V-artige Szenario — trotz einer Raman-Emissionswahrscheinlichkeit von
tiber 80% — fiir eine vollstindige Wiederherstellung des Grundzustandes ungeeignet.

Wir wenden uns nun dem A-artigen Kopplungsfall [Abbn. [5.6d{5.6f] zu. Auch hier er-
reichen wir bei 6 ~ 57 eine Raman-Emissionswahrscheinlichkeit von knapp 90% (gelbe
Linie in Abb. [5.6f), sodass On-Demand-Verhalten vorliegt. Bemerkenswert ist hier, dass
die Raman-Emission nahezu hintergrundfrei und somit besonders effizient ist. Im Ver-
gleich mit dem korrespondierenden Szenario der Dreiniveausysteme [Abb. 4.6[d] gleicht
nun die V-artige Umwandlung der inkohirenten Quellen durch den Kontrolllaser das A-
typische Sittigungsverhalten fiir wachsende Pulsflachen vollstindig aus. Bei 6 = 57t ist
die Raman-Emission identisch mit der Gesamtemission (schwarze durchgezogene Linie),
Pu = Pur ~ 90%. Gleichzeitig ist auch der Grundzustand nach der Raman-Photonen-
emission nahezu vollstindig besetzt, nimlich zu knapp 90%. Dies beschreibt aber den
angestrebten Emissionszyklus, wie wir ihn in Abb. illustriert haben. Wir mochten
noch anmerken, dass jenseits von 8 = 5-67t wiederum Interferenzphdnomene — insbe-
sondere durch die Reabsorptionsprozesse — auftreten konnen, wie wir sie auch im Falle
schwicherer Kopplung in Abb. [5.5|beobachten konnten. Aus diesem Grunde weicht auch
erneut unsere analytisch berechnete Kennlinie (schwarze Linie) in Abb. [5.6d ab 6 = 57
von unserem numerisch ermittelten Ergebnis (gelbe Linie) ab. Dieser Bereich ist aber
fiir eine Optimierung des Emissionsverhaltens nicht mehr relevant. Am Ende unserer
Diskussion der Kennlinien mdchten wir nochmals auf die ergiinzende Betrachtung von
GauB-Pulsen in Anhang [A.2.3] hinweisen, die uns aufgrund ihrer sehr komplex ausge-
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Abbildung 5.7.: Emissionsspektrum fiir variierende Pulsfliche. Gezeigt sind die (a) zu den in Abbn. -
[5.3f bzw. (b) zu den Abbn. [5.6d{5.6f gezeigten Systemkennlinien korrespondierenden
Emissionsspektren (schwarze Linien), berechnet nach Gl. (2.29), fiir die Pulsflichen 6 =
1,2,3,4 und 57t. Die senkrechten blauen Linien markieren jeweils die Ubergangsenergien
Ep—Ex, =1363¢V, Ex, — Eg = 1.366 eV sowie die Position der Cavity bei Awc = 1.3652
eV. Die Spektren sind zur besseren Sichtbarkeit jeweils mit einem Offset versehen worden.

priagten Raman-Charakeristiken (stark abhédngig von der individuellen Kombination von
Bandbreite, Intensitdt und Cavity-Verstimmung sowie der resultierenden zeitabhdngigen
Optimalverstimmung des Lasers) fiir unsere grundlegenden Studien ungeeignet erschie-
nen.

Zusammenfassend konnen wir aussagen, dass zwar beide bevorzugte Platzierungen der
Cavity, oberhalb der Biexziton-Exziton-Resonanz (V-artig) sowie unterhalb der Exziton-
Grundzustand-Resonanz (A-artig) zu einer etwa gleichwertigen Raman-Emissionswahr-
scheinlichkeit fiihren, sich aber deutlich in der einhergehenden Hintergrundemission so-
wie in der Moglichkeit zur vollstindigen Riickgewinnung des Grundzustandes unterschei-
den. Hier haben wir die A-artige Ankopplung als besonders hintergrundfrei sowie effizient
in Bezug auf die angestrebte Inversion des Systems vom Biexziton in den Grundzustand
identifiziert. Im nédchsten Abschnitt mochten wir an unsere spektrale Untersuchung aus
Kapitel [3] ankniipfen.

5.2.3. Spektrale Analyse der optimierten Raman-Emission

AnschlieBend an unsere in der Sprache der verallgemeinerten Emissionswahrscheinlich-
keit formulierte und auf der mikroskopischen Populationszerlegung fulende Analyse wol-
len wir die daraus gewonnenen Erkenntnisse in die spektrale Darstellung der Emission
tibertragen. Hier stellen wir somit explizit den Zusammenhang zu unseren in Abschnitt
[3.3| gewonnenen ersten Einsichten aus der Betrachtung des Emissionsspektrums her.
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Dazu haben wir in Abb. vergleichend zu der Kennliniendarstellung aus dem vo-
rigen Abschnitt [Abbn. [5.5]und [5.6] die korrespondierenden Emissionsspektren fiir aus-
gewihlte Pulsflachen dargestellt. Hier beschridnken wir uns auf die Optimalsituation der
A-artigen Resonatorkopplung mit Awc = Ex, — Eg — 0.8 meV, welche ja als einzige die
gewiinschte Inversion des anfinglich im Biexziton befindlichen Systems in den Grund-
zustand ermoglicht. Damit die Vergleichbarkeit mit den Kennlinien gewéhrleistet ist,
berechnen wir die Spektren S(7,w) nach Gl. (2.29) natiirlich ebenfalls fiir die gleiche
Messdauer von ¢ = 40 ps. Abbildung zeigt die Situation g < Ak und Abb. die
Situation fiir erhohte Licht-Materie-Kopplung zwischen Resonatorphotonen und Quan-
tenpunkt, g = hx, jeweils fiir die Pulsflichen 6 = 1,2,3,4 und 57t. Beide Serien se-
hen auf den ersten Blick recht dhnlich aus: Zum einen erkennen wir an der Cavity-
Energie, hwc = 1.3652 eV, eine ausgeprigte, annidhernd symmetrische Emissionslinie,
die mit zunehmender Pulsfliche wichst und die Gesamtemission dominiert. Dies ist of-
fensichtlich die Emissionslinie des Raman-Photons. Zum anderen erkennen wir jeweils
einen Beitrag um die Biexziton-Exziton-Energie, Ep — Ey,, = 1.363 €V, und die Exziton-
Grundzustand-Energie, Ex,, — Eg = 1.366 eV, herum. Die Biexziton-Exziton-Emission
bleicht mit zunehmender Pulsfliche stark aus und schiebt zu niedrigeren Energien. Die
Exziton-Grundzustand-Emission hingegen ist am Anfang von sehr geringer Intensitit,
die mit stiarkerer Anregung etwas zunimmt. Zudem erfihrt sie eine geringfiigige Blau-
verschiebung, die jedoch weniger ausgeprigt ist als die korrespondierende Rotverschie-
bung der Biexziton-Exziton-Emission. Diese Beobachtung stimmt damit {iberein, dass
wir die elementare Anregungsbedingung, Aw;, = Ep — Ex, — hwc, zu niedrigeren Ener-
gien hin, Aipt < 0, verstimmen miissen [Abbn. und ], um Optimalemission zu
erreichen, was spektral dem Zentrieren der Raman-Emissionslinie in der Resonatorli-
nie enspricht. Der Anteil der Raman-Emission und der Anteil der Restemission sind fiir
6 = 17t in beiden Fillen jeweils von gleicher Gré8e, wie wir auch anhand der Kennlinien
[Abbn. 5.5k und [5.6k] ablesen konnen. Fiir = 57t ist die Raman-Emission nahezu hin-
tergrundfrei, ebenso in Ubereinstimmung mit den Kennlinien. Die leichte Zunahme der
Exziton-Grundzustand-Emission ldsst sich dadurch begriinden, dass mit wachsender Puls-
flache auch eine gesteigerte Inversion des Systems in den Grundzustand stattfindet, was
stets mit einer kurzfristigen Besetzung des Exzitons einhergeht (siche auch Abb. [3.21d),
welche dann strahlend iiber die Cavity zerfallen kann.

Das anregungsinduzierte Ausbleichen der Biexziton-Exziton-Emission wird durch die
Umwandlung von inkohérenter Emission aus dem Anfangszustand in kohidrente Raman-
Emission verursacht, was wir als V-artige Initialquelle des Raman-Prozesses klassifi-
ziert hatten. Wir hatten ja bereits in unserer ersten analytischen Betrachtung des CW-
Spektrums, explizit im Rahmen der Diskussion von Gl. (3.13), gefunden, dass der Raman-
Prozess auch direkt die Spektrallinien der Hintergrundemission beeinflusst. Insbesonde-
re hatten wir bei der Untersuchung der Autokorrelationsfunktion G(z,7) fiir eine belie-
bige Hiillkurve Qem(t) Gl. (3.47), entdeckt, dass die inkohdrenten Emissionslinien des
Biexziton-Exziton-Ubergangs und des Exziton-Grundzustand-Ubergangs tatséichlich eine
pulsformabhdngige Manipulation erfahren konnen. Wir konnten an jener Stelle aber noch
keine weiterfilhrende Aussage dariiber treffen, wie sich dieser Sachverhalt in der Gestalt
des Spektrums konkret niederschlagen wiirde, da dieser Effekt natiirlich erst bei inten-
siverer Anregung durch den Kontrolllaser relevant wird. Abbildung zeigt nun eine
deutlich erkennbare Verformung der Spektrallinien der Biexziton-Exziton-Kaskade, wel-
che eine Substruktur mit der Ausbildung von intensitdtsabhingigen Nebenmaxima ent-
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wickeln. Diese Beobachtung ziehen wir als naheliegende Erklidrung fiir die stufenférmi-
ge Substruktur der optimalen Laserverstimmungen in Abbn. [5.5] und [5.6] heran: Die op-
timale Verstimmung berechnet sich ja aus der resultierenden Gesamtverschiebung der
elektronischen Ubergiinge im betrachteten Messzeitraum, wobei die Nebenmaxima re-
levant werden konnen — dhnlich zur physikalischen Anschauung des Kennlinienversat-
zes der A-Klasse in Abbn. 4.5 und 4.6, den wir in Abschnitt [4.3.3] diskutiert haben.
Im Emissionsspektrum wird hier dariiber hinaus recht anschaulich ersichtlich, dass — im
Unterschied zu den Dreiniveausystemen — zusitzlich zur A-artigen kohédrenten (Induzie-
ren von Pyp durch den Laser) auch die V-artige inkohédrente Anfangsbedingung (Bei-
trag der strahlend zerfallenden Besetzung ng(0) = 1) als Quelle der Raman-Emission
zur Verfiigung steht. Mit anderen Worten kann die vermeintlich beeintrichtigende Hin-
tergrundemission aus dem Biexziton vermittels des Kontrolllasers gewinnbringend zur
Einzelphotonenerzeugung durch den Raman-Prozess genutzt und im Spektrum effektiv
unterdriickt werden. Diese einzigartige Eigenschaft konnte bei entsprechender Optimie-
rung der Raman-Emission einer zusitzlichen Frequenzfilterung zur Unterdriickung des
Hintergrundes [121]] vorbeugen. In der spektralen Darstellung wird zudem sichtbar, dass
mit diesem Umwandlungsprozess auch eine Frequenzumsetzung (engl. frequency conver-
sion) einhergeht, von (Ep — Ex,, )/h nach wc: Die spektrale Position des Resonators be-
stimmt folglich, ob die Frequenz erhoht (upconversion) oder erniedrigt (downconversion)
wird.

Wir mochten hier besonders darauf hinweisen, dass auch bei intensiverer Anregung
durch den Kontrolllaser keine anregungsinduzierte Verbreiterung sichtbar wird, was sich
ebenso mit den analytischen Ergebnissen fiir die A- und V-artigen Dreiniveausysteme
deckt: Gleichungen (B.30) und (B.31]) l4sst sich ja entnehmen, dass eine solche Verbreite-
rung nur fiir verschwindende Resonatorverstimmungen — hier also A¢ = Eg—Ey,, —hwc ~ 0
oder A4c = Ep — Ex,, — hwc ~ 0 — relevant werden kann. Denn wir schlieen aus den
beiden Gleichungen fiir die Dreiniveausysteme, dass die laserinduzierte Ddmpfung der
Raman-Korrelation fiir das volle Quantenpunktsystem lokal um die elektronischen Reso-
nanzen herum im CW-Limes durch A*52Q3 , /[A2 + (h*4-)?] gegeben ist, wobei I" = 'y
oder I'; x die jeweilige elektronische Linienbreite sei. Fiir unsere Parameter 6 = 1-57t
liegt die Verbreiterung dann bei 1-10 peV, weshalb sie im Vergleich zur natiirlichen
Déampfung der Raman-Korrelation von h“r% ~ 220 peV vernachléssigbar ist. Auf Ba-
sis unserer Kennlinien konnen wir die aus dem Spektrum ersichtlichen Informationen
dahingehend erginzen, dass das fiir & = 57t in Abb. gezeigte Spektrum mit einer
Raman-Emissionswahrscheinlichkeit von etwa 20%, und das in Abb. gezeigte mit
einer Raman-Emissionswahrscheinlichkeit von etwa 90% (On-Demand-Emission) korre-
spondiert.

Wir haben nun gesehen, dass die mikroskopische Darstellung sehr gut geeignet ist,
um die Spektren zu interpretieren und zu verstehen. Insbesondere hat der Vergleich zwi-
schen den Input-Output-Kennlinien und den Emissionsspektren illustriert, dass die beiden
Darstellungen zueinander physikalisch dquivalent sind. Allerdings erlaubt ausschlieBlich
die Kennliniendarstellung eine konkrete Aussage iiber die teilhabenden Anregungspfade
— unmittelbar abgebildet auf die korrespondierenden Wahrscheinlichkeiten — und somit
auch als einzige Darstellung eine automatisierbare Optimierung der Raman-Emission.
Im Folgenden betrachten wir nun den vollen in Abb. gezeigten Anregungszyklus,
welcher sowohl die Initialisierung des Biexzitons als auch den Raman-Emissionszyklus
umfasst, anhand unseres optimierten Beispiels. Dies wird dann unsere im Rahmen dieser
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Abbildung 5.8.: Voller Anregungszyklus. Abgebildet ist die Dynamik (a-c) eines vollen Anregungszyklus
bzw. (d-f) zweier Zyklen hintereinander in Ubereinstimmung mit den in Abbn.
gezeigten Optimalbedingungen fiir einen 57t-Kontrollpuls. Abbildungen (a,d) zeigen den
zur Initialisierung des Biexzitons (iiber die entartete Zweiphotonenresonanz, siche Anhang
[A.3) gewihlten vertikal polarisierten 47-GauB-Puls mit Az = 3 ps (rote Fliche) zusam-
men mit dem zur Stimulation der Raman-Emission gewéhlten horizontal polarisierten 57t-
Rechteckpuls (blaue Linie). Abbildungen (b,e) zeigen die Dynamik der Besetzungen des
Grundzustandes (schwarze Linie) und des Biexzitons (rote Linie). Abbilungen (c,f) zeigen
die Dynamik der gesamten horizontal polarisierten Photonenpopulation (graue Fliche) so-
wie der Raman-Population (gelbe Linie) zusammen mit den Angaben der jeweiligen Emis-
sionswahrscheinlichkeiten.

Arbeit entwickelten und préisentierten Studien abschliefen.

5.2.4. Simulation des vollen Anregungszyklus

Nachdem wir nun die durch den Kontrolllaser stimulierte Raman-Photonenemission ein-
gehend sowohl in ihrer Dynamik als auch spektral untersucht haben, dikutieren wir nun
zum Abschluss der im Rahmen dieser Arbeit présentierten Studien den gesamten An-
regungszyklus, wie wir ihn bereits zu Beginn dieses Kaptitels schematisch eingefiihrt
hatten [Abb. [5.1]]. Dieser Zyklus umfasst ja sowohl den Initialisierungszyklus, in dem
das Biexziton iiber die entartete Zweiphotonenresonanz der Frequenz (Ep — Eg)/(2h)
durch einen Initialisierungslaserpuls erzeugt wird, als auch den Raman-Emissionszyklus.
Wir nehmen die Initialisierung in der V-Mode vor und stimulieren das Raman-Photon
in der H-Mode. Experimentell hitte dies auch den Vorteil, dass etwaiges Streulicht des
Initialisierungslasers durch Polarisationsfilterung unterdriickt werden konnte. Die Dyna-
mik eines Beispielzyklus haben wir in Abb. [5.§] dargestellt: Zu diesem Zweck wihlen
wir unser in den vorhergehenden Abbildungen [Abbn. [5.6d{5.6f und [5.7p] diskutiertes
Optimalszenario, welches die Inversion des Systems vom Biexziton in den Grundzustand
durch den Raman-Prozess zuldsst. Der Kontrollpuls sei weiterhin der horizontal pola-
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risierte S7t-Rechteckpuls (eingezeichnet als blaue Linie in Abb. [5.8p), und als Initiali-
sierungspuls wihlen wir einen vertikal polarisierten GauB3-Puls der Breite At = 3 ps (rote
Flache). Das Aufzeichnen von Zweiphotonen-Rabi-Oszillationen der biexzitonischen Be-
setzung (siche Anhang [A.3) liefert als optimale Pulsfliche zur deterministischen Erzeu-
gung des Biexzitons 6 = 47t. Wir haben den zeitlichen Versatz zwischen Initialisierungs-
und Kontrollpuls derart gewihlt, dass die maximal erreichbare Besetzung gerade eben
vor dem Einschalten des Kontrolllasers erreicht wird. Die in Abb. gezeigte Dynamik
der Besetzungen lédsst erkennen, dass durch den Initialisierungspuls das sich anfidnglich
im Grundzustand (schwarze Linie) befindende System tatsdchlich zu gut 90% ins Biex-
ziton (rote Linie) invertiert wird. Der bei ¢ = 15 ps eingeschaltete und wie gewohnt auf
die optimale Raman-Resonanz gestimmte 18 ps lange Rechteckpuls induziert anschlie-
Bend den umgekehrten Prozess: Nach Abklingen des Kontrollpulses bei ¢ = 35 ps ist das
Biexziton nahezu unbesetzt, wihrend der Grundzustand zu gut 85% besetzt ist. Betrach-
ten wir vergleichend dazu die Dynamik der horizontal polarisierten Photonenpopulation
[Abb. [5.8¢], erkennen wir, dass der Initialisierungspuls kaum Population in der H-Mode
erzeugt (graue Fldche), inbesondere wird keine Raman-Population generiert (gelbe Li-
nie). Dies rechtfertigt auch vor allen Dingen unsere in der gesamten Arbeit verwendete
Anfangsbedingung der leeren Cavity zu Beginn der Kontrolllaseranregung. Erst der Kon-
trollpuls liefert die Erzeugung von Population, die auf der gesamten gezeigten Zeitskala
von 50 ps einer Emissionswahrscheinlichkeit von Py = 79% entspricht. Die Populati-
on hat das gewohnte Erscheinungsbild wie wir es aus Abb. [5.3f kennen. Insbesondere
liefert die Berechnung der korrespondierenden Raman-Wahrscheinlichkeit Pyr = 77%,
sodass nahezu die gesamte beobachtete Emission dem einzelnen Raman-Photon zuzuord-
nen ist und zudem On-Demand-Emission vorliegt. Vergleichen wir die Werte mit dem
Ergebnis der fiir das vollstidndig besetzte Biexziton berechneten Kennlinie aus Abb. [5.6g,
finden wir, dass eine Differenz von zehn bis fiinfzehn Prozentpunkten vorliegt: Das un-
vollstindig besetzte Biexziton schmilert natiirlich die Quantenausbeute, offenbar verhilt
sich der On-Demand-Charakter jedoch relativ robust in Abhiingigkeit von der Giite der
Anfangsbedingung.

Daher haben wir zum Vergleich in Abbn. zwei der 50-ps-Zyklen unmittel-
bar hintereinander geschaltet. Der erste ist demnach in seiner Dynamik noch identisch
mit dem einzelnen in Abbn. [5.8a{5.8c gezeigten und liefert daher ebenfalls im Zeitfens-
ter von 50 ps eine Raman-Wahrscheinlichkeit von Py = 77%. Der daran anschlieende
Zyklus startet nun mit einem nur zu 85% besetzten Grundzustand, was eine knapp 80%-
ige Besetzung des Biexzitons zur Folge hat. Die resultierende Photonenpopulationsdyna-
mik sieht zwar qualitativ gleich aus, reduziert sich aber auf Pyr = 66% im Zeitfenster
zwischen ¢ = 50 ps und ¢ = 100 ps. Dieser Wert entspricht etwa der Untergrenze fiir
On-Demand-Emission im Falle idealer Detektoren [[18[,20,21]]. Die Effizienz des zweiten
Zyklus hingt natiirlich maBgeblich von der expliziten Wahl der Zeitdifferenz zwischen
erstem und zweitem Zyklus ab. Denn die vollstindige Wiederherstellung des Grundzu-
standes wird ja zusdtzlich von der inkohérenten Relaxation des Systems in den Grund-
zustand befordert, wie auch die noch nach Abklingen des zweiten Kontrollpulses anstei-
gende Besetzung des Grundzustandes zeigt, die bei Beriicksichtung der entsprechenden
Zeitskala unterstiitzend ausgenutzt werden kann. Wir gehen davon aus, dass daher in der
Wahl der Pulsldngen sowie der gesamten Periodendauer eines Zyklus ein Optimierungs-
potential steckt, um die robuste Wiederholbarkeit auf der gewiinschten Zeitskala sicher-
zustellen. Insbesondere miisste natiirlich auch der Initialisierungspuls hinsichtlich seiner
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Bandbreite, Pulsform und Intensitit separat gezielt optimiert werden.

Zusammenfassend ldsst sich also sagen, dass unsere Kennlinienaufzeichnung auf Basis
der mikroskopischen GroBlen eine besonders kompakte sowie zielfithrende Darstellung
der zur Optimierung der Raman-Emission relevanten Randbedingungen ermdoglicht, wel-
che iiber den Informationsgehalt des Spektrums deutlich hinausgeht. Denn wir kénnen die
Raman-Emission mit einer einzigen Grofle — namlich der Raman-Emissionswahrschein-
lichkeit Pr — charakterisieren und im Zusammenhang mit der Gesamtemissionswahr-
scheinlichkeit P bewerten. Das Spektrum hingegen verbirgt ja die mikroskopische Zu-
sammensetzung der einzelnen Emissionslinien und lésst folglich insbesondere keine Aus-
sage dariiber zu, ob die um die Resonatorenergie herum sichtbare Emission tatsdchlich
aus dem Raman-Anregungspfad zwischen Biexziton und Grundzustand stammt. Schlief3-
lich ist in unserem System eine Vielzahl verschiedener spontaner wie lasergestiitzter Pfa-
de moglich, wie wir anhand von Gln. und gesehen hatten, welche zudem zu
quantenmechanischer Interferenz fiihren konnen. Im Rahmen unserer Modellbildung und
unter Verwendung unseres in diesem Kapitel erarbeiteten Rahmenkonzeptes haben wir
insbesondere gezeigt, dass der volle in Abb. [5.1] skizzierte Initialisierungs- und Emissi-
onszyklus — der ja das Funktionsprinzip einer auf der Raman-Emission aus dem Biexziton
operierenden Einzelphotonenquelle darstellt [119] — grundsitzlich physikalisch und sogar
im On-Demand-Limes moglich ist.

An diesem Punkt mochten wir unsere Analyse der Zweiphotonen-Raman-Prozesse ab-
schlieBen und die im Rahmen dieser Arbeit erarbeiteten Konzepte und Ergebnisse im
folgenden sowie letzten Kapitel restimieren.
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Zusammenfassung und Ausblick

Im Rahmen dieser Arbeit haben wir uns mit der durch Mikroresonatoren verstéirkten Ein-
zelphotonenemission aus Zweiphotonen-Raman-Prozessen in Halbleiterquantenpunkten
befasst. Hierbei wird ein Photon des Zweiphotonenprozesses durch einen externen Kon-
trolllaser getrieben — je nach Konfiguration unter Absorption oder Stimulation —, was die
Emission des zweiten Photons erzwingt. Wir mochten nochmals besonders betonen, dass
Raman-Prozesse schon seit mehreren Jahrzehnten — vorwiegend in atomaren oder halb-
leiterbasierten Dreiniveausystemen in A-Konfiguration — untersucht und fiir eine Viel-
zahl von Anwendungen — vor allen Dingen fiir die kontrollierte Einzelphotonenemission
— vorgeschlagen worden sind. Denn sie bieten die einzigartige Moglichkeit, sowohl die
Linienbreite als auch die Frequenz des emittierten einzelnen Raman-Photons durch den
Kontrolllaser bereits zum Erzeugungszeitpunkt zu steuern, was auch die gezielte Feinab-
stimmung auf einen Empfinger in Netzwerken der Quantenkommunikation ermoglichen
konnte. Fiir eine stabile Performanz solcher Netzwerke bedarf es allerdings einer ausrei-
chend hohen, bei idealen Detektoren mindestens 67%-igen Emissionswahrscheinlichkeit,
welche bisher experimentell nicht realisiert werden konnte, obwohl dazu auch begleitend
eine Vielzahl theoretischer Arbeiten zur Untersuchung des Funktionsprinzips und der On-
Demand-Emissionswahrscheinlichkeit in der Literatur zu finden sind. Die theoretischen
Beschreibungen basieren iiberwiegend auf der Anschauung des Schrodinger-Bildes so-
wie der Simulation von Emissionsspektren. Es war bereits bekannt, dass Raman-Prozesse
durch laserinduzierte Stark-Verschiebungen beeinflusst werden konnen. Dieser Sachver-
halt ist allerdings bisher oftmals vernachléssigt oder wenig systematisch untersucht wor-
den. Teilweise sind experimentelle, auf der Messung von Emissionsspektren basierende
Befunde sogar unverstanden geblieben.

Die vorliegende Arbeit verfolgte in diesem Zusammenhang zwei grundlegende Zie-
le: Zum einen haben wir einen speziellen, ndmlich zwischen dem Biexziton und dem
Grundzustand stattfindenden Zweiphotonenprozess in Halbleiterquantenpunkten betrach-
tet. Dieser lisst, iiber die bereits bekannten Eigenschaften (Linienbreiten- und Frequenz-
kontrolle) hinaus, durch die fiir dieses System spezifischen optischen Auswahlregeln auch
die zusitzliche Kontrolle des Polarisationszustandes des emittierten Photons zu. Neu-
artig ist ferner, dass dieser Zweiphotonenprozess im Gegensatz zum A-System aus ei-
nem angeregten Zustand heraus getrieben wird. Hier haben wir explizit die Ansteuer-
barkeit dieses Prozesses theoretisch nachgewiesen sowie die Einordnung in die Klasse
der Raman-Prozesse vorgenommen. Zum anderen haben wir begleitend dazu, und an-
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kniipfend an die oben beschriebene Problematik der Emissionswahrscheinlichkeit aus
Raman-Prozessen, eine grundlegend neue und vereinheitlichende theoretische sowie mi-
kroskopische Beschreibung der Raman-Prozesse auf Basis der Cluster-Entwicklung im
Heisenberg-Bild etabliert. Eine zentrale Vorhersage unserer Arbeit ist, dass die Emis-
sionswahrscheinlichkeit der Raman-Prozesse in allen Systemkonfigurationen — so auch
des Biexziton-Grundzustand-Ubergangs — durch ein geeignetes Systemdesign sowie ge-
eignete, durch den Kontrolllaser definierte Anregungsbedingungen in den On-Demand-
Limes tiberfiihrt werden kann. Unsere Analyse und die daraus resultierenden Ergebnisse
mochten wir im Folgenden nochmals detailliert zusammenfassen und einige vielverspre-
chende Zukunftsperspektiven zur weiteren Optimierung der Einzelphotonenemission aus
Raman-Prozessen aufzeigen.

In Kapitel [3] hatten wir uns zunéchst auf einen wohlkontrollierbaren Anregungslimes
beschriankt, in dem sowohl der Kontrolllaser als auch der Resonator weit von den elek-
tronischen Ubergiingen verstimmt sind. Auf diese Weise ist fiir eine Erstuntersuchung
sichergestellt, dass der Laser die Einzelphotonenemission aus dem Zweiphotonenprozess
gezielt ansteuert ohne — moglicherweise noch unbekannte — konkurrierende Anregungs-
pfade zu induzieren. In diesem Limes, der auch gelegentlich als kohérenter Limes be-
zeichnet wird, konnten wir bereits erste fundamentale physikalische Einsichten durch auf
der Von-Neumann-Gleichung basierende numerische Simulationen gewinnen: Sowohl die
Linienbreite des emittierten Einzelphotons als auch dessen Emissionsfrequenz sind inner-
halb der Cavity-Resonanzlinie steuerbar. Dies zeichnet den Zweiphotonenprozess zwi-
schen Biexziton und Grundzustand als Raman-Prozess aus. Dariiber hinaus haben wir
gezeigt, dass ebenso die Linienform im Wesentlichen durch Fourier-Transformation mit
der Kontrollpulsform verkniipft ist: Somit ist eine flexible Formbarkeit des Einzelpho-
tonenspektrums rein optisch durch den Kontrolllaser moglich. Da im kohérenten Limes
hier die gesamte Systemantwort in die Dynamik der drei elementaren photonenassistier-
ten Polarisationen zerfillt, von denen sich zwei der Emission aus der Biexziton-Exziton-
Kaskade und eine dem Raman-Prozess selbst zuordnen lassen, ist uns in einem ersten
Schritt eine reduzierende Modellbildung ohne Zuhilfenahme der Cluster-Entwicklung ge-
lungen. Unterstiitzend zu unseren Beobachtungen aus der numerischen Simulation haben
wir durch analytische Losung des reduzierten Modells gezeigt, dass der Raman-Prozess
von anregungsintensitdtsabhingigen Energieverschiebungen (Stark-Verschiebungen) be-
troffen ist, die die elementare Resonanzbedingung des Raman-Prozesses signifikant mo-
difizieren konnen. Wir haben fiir die Stark-Verschiebungen sowohl im CW-Limes als
auch fiir den gepulsten Fall explizite Ausdriicke hergeleitet. Die Verschiebungen héngen
demanch explizit von der Resonatorverstimmung gegeniiber den elektronischen Resonan-
zen, von der Anregungsintensitit des Kontrolllasers und dessen Pulsform ab. Insbesondere
ist die im gepulsten Falle vorliegende Zeitabhingigkeit der Verschiebungen dafiir verant-
wortlich, dass wir fiir wachsende Anregungsintensititen eine durch die Gestalt des Pul-
ses beeinflusste Verformung der Raman-Spektrallinie beobachten. Unsere analytischen
Betrachtungen haben ferner erste Hinweise darauf geliefert, dass die Raman-Emission
nicht nur unmittelbar aus der durch den Kontrolllaser induzierten elektronischen Pola-
risation heraus generiert wird: Bemerkenswerterweise iibernimmt auch die inkohérente
Hintergrundemission des iiber die Cavity spontan zerfallenden Biexzitons die Rolle einer
Initialquelle, die durch den Kontrolllaser abgegriffen und in Raman-Polarisation umge-
wandelt werden kann. Die in Kapitel [3| gewonnenen Einsichten zeigen deutlich, dass die
Physik der Raman-Prozesse — sogar unter unseren vereinfachten Anregungsbedingungen
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— deutlich komplizierter ist als bisher angenommen, insbesondere im Hinblick auf die
Zielsetzung der Uberfiihrung in den On-Demand-Limes.

Dies hatten wir zum Anlass genommen, dass eine neu aufgerollte systematische Analy-
se der Raman-Prozesse auch aus theoretischer Sicht duBerst vielversprechend ist, welche
auch den Biexziton-Raman-Prozess genauer in den Zusammenhang mit den bereits eta-
blierten Raman-Prozessen in Dreiniveausystemen stellt. Die in Kapitel [] dargestellten
Ergebnisse sind daher von zentraler Bedeutung fiir die Weiterentwicklung samtlicher auf
Raman-Prozessen operierender Einzelphotonenquellen, und wir geben im Folgenden ei-
ne kompakte Zusammenfassung unserer auf Basis der mikroskopischen, vermittels der
Cluster-Entwicklung etablierten Populationszerlegung gewonnenen Erkenntnisse. Fiir die
resonatorgestiitzte Einzelphotonenemission aus Zweiphotonen-Raman-Prozessen in Drei-
niveausystemen sind genau vier Realisierungen moglich — zwei Z-Konfigurationen sowie
eine A- und eine V-Konfiguration —, wenn wir uns auf die Annahme beschrinken, dass die
drei elektronischen Zustdnde jeweils mit zwei zueinander orthogonal polarisierten optisch
erlaubten Ubergiingen verkniipft sind. In diesem Zusammenhang haben wir erstmalig ge-
zeigt, dass es zwei verschiedene Klassen von Raman-Prozessen gibt, welche sich darin
unterscheiden, ob der Kontrolllaser entweder an den Anfangszustand koppelt (A-artig)
oder an den Zielzustand (V-artig). Das hei3t, dass der das Raman-Photon verstirken-
de Resonator im A-artigen Fall an den Zielzustand und im V-artigen an den Anfangs-
zustand koppelt. Diese beiden Raman-Prozesse werden zwar beide jeweils durch eine
in der Cluster-Entwicklung identifizierbare Raman-Korrelation vermittelt, grenzen sich
aber in ihrer Raman-Korrelationsdynamik durch physikalisch substantiell unterschied-
liche Wechselwirkungen zwischen dem Kontrolllaser und dem Materialsystem vonein-
ander ab: Der A-artige Raman-Prozess wird unmittelbar durch die laserinduzierte elek-
tronische Polarisation zwischen dem Anfangs- und Zwischenzustand getrieben, also aus
einer rein kohirenten Anfangsbedingung heraus. Der V-artige Raman-Prozess hingegen
hingt explizit ausschlieBlich iiber die Riickkopplung an die emittierte Photonenpopula-
tion und damit nur schwach von der laserinduzierten Polarisation ab: Sie ist daher kei-
ne direkte Initialquelle. Stattdessen liegt eine unmittelbare Wechselwirkung des Kon-
trolllasers mit der inkohirenten Hintergrundemission vor, die aus dem iiber die Reso-
natormode spontan zerfallenden Anfangszustand stammt. Mit anderen Worten speist sich
der V-artige Raman-Prozess aus einer inkohdrenten Quelle, die durch den Kontrolllaser
in kohdrente Raman-Emission gewinnbringend umgewandelt werden kann. Daraus re-
sultieren dementsprechend sehr unterschiedliche Raman-Emissionscharakteristiken und
Raman-Emissionswahrscheinlichkeiten. Unser im Rahmen dieser Arbeit entwickeltes mi-
kroskopisches Rahmenkonzept zeigt deutlich, dass zwar die Uberfiihrung beider Raman-
Prozessklassen in den On-Demand-Limes moglich ist, aber sowohl das Anregungs- wie
auch das Systemdesign in einem nichttrivialen Zusammenhang mit der resultierenden
Emissionswahrscheinlichkeit stehen. Wir finden namlich, dass On-Demand-Wahrschein-
lichkeit durch beziiglich der elektronischen Uberginge nahresonant verstimmte Cavities
begiinstigt wird: In diesem Grenzfall, in dem es zu einem moderaten spektralen Uberlapp
zwischen Cavity und elektronischer Resonanz kommt, kann die Raman-Korrelation statt
der Vermittlung der Emission eines Raman-Photons jedoch auch destruktive quantenme-
chanische Interferenz induzieren. Dieses die Raman-Emission limitierende Phidnomen,
welches bisher noch nicht im Zusammenhang mit der Erzeugung von Raman-Photonen
untersucht worden ist, wird insbesondere auch bei gesteigerter Anregungsintensitét rele-
vant, und wir machen diesen Sachverhalt unter anderem dafiir verantwortlich, dass expe-
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6. Zusammentassung und Ausblick

rimentelle Realisierungen der On-Demand-Emission bisher ohne Erfolg geblieben sind.
Unsere Analyse jedoch zeigt, dass die Interferenzeffekte durch eine geeignete kombinier-
te Wahl der Anregungsintensitit, der Pulsform, der Laserverstimmung sowie der Reso-
natorverstimmung unterdriickt werden konnen bei gleichzeitiger Steigerung der Raman-
Emissionswahrscheinlichkeit. In diesem Zusammenhang haben wir ferner gezeigt, dass
der resonante Raman-Prozess, bei dem sowohl Cavity als auch Kontrolllaser mit dem
jeweiligen elektronischen Ubergang resonant werden, nicht iiber die Raman-Korrelation
vermittelt wird, welche hier auschlieBlich fiir die beobachtbare anregungsinduzierte Damp-
fung der Rabi-Oszillationen verantwortlich ist. Im Sinne unserer Definition ist demnach
der resonant getriebene sogenannte Spin-Flip-Prozess in A-Konfigurationen, der die de-
terministische Inversion des Systems vom Anfangs- in den Endzustand ermdglicht, kein
Raman-Prozess. Der Spin-Flip-Prozess wird nimlich durch die schrittweise Besetzungs-
inversion iiber den elektronischen Zwischenzustand vermittelt, die fiir wachsende Inten-
sitdt dem konstruktiven Aufbau der Raman-Korrelation entgegenwirkt. Unsere in Kapitel
H] gewonnenen physikalischen Einsichten in die optischen Eigenschaften der Zweipho-
tonen-Raman-Prozesse haben wir zum Anlass genommen, abschlieend den Zweiphoto-
nenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand in unserem neu etablierten mikrosko-
pischen Formalismus zu analysieren, um erste Optimierungsperspektiven aufzuzeigen.

Die in Kapitel [5] fiir das volle Vierniveausystem des Quantenpunktes verallgemeiner-
te mikroskopische Beschreibung zeigt deutlich, dass durch die beiden Zerfallskanile des
Biexzitons sowie durch die Ankopplung von Cavity und Laser sowohl an den Anfangs-
als auch an den Zielzustand eine Vielzahl von zum Raman-Prozess zwischen Biexzi-
ton und Grundzustand konkurrierenden Anregungspfaden vorliegt. Hier wird deutlich,
dass eine eindeutige Beschreibung des gewiinschten Raman-Photons durch seine Raman-
Korrelation unumgénglich wird, um eine systematische Optimierung méglich zu machen.
Wir haben dementsprechend ausgehend von unserem in Kapitel @] entwickelten Formalis-
mus eine mikroskopische Definition eines aus dem Biexziton emittierten Raman-Photons
hergeleitet. Unsere Analyse zeigt deutlich, dass die Raman-Emission aus dem Biexzi-
ton im Wesentlichen das Resultat einer Uberlagerung der rein A- und V-artigen Raman-
Charakteristik ist. Dementsprechend stehen fiir die Raman-Emission aus dem Biexziton
beide Arten von Quellen zur Verfiigung, sowohl die laserinduzierte Polarsiation (A-artig)
als auch die laserinduzierte Umwandlung der inkohdrenten Emission aus dem Biexzi-
ton in Raman-Emission (V-artig). Dies bestitigt und verallgemeinert unsere aus den in
Kapitel 3| durchgefiihrten analytischen Vorbetrachtungen gewonnene Erkenntnis. Beide
Charakteristiken konnen je nach Wahl der Resonatorverstimmung jeweils gezielt bevor-
zugt werden: Wird die Cavity spektral in der Nihe der Biexziton-Exziton-Resonanz plat-
ziert, beobachten wir eine im Wesentlichen V-artige Emission, wird sie hingegen in der
Nihe der Exziton-Grundzustand-Resonanz platziert, beobachten wir eine A-artige Emis-
sion, welche insbesondere recht hintergrundfrei ist. Durch eine systematische Untersu-
chung des gesamten Parameterbereichs fiir die Resonator- und Laserverstimmungen ha-
ben wir ferner gezeigt, dass die Emissionswahrscheinlichkeit fiir eine spektral zwischen
den beiden Resonanzen der Biexziton-Exziton-Kaskade platzierte Cavity deutlich gestei-
gert werden kann im Vergleich zu einer auBerhalb derer platzierten. Dies ldsst sich da-
durch begriinden, dass in diesem Spektralbereich sowohl die A- als auch die V-artige
Raman-Korrelationsquelle durch den Kontrolllaser effizient aktiviert werden konnen. Ei-
ne begleitende Betrachtung des durch den Raman-Prozess gesteuerten Inversionverhal-
tens vom Biexziton in den Grundzustand hat dabei ergeben, dass eine spektral unterhalb

108



der Exziton-Grundzustand-Resonanz verstimmte Cavity im Unterschied zu einer spektral
oberhalb der Biexziton-Exziton-Resonanz verstimmten Cavity die On-Demand-Emission
eines Raman-Photons unter gleichzeitiger deterministischer Inversion des Systems in den
Grundzustand begiinstigt. Somit wird ein voller Anregungszyklus moglich, der mit der
Biexzitoninitialisierung aus dem Grundzustand heraus iiber die entartete Zweiphotonenre-
sonanz beginnt und mit der durch den Kontrolllaser induzierten Raman-Photonenemission
unter gleichzeitiger Wiederherstellung des Grundzustandes abschlieft. Unsere Simulatio-
nen eines vollen Zyklus sowie zweier solcher vollen Zyklen hintereinander legen nahe,
dass sich die On-Demand-Emission relativ robust verhilt, selbst wenn das Biexziton nur
unvollstindig wiederhergestellt werden kann.

Als diese Arbeit beschlieBendes Resiimee ldsst sich sagen, dass wir im Rahmen der hier
prasentierten Studien ein neues Rahmenkonzept zur Untersuchung von Zweiphotonen-
Raman-Prozessen ausgehend von der Cluster-Entwicklung entwickelt haben, was eine
vereinheitlichende und systematische Beschreibung dieser Prozesse etabliert. Unsere neue
und eindeutige mikroskopische Definition eines Raman-Photons durch seine Raman-Kor-
relation hat die Bereitstellung niitzlicher Kenngodfen, wie zum Beispiel der Raman-Emis-
sionswahrscheinlichkeit und der daraus abgeleiteten Optimalverstimmung des Kontroll-
lasers, ermoglicht. Somit erlaubt unser Formalismus die Aufzeichnung von Emissions-
karten in Abhdngigkeit von zwei variierenden Systemparametern sowie die Aufzeich-
nung von systemspezifischen Kennlinien. Insbesondere wird unsere Definition der Ra-
man-Emissionswahrscheinlichkeit kiinftig die vollautomatisierte Optimierung des Sys-
tem- und Anregungsdesigns von auf Raman-Prozessen operierenden Einzelphotonenquel-
len zulassen. In diesem Zusammenhang deuten unsere Ergebnisse an, dass insbesondere in
der Verwendung maBgeschneiderter Chirp-Kontrollpulse ein gro3es Optimierungspoten-
tial noch verborgen ist, sowohl im Hinblick auf die Unterdriickung von Interferenzeffek-
ten zur Steigerung der Emissionswahrscheinlichkeit als auch auf die gezielte Formbarkeit
der Raman-Spektrallinie im Limes wachsender Anregungsintensitit. Fiir eine Verbesse-
rung der quantitativen Aussagekraft unseres hier etablierten theoretischen Rahmenkon-
zeptes sollten in der Modellbildung zukiinftig weitere fiir die Effizienz relevante Effekte,
wie Phononen [106,|122] oder die direkte Einkopplung von Laserphotonen in den Re-
sonator [54]], berticksichtigt werden. Vor allen Dingen wird unser Rahmenkonzept die
anstehende experimentelle Realisierung der Raman-Photonenemission aus dem Biexzi-
ton [[119] unterstiitzen, da sowohl das Proben- als auch Anregungsdesign mithilfe unse-
rer hier bereitgestellten Werkzeuge gezielt gestaltet und aufeinander abgestimmt werden
konnen. Somit setzt diese Arbeit einen neuen Grundstein zur Weiterentwicklung von auf
Raman-Prozessen basierenden Einzelphotonenquellen fiir die Anwendung in Quanten-
netzwerken.
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Erganzende Betrachtungen zur Emission aus dem
Biexziton

In diesem Anhang stellen wir einige fiir die Kapitel [3|und[5|relevante Zusatzbetrachtungen
zum Zweiphotonenprozess zwischen Biexziton und Grundzustand im Vierniveaumodell
des Quantenpunktes zusammen. Hier mochten wir zum einen unsere in den Publikationen
[P1,P2] genutze Darstellung und die dort prisentierten Ergebnisse mit der in dieser Arbeit
bzw. in Publikation [P3] vereinheitlichten Beschreibung der Raman-Prozesse verkniipfen.
Zum anderen zeigen wir dariiber hinaus einige Herleitungen zum reduzierten Modell aus
Kapitel 3] sowie ergdnzende Untersuchungen zur in Kapitel [5| gezeigten mikroskopischen
Analyse, die wir ausgehend von Kapitel 4] bzw. Anhang [B| verallgemeinern.

A.1. Behandlung von Polarisations- und strahlendem
Zerfall

In diesem Abschnitt spezifizieren wir die Lindblad-Terme fiir die volle Beschreibung
durch die Von-Neumann-Gleichung. Zudem dikutieren wir den Einfluss von strahlendem
Zerfall auf die Raman-Emission in der mikroskopischen Formulierung von Kapitel

Wir beriicksichtigen Polarisationszerfall durch Lindblad-Terme nach Gl. (2.18) explizit
durch die Lindblad-Operatoren L = /Ay, gP, 3 mit E, > Egund @, = G, Xy, Xv, B. Dies
fiihrt zundchst auf den Gesamtbeitrag in der Von-Neumann-Gleichung, Gl. (2.16)), nach
Quelle [83]],

=3 > Yep (200500 0 = TapTapl — 0T apTap) (A.1)
pure B, Eo>Ep

den wir unter der Annahme 7y, 4 = v, umschreiben konnen als

0

1
E‘Q == Z ’)/(x,ﬁ (20-<1,ﬁQ0-a,,8 - O-a,ﬂo-a,ﬁQ - Qo-a,ﬁo-a,ﬁ) . (AZ)

pure 4 azf

Denn fiir die Inversionen gilt o, g = —0, 3, dieser Vorzeichenwechsel hebt sich aber hier
jeweils bei der Vertauschung von @ und 8 in Gl. (A.2) auf. Der Einfachheit halber wollen
Wir y, g = vy fiir alle Beitrige annehmen. Unter Ausnutzen von };, P, , = 1 reduziert sich
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der Lindblad-Term auf den Ausdruck nach Quellen [80,(123]],

0 r
— =——>Y P,.0Pss, A3
5C e 2 azﬁ aOPpp (A.3)

wobei wir die effektive Dephasierungsrate I” = 8y wieder mit dem Faktor 1/2 versehen ha-
ben, wie es auch in den Publikationen [P1,P2] definiert ist. Fiir ein n-Niveausystem ergibt
sich allgemein I" = 2ny. Dies ist beim Vergleich der Dephasierungsraten des allgemeinen
Lindblad-Terms, Gl. (2.18)), und des bereits vereinfachten, Gl. (A.3)), zu beachten. Die
effektive Breite I ist dann die im Emissionsspektrum sichtbare Breite der elektronischen
Uberginge — ggf. modifiziert durch strahlenden Zerfall — , wie wir auch in den folgenden
Abschnitten sehen werden.

Hier wollen wir zudem eine typische Rate fiir strahlenden Zerfall der Besetzungen
annehmen, welche wir iiber die Lindblad-Operatoren L = \/hrgx,Pcx,» \/hrx. sPx.s
einfiihren, wobei wir analog zum Polarisationszerfall r, g = r annehmen. Dies ergibt den
Beitrag

0 r ‘
EQ d ) Z Z(Zpﬂippj?,- - Pz;ipﬂip _ij%Pﬂi) (A.4)
ra i v

zur Bewegungsgleichung mit ¢¥; = (G,X;),(X;,B) und i = H,V. Das fiihrt auf effek-
tive elektronische Verlustraten I, 3. Insbesondere finden wir im Heisenberg-Bild nach
Gl. (2.19) fiir die elektronischen Polarisationen P, (.,) den Beitrag [P2]

0 Iyp

E P‘lﬂ|pure+rad = _Tp‘lﬁ (AS)
mit

FXI.,GZF'FT, FB,X,-:r+3ra FB,G:F'FZ}". (A6)

Wir vernachldssigen zundchst in unseren grundlegenden Vorstudien in Kapitel [3] strah-
lenden Zerfall, welcher in der Regel klein ist (typischerweise Ar < 1 peV [79,/106]) im
Vergleich zum Polarisationszerfall (hy betrdgt typischerweise einige peV [80,106]). In
unseren systematischen Untersuchungen in Kapitel [5| auf Basis der mikroskopischen Be-
trachtungen beriicksichtigen wir strahlenden Zerfall der Vollstindigkeit halber explizit.
Erst der dort etablierte Formalismus erlaubt es uns, den Einfluss des strahlenden Zerfalls
unmittelbar auf die Raman-Emission aus dem Biexziton zu dikutieren. Dazu diskutieren
wir ergdnzend zu Kapitel [5]im ndchsten Abschnitt ein représentatives Beispiel.

A.1.1. Einfluss von strahlendem Zerfall auf die Raman-Emission

In unserem anhand der Abbn. diskutierten Beispiel der Emissionskarten fiir eine
Smt-Rechteckanregung haben wir den strahlenden Zerfall ja in Anlehnung an die experi-
mentellen Befunde aus Quellen [54,/106]] als Ar = 2 neV angenommen. Dies entspricht
nach Gl. einer effektiven spektralen Verbreiterung der Raman-Emission von 4 peV
gegeniiber dem reinen Polarisationszerfall von 30 peV. In Abb. zeigen wir neben
hr = 2 peV [Abb. [A.Tb] fiir identische Anregungsbedingungen zum Vergleich den Fall
ohne strahlende Verluste, Ar = 0 [Abb.[A.Th] sowie den Fall erhohter Zerfallsrate, Ar = 10
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A.2. Reduzierende Modellbildung

L]

I
S 1 aL 20 tL 20 CL 204
® A 0 : 0 \ o
E o0 J,‘ ﬂ"‘ -20 "¥ ﬁ'ﬁ —20 "‘ ﬂ'l 20 S
_ -40 ‘ -40 ‘ o)
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hw, (eV)

Abbildung A.1.: Einfluss von strahlendem Zerfall. Wir zeigen die Raman-Karten der H-Mode fiir das in
Abbn. [5.40{5.4f gezeigte Szenario (a) ohne strahlenden Zerfall, r = 0, sowie mit strahlen-
dem Zerfall, (b) » = 2 peV und (c) r = 10 peV. Gezeigt ist auch wieder die CW-Kennlinie,
Gl. (3.6), zur Orientierung (weiBe Linie).

ueV, [Abb. ]. Wir stellen fest, dass das Erscheinungsbild des Raman-Musters rela-
tiv unveréndert bleibt. Insbesondere beim Abgleich zwischen Abb. [A.Th und Abb. [A.Tb
findet die Vernachlédssigung strahlender Verluste unter Annahme typischer Materialbe-
dingungen und den gewihlten Zeitskalen, wie in Kapitel 4] ihre Rechtfertigung. Beim
Ubergang zu groBeren Zerfallsraten machen wir lediglich eine Verringerung der Quan-
tenausbeute bei gleichzeitiger Reduzierung der Interferenz aus, wie wir den drei Farbs-
kalen entnehmen konnen. Zudem erféhrt natiirlich das spektrale Fenster, in dem jeweils
um die beiden elektronischen Ubergiinge herum Interferenz stattfindet, auf der wc-Achse
eine leichte Verbreiterung, wie auch die CW-Kennlinie (weille Linie) anzeigt. Dies wird
ja auch durch die Abschitzung fiir die Dreiniveausysteme, Gl. (4.29), aus Kapitel 4] ana-
lytisch ersichtlich, die lokal um die beiden elektronischen Resonanzen herum auch im
vollen Quantenpunktmodell ihre Giiltigkeit behilt. Die zentrale Ausdehnung auf der A4 -
Achse hingegen wird jeweils leicht verringert, wie auch Gl. (¢.30) zeigt. Wir verweisen
an dieser Stelle auch auf die analytische Diskussion des strahlenden Zerfalls in Abschnitt
fiir die Raman-Emission aus Dreiniveausystemen.

Im néchsten Abschnitt behandeln wir detailliert die reduzierende Modellbildung, die
wir in Kapitel 3| zur Gewinnung analytischer Zusammenhinge und physikalischer Ein-
sichten in den Zweiphotonenprozess zurate ziehen.

A.2. Reduzierende Modellbildung

In diesem Abschnitt geben wir eine detaillierte Zusammenfassung zur reduzierenden Mo-
dellbildung ausgehend von den Heisenberg-Bewegungsgleichungen, welche in Kapitel 3|
zur Analyse der ersten Studien herangezogen wird. Wir beschrinken uns zur Vereinfa-
chung des Systems im vollen Hamilton-Operator, Gln. (2.1)) und (2.6), auf eine einzige
Photonenmode der Frequenz wc, sodass wir als Hamilton-Operator

H= Y E,P.,+hwchb’d
a=G,X,B

+[g (Poxb™ + Pxpb") + (PgxQ"(t) + Px Q" (1)) + h.c.] (A7)

erhalten, welchen wir allen folgenden Betrachtungen zugrunde legen werden. Hier haben
wir die Energien E, = hw, der elektronischen Zusténde definiert. Im folgenden Abschnitt
betrachten wir die Emissionsdynamik anhand der Heisenberg-Bewegungsgleichung.
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A.2.1. Emissionsdynamik

Unter unseren in Kapitel [3|eingefiihrten Annahmen konnen wir die Heisenberg-Gleichung,
Gl. (2.19), mit den Lindblad-Termen fiir Photonenverluste und Polarisationszerfall nach
Gl. (2.20) schreiben als
0 ih ihl’
ih=-(0) = {[0.H(1)]) + == (b'[0.b] + [".016) = == 3 (PauOFsg) . (AS)
a#p

wobei wir hier den Polarisationszerfall nach GI. (A.3) bereits im Heisenberg-Bild ausge-
driickt haben. Die Dynamik der Photonenpopulation N = (b'h) wird dann beschrieben
durch

gN =—kN + %Im ((PG’XbT> + (PX’BbT>) . (Ag)
Die hier auftretenden photonenassistierten Polarisationen zwischen Exziton und Grund-
zustand sowie zwischen Biexziton und Exziton koppeln dann an die photonenassistier-
te Polarisation zwischen Biexziton und Grundzustand (spéter in Kapitel |3| als Raman-
Polarisation identifiziert), welche die lasergestiitzte Einzelphotonenemission aus dem Biex-
ziton vermittelt. Diese drei Polarisationen folgen den Gleichungen

0

"
! ot

(Poxb') = exc{Poxb') + g ({(Posb™b") = (7xb'b) - (Pxx))
+ Q" (1)(Pgpb") - Q(1){0xcb")
ih(%(PX,Bbw = enxlPoxb’) + g (—(Posb'b") - (05xb'b) — (Prs))
—Q*(1)(Pg.sb") = Q(1){pxb")
ihé%(PG,Bb*) = e06(Poub’) + g ((Poxb'd) - (Pxub'd) - (Pxas)
+ (1) ((Poxb') = (Pxsb')), (A.10)

wobei wir die um die Cavity-Energie verstimmten Ubergangsenergien €,5 = E, — Eg -
hwc — ih*3E eingefiihrt haben. Um die grundlegende Ankopplung von (Pgbt) an die
fundamentalen Groflen der Biexziton-Exziton-Kaskade zu untersuchen, reduzieren wir
die Bewegungsgleichungen auf die laserassistierte Kopplung zwischen den photonenas-
sistierten Polarisationen. Zudem miissen wir die auftretenden elektronischen Besetzungen
sowie die laserinduzierte Polarisation in unsere Betrachtungen einschlieen, um die An-
fangsbedingungen angemessen zu beriicksichtigen. Dies fiihrt auf

9 (PG,XbT> EXG 0 .Q*(l) (PG’XbT) <PX,X>
ih—| (Pxsb™) |=| 0  esx -Q°(t) || (Pxsb?) |-9g|(Pss) |- (A.11)
(PG,BbT> Q(I) —Q(t) EBG (PG’BbT> <PX,B)

Um das Gleichungssystem tatsdchlich zu schlieen, nehmen wir quasistationdre Beset-
zungen an, welche sich auf den relevanten Zeitskalen im Mittel kaum verindern mogen,
(Ppp) =1 und (Pyxy) = 0. Aus der Bewegungsgleichung der Polarisation,

0

")
o

(Pra) = (Eu - Ex =0 ) (Pxs) ~ 0 ((00xb) + {Poub)
- Q(t)(osx) - 2" (1){P6.z), (A.12)
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A.2. Reduzierende Modellbildung

extrahieren wir den Anteil, der das fiir nichtresonante Anregungen typische adiabatische
Folgen der Besetzungen beschreibt,

ih%(PX,lﬁ = (EB —Ey - lhg) (PX,B> - .Q(l‘)<0'37x> = EB,X<PX,B) - Q(I), (A.13)
wobei wir im letzten Schritt die Abkiirzung Egx = Ep — Ex — ihg eingefiihrt haben und
wieder die Annahme der stationdren Besetzungen haben eingehen lassen. Nun ist das
Gleichungssystem, Gl. (A.TT)), geschlossen und kann gelost werden..

Unter CW-Anregung, Q(t) = Qpe "/, kann eine analytische Losung gefunden werden.
Dazu vereinbaren wir temporédr einige Abkiirzungen, um die Notation zu straffen: Wir
vereinbaren die Kurznotation (G, X) = 1, (X,B) = 2, (G, B) = 3 und nennen die Vektor-
eintrige in der Bewegungsgleichung P;. Zur Losung der Gln. (A.11) und (A.13) nutzen
wir die Fourier-Transformation

P(w) = f :dtP(t)ei‘“’, P(r) = f

_SP(@)e™, (A.14)

wobei fiir die Diracsche Deltadistribution der Zusammenhang [ dre'’ = 278 (w) gilt.
Dies fiihrt auf

Q
Piw) =+ CPs(w+w)
w — &
-2mgd - QvP;s(w +
PZ(CL)): g (a))h _O 3((1) wL)
w — &

27'[gQ()
hw — E2

(hw - &3) P3(w) = Qo [P1(w-wL) —Pr(w-wL)] + d(w-wr). (A.15)
Setzen wir schlussendlich die beiden ersten Gleichungen in die dritte ein, erhalten wir
einen geschlossenen Ausdruck fiir P;,

1 + 1
Aw-wy)-¢ hw—-E
P3(w) = 27-[9[205((0 - (UL) 5 1 (w-wL)-&2 1 2 ’ (A.16)
3 [t + ) - (ho-2)

welcher unter Fourier-Riicktransformation lautet:

__ ho-E, & —iwpt — —iwpt
P5(t) = —g€y - R et = Roe L. (A.17)
&3 0ls + = Wy,
Hier konnen wir im Nenner die Stark-Verschiebung beziiglich der elementaren Resonanz,
&3 — hwy, = 0, erkennen, sodass wir

1 1

Agp‘s-gg(—+—) (A.18)
&1 &

als optimale Kontrolllaserverstimmung identifizieren, um den gewiinschten Zweiphoto-

nenprozess auch fiir wachsende Intensititen Q7 effizient zu stimulieren. Ausgehend von

Gl. (A.17) konnen wir die verbleibenden Gleichungen 16sen und erhalten insgesamt

R R 4
(Poxb') = —Q—2,  (Pypb') = Q2+ L, (Pgab') = Roe ", (A.19)

€1 & &
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A. Erginzende Betrachtungen zur Emission aus dem Biexziton

Einsetzen in Gl. (A.9) liefert fiir die Photonenpopulation
2 1
N:—h—gIm[Qo(———)Ro+—]. (A.20)
K

Eine detaillierte Analyse der hier auftretenden Beitridge geben wir im Hauptteil der Arbeit
im Rahmen der Diskussion von Gl. (3.T1). Im folgenden Abschnitt entwickeln wir in
Ubereinstimmung mit der obigen Vorgehensweise ein reduziertes Modell fiir das korres-
pondierende Emissionsspektrum.

A.2.2. Wiener-Khintchine-Spektrum

Um das Wiener-Khintchine-Spektrum,
Sew(w) = Re [ dre G (1), (A21)
0

(siche auch Gl. (2.30))) zu berechnen, bendtigen wir zuerst die Bewegungsgleichung der
photonischen Autokorrelation G(z,7) = (b'(¢ + 7)b(t)), welche fiir stationidre Bedingun-
gen, Q(t) = Qye~t!, nicht von ¢ abhingt, sodass wir der Einfachheit halber 7 = 0 wihlen
und G(0,7) = (b'(7)b(0)) = G(7) identifizieren. Fiir 7 = 0 gilt dann G(0) = N, wobei die
Photonenpopulation N im reduzierten Modell explizit durch Gl. (A.20) gegeben ist. Um
die Bewegungsgleichungen der zweizeitigen Korrelatoren zu erhalten, gehen wir nach
Gl. (2.33) vor. Die 7-Dynamik des Photonenerzeugers erhalten wir aus Gl. (A.8)), sie ist
gegeben durch

=07 (1) =~ (we +i5)B'(7) - g [Pro(0) + Pax(0)] (A22)

Multiplizieren wir diese Gleichung von rechts mit »(0) und nehmen den Erwartungswert,
so erhalten wir die Bewegungsgleichung der Autokorrelationsfunktion,

=G () = —h (we +i5) (D) - [(Pro(D)p() + (Pax(DpO)]. (A2

Hier wollen wir fiir die weiteren Betrachtungen die Abkiirzung 17, 45(7) = (Po(7)b(0))
vereinbaren. Analog finden wir dann ausgehend von der 7-Dynamik von Py und Pp x

ih%HX,G(T) = ~Excllxc(7) + g ({oxc ()b (7)b(0)) = (P (7)b(7)b(0)))

+ Q" (1) {ox6(1)b(0)) - 2(7)(Ppc(7)b(0)) (A.24)
und
ih%HB,x(r) = ~EpxlIpx(t) + g ({px(7)b'(7)b(0)) + (P56(7)b(7)b(0)))

+ Q" (1)(opx(1)b(0)) + 2(7)(P5c(7)b(0)), (A.25)
wobei wir die Ubergangsenergien E, 5 = E,—Eg+ih’ eingefiihrt haben. Die beiden Korre-

latoren gehen fiir 7 = 0 in die photonenassistierten Polarisationen der Biexziton-Exziton-
Kaskade tiber, 71, 5(0) = (Pg,b"). In beiden Bewegungsgleichungen identifizieren wir den
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A.2. Reduzierende Modellbildung

Korrelator (Pg(7)b(0)) = I (1) als Vermittler unseres Zweiphotonenprozesses, denn
er ist fiir 7 = O direkt mit der photonenassistierten Polarisation zwischen Biexziton und
Grundzustand verbunden, IT}; ;(0) = (P gb") (in Kapitel spater als Raman-Polarisation
identifiziert). Er gehorcht der Bewegungsgleichung

ih%HB,G(T) = ~Epcllpc(7) - g ({Pxa(7)b'(7)b(0)) - (Ppx(7)b' (1)b(0)))
+ Q" (1) [ x(1) - IIxc(7)], (A.26)

welche wieder zuriick an die Korrelatoren der Biexziton-Exziton-Kaskade koppeln. An-
kniipfend an die Diskussion zur Reduzierung der Bewegungsgleichungen der Emissions-
dynamik, Gl. (A.10), extrahieren wir aus den Gln. (A.24)-(A.26) einen geschlossenen
Satz von Bewegungsgleichungen,

a HX,G _EX,G 0 —.Q(T) HX,G
lha— HB,X = 0 _EB,X Q(T) HB,X . (A27)
"\l Q" (1) (1) -Epc ) \Isg

Um nun daraus das Emissionsspektrum zu berechnen, wenden wir als Erstes die durch
Gl. (A.27)) definierte Integration auf Gl. (A.23)) an und erhalten,

ihG(0) - g [Sxc(w) + Spx(w)]
h(we — w) +ihk/2 |

Scw(a)) =Re (A28)

wobei wir S, g(w) = [, dre T[T, 4(7) definiert haben. Wenden wir wiederum die S, 4-
Integration auf Gl. (A.27)) an, erhalten wir fiir die in Scw auftretenden Komponenten

ihHX’G(O) — QOSB’G((/() + wL)

SX,G(U)) B EXG - hw
ihIT5,(0) + ©
Sun(@) = B,X(O)E'; : O_ng(w ro) (A29)

Der darin enthaltene Beitrag des durch den Kontrolllaser assistierten Zweiphotonenpro-
zesses lautet

ihQllp(0) + Q3 [ihHB,X(O) N ihnX,G(O)]

QSp(w+w) = — e _pweel (A.30)
hwc - 4y, - £ [EB‘X_M + EX’G_hw] - hw +ih5

wobei wir bereits hw;, = Eg — Eg — hwc + Ay eingesetzt haben. Die hier auftretenden
Beitrige /1, 5(0) sind durch die im vorigen Abschnitt hergeleiteten Ausdriicke nach Gl.

(A.T9) explizit durch
R} R;

HB,G(O) = RS, HG,X(O) = —Qo—*, HB,X(O) = 908—? +

& 2

g (A31)
&
gegeben. Eine ausfiihrliche Diskussion der hier hergeleiteten Ausdriicke liefert der Ab-
schnitt 3.3

Der folgende Abschnitt verkniipft nun aus der reduzierenden Modellbildung gewon-
nene Zusammenhidnge mit der systematischen und mikroskopischen Analyse des vol-
len Vierniveaumodells auf Basis der Cluster-Entwicklung aus Kapitel [S| Dort haben wir
uns auf die Betrachtung des Rechteckpulses beschrinkt, und wir diskutieren im folgen-
den Abschnitt explizit zum Vergleich eine Gauf3-Pulsanregung und dessen induzierte
zeitabhingige Energieverschiebung.
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Abbildung A.2.: Konstante vs. zeitabhiingige Laserverstimmung. Fiir die Systemkonstellation aus
Abbn.[5.50{5.5f sind die Input-Output-Kennlinien fiir den in Abb.[4.3h prisentierten Gau3-
Puls mit variierender Amplitude zusammengestellt. (a) Numerisch (gelbe Linie) und iiber
die CW-Analytik (schwarze Linie) ermittelte konstante Optimalverstimmung des Kontroll-
lasers. (b) Resultierende Raman- (gelbe durchgezogene Linie) und Gesamtemissionswahr-
scheinlichkeit (schwarze durchgezogene Linie) in der H-Mode fiir die in (a) gezeigte nu-
merisch ermittelte konstante Verstimmung im Vergleich mit der entsprechenden Chirp-
Anregung mit der durch Gl. (A.32) definierten zeitabhéngigen Verstimmung (gestrichelte
Linien). (c) Endbesetzung des Grundzustandes fiir konstante (durchgezogene Linie) und
zeitabhidngige Verstimmung (gestrichelte Linie).

A.2.3. Zeitabhangigkeit der Stark-Verschiebung

In Abschnitt[3.4]hatten wir aus der Losung des reduzierten Modells fiir beliebige Einhiillen-
de Q.,, des Kontrollpulses die explizite Zeitabhingigkeit der durch den Puls induzierten
Stark-Verschiebung (siehe auch GI. (3.35)) hergeleitet,
1 t N . .
AL(t) = 1 [ ds[ duQeny (8) Qeny (1) [e%EX’G(S’“) + eisB’X(s’”)] ) (A.32)
ht Jo 0

118



A.3. Initialisierung des Biexzitons

Analog zur Verallgemeinerung der CW-Kennlinie fiir die konstante Optimalverschiebung,
Gl. (5.6), konnen wir diesen Ausdruck durch die expliziten Identifizierungen X = X und
Q = Qy auf die in Kapitel [5] diskutierte Raman-Emission in der H-Mode abstimmen.

Nun wollen wir die Raman-Kennlinien ergénzend fiir eine GauB3-Pulsanregung der
Breite At = 3 ps — wie auch zuvor in Kapitel ] — diskutieren. Zum einen zeichnen wir
die Kennlinien fiir eine optimierte konstante Verstimmung des Kontrolllasers und zum
anderen fiir die durch GI. (A-32) definierte Chirp-Anregung auf. In Ubereinstimmung mit
den physikalischen Parametern aus Abbn. [5.5d{5.5f zeigen wir das Resultat fiir den Gauf-
Puls in Abb. [A.2] Hier entnehmen wir Abb. [A.2h, dass die CW-Kennlinie der konstanten
Optimalverstimmung (schwarze Linie) die numerisch ermittelte konstante Optimalver-
stimmung (gelbe Linie) sowohl betragsmiBig deutlich iiberschitzt als auch den qualitati-
ven Verlauf ab etwa 6 = 57t nicht mehr korrekt widerspiegelt: Hier weist die numerische
Kennlinie einen Umkehrpunkt auf. Betrachten wir hierzu vergleichend die Gesamt- und
die Raman-Wahrscheinlichkeit [Abb. @b], stellen wir fest, dass in der Umgebung von
6 = 57t bereits Interferenzeinfliisse relevant werden: Die Raman-Kennlinien (gelbe Lini-
en) libertreffen hier die Kennlinien der Gesamtemission (schwarze Linien). Bemerkens-
werterweise zeigt die Chirp-Anregung (gestrichelte Linien) eine iiberraschend gute Uber-
einstimmung, sogar im Limes grofer Pulsflichen. Ebenso die Zielbesetzung des Grund-
zustandes [Abb. ] zeigt eine sehr gute Ubereinstimmung zwischen Chirp-Anregung
und Anregung mit konstanter Frequenz. Im Gegensatz zu den aus der Rechteckanregung
resultierenden Kennlinien, Abbn. [5.5d{5.5f, induziert der Gauf3-Puls allerdings eine deut-
liche anregungsinduzierte Dimpfung, die wir auf die auftretenden Interferenzphdnomene
zuriickfiihren.

Folglich hat die aus dem reduzierten Modell gewonnene Zeitabhingigkeit der Stark-
Verschiebung, Gl. (A.32), innerhalb unserer Modellbildung offenbar einen weitaus grofie-
ren Geltungsbereich als in Kapitel [3| zunichst angenommen, solange der spektrale Uber-
lapp zwischen Resonator und elektronischen Resonanzen ausreichend klein ist. An dieser
Stelle mochten wir dariiber hinaus darauf hinweisen, dass fiir die durch 4¢ = 3 ps eventu-
ell die Grenzen unserer Modellbildung erreicht werden — wir hatten in Abschnitt[2.1.T]ja
einen verschwindenden spektralen Uberlapp zwischen Resonator und Kontrolllaser ange-
nommen. Dennoch motiviert dieses Beispiel, dass die durch den Kontrolllaser induzierte
Raman-Emissionsdynamik eine nichttriviale Abhéingigkeit von der Wahl der Kombinati-
on aller Anregungsparameter — Intensitit, Anregungsfrequenz, Pulsform — aufweist. Da-
her studieren wir in Kapitel [5|die Raman-Emission anhand der Rechteckanregung, welche
offenbar fiir eine erste grundlegende systematische Studie geeignete, wohlkontrollierbare
Eigenschaften besitzt.

Im néchsten Abschnitt diskutieren wir kurz die Initialisierung des Biexzitons iiber die
entartete Zweiphotonenresonanz [Abb. @], welche die Grundvoraussetzung fiir den in
Kapitel 5| diskutierten gesamten Zyklus [Abb. [5.8]] der Einzelphotonenemission aus dem
Biexziton darstellt.

A.3. Initialisierung des Biexzitons

Im Rahmen dieser Arbeit beriicksichtigen wir den Initialisierungszyklus zur Erzeugung
des Biexzitons, wie er in Abb. dargestellt ist, weitgehend nicht. Stattdessen nehmen
wir ja im Hauptteil der Arbeit an, dass das Biexziton bereits besetzt sei, ng(t = 0) =
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Abbildung A.3.: Zweiphotonen-Rabi-Oszillationen. Gezeigt ist die Besetzungen des Biexzitons, np =
(Pg.g), unmittelbar nach der Anregung durch einen V-polarisierten GauB-Puls der Brei-
te At = 3 ps fiir variierende Pulsfliche. Die Anregungsfrequenz ist auf die Frequenz
(Ep - Eg)/(2h) der entarteten Zweiphotonenresonanz eingestellt. Die Systemparameter
stimmen mit Abb. [5.3 iiberein.

(Ppp)(t =0) = 1. Zur Diskussion des vollen Zyklus der Raman-Photonenerzeugung aus
dem Biexziton, den wir zum Abschluss des Kapitels [5| diskutieren, bendtigen wir jedoch
fiir den dort in Abb. gezeigten V-polarisierten Gaul3-Puls die optimale Pulsflache zur
deterministischen Besetzung des Biexzitons. Dazu zeigt Abb.[A.3|die iiber die Zweiphoto-
nenresonanz getriebenen Rabi-Oszillationen der Biexzitonbesetzung fiir variierende Puls-
flache (experimentelle Realisierung siehe Quelle [81]). Im Falle polarisationsgefilterter
Messung hat die Initialisierung in der V-Mode den Vorteil, dass zum Beispiel Streulicht
des Initialisierungslasers die Detektion des im Rahmen dieser Arbeit als H-polarisiert
gewihlten Raman-Photons nicht beeintridchtigen kann. Wir entnehmen Abb. dass ei-
ne robuste Inversion des Systems vom Grundzustand ins Biexziton fiir eine Pulsfliche von
etwa 6 = 4t erreicht wird.
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Erganzende Betrachtungen zum Raman-Prozess in
Dreiniveausystemen

In diesem Zusatzkapitel zeigen wir neben den zwei expliziten Sdtzen von Bewegungsglei-
chungen in Singlet-Doublet-Triplet-Naherung (SDT) fiir A- und V-artige Systeme auch
einige vertiefende Analysen, die zum Verstindnis des Hauptteils — insbesondere Kapi-
tel 4] — dieser Arbeit relevant sind. Zum einen wollen wir unser SDT-Resultat der vollen
Von-Neumann-Losung gegeniiberstellen, um uns von der Giiltigkeit unserer Ndherung zu
iiberzeugen. Zum anderen wollen wir den Vorteil der SDT-Gleichungen ausnutzen, dass
wir relativ leicht und wohlkontrolliert analytische Zusammenhédnge zwischen unseren
SystemgroBen erschlieen konnen. Hier werden wir vor allen Dingen geschlossene Aus-
driicke fiir die anregungsinduzierte Energieverschiebung der Raman-Resonanzbedingung
sowohl fiir den Fall stationirer als auch fiir den Fall beliebiger Pulsformen herleiten. Wei-
terhin werden wir ein vertieftes Verstindnis fiir den Raman-Prozess selbst gewinnen, da
wir die Raman-Gleichungen im stationédren Fall vollstandig analytisch 16sen konnen.

Als Erstes fithren wir die unseren in Kapitel @] prisentierten Studien zugrunde liegenden
Bewegungsgleichungen ein.

B.1. Singlet-Doublet-Triplet-Gleichungen

Unter Verwendung der Hamilton-Operatoren, Gln. (2.8)-(2.11)), in der Heisenberg-Glei-
chung, Gl. (2.19), und anschlieBendem Ausnutzen der Faktorisierungen, Gln. (4.7)-(4.9),
sowie des anhand von Gl. (2.24) motivierten Vorgehens, erhalten wir schlussendlich die
beiden vollstandigen Sédtze von SDT-Gleichungen. Das Lichtfeld sei wie gehabt durch
Q(t) = Qeny(t)e ! gegeben. Wie im Hauptteil bereits erwihnt, gehen wir in das ro-
tierende System des Lichtfeldes, und wir definieren fiir eine GroB3e Q entsprechend die
Einhiillende iiber Q = Qe (2)e*“L!. Dabei ist wieder das untere Vorzeichen fiir Z-Konfi-
gurationen und das obere fiir die jeweilige A- oder V-Konfiguration giiltig. Unsere SDT-
Gleichungen beriicksichtigen zunichst keinen strahlenden Zerfall der Besetzungen. Al-
lerdings behalten insbesondere Gln. (B.1)-(B.4) bzw. Gln. (B.11)-(B.14)) ihre formale Ge-
stalt auch unter Beriicksichtigung von strahlendem Zerfall — darunter fallen also auch
die Raman-Gleichungen. Lediglich eine Modifikation der effektiven elektronischen Zer-
fallskonstanten I'; ; muss hier vorgenommen werden. Diesen Sachverhalt diskutieren wir

explizit im Abschnitt
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B.1.1. SDT-Gleichungen flir A-artige Systeme

Die Bewegungsgleichungen der Anregungsdynamik eines A-artigen Systems ohne Beriick-
sichtigung von strahlendem Zerfall der Besetzungen lauten

& (b') = -fb'b) + Lim(Ps2b'), ®.1)
o (Pub) =i (-5 ') - o (P b e + 24P
- s (b'b) - 2 (2b0). (B.2)
%<<P3,lbf>>env =i (ﬂ:% _i% 2F 51 ) (P31 Veny — 1Qeny (P3,b")
+ %9(132,1)env (1+(b'bY)) + Eg«P2 15D envs (B.3)
P2 =i (A2 (P - )+ s e,
B.4)
P >
5<P1,1> = _Elm(genv<P2,] >env), (BS)
(P22) =1~ (P11) —(P33), (B.6)
0 2g
5<P3’ 3) = glm«Ps,sz», (B.7)
gt«az,]mb» _ (oaib'b) + %Im(gem<<1)2,1bfb>>m)
=20 ((B) + (o)) I Pab'), ®.5)
Z«% bTBY = —k{(s2b'b) - %Im(gem<<pz,lbfb>>em)
+ % (2¢b'BY) — (03.2) + 1) Im((P35b"), (B.9)
g (P216D)eny = - ( AC; A2 +2F2,1 ) (P21b"D)eny - lgﬂ«ﬁz,lbw»
Py Yen(5'D) = 2L (s e P '), (8.10)

Hierbei beschreibt Gl. (B.3)) die Dynamik der Raman-Korrelation.

B.1.2. SDT-Gleichungen flir V-artige Systeme

Die Bewegungsgleichungen der Anregungsdynamik eines V-artigen Systems ohne Beriick-
sichtigung von strahlendem Zerfall der Besetzungen lauten

O (bb) = ~x(b'b) + Zim{ Py, 1), ®.11)
S (Paab') = =i (5~ (PaabT) + Py b e+ (P
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- Ll (b5) - et ), ®.12)
%<<P3,1b*>>env =i (i% -if +2F3’1 ) {(P3.1b" Yen + e (P2.10")
- %Pz,z)em«b*b» - i3‘J<<P3,zb"'b>>em, (B.13)
O (Praden =i (2 i T32) (P - 2 ) - Dy ),

(B.14)
S AP = =2 Py b), (B.15)
(P22) =1-(P11) = (P33), (B.16)
(%(Pa,a) = %Im(QeHV(Pa,ﬁenv), (B.17)

£ (72105) = {1b'5) - 210 (Qan(P2b b))
2 (20 ~ (021) + 1) Im{ Pa,), B.15)

£ 7s2b') = ~{orsab ) + ST Qan (P55 Do)
=29 ((BD) + {320 Im( P, (B.19)

%«P 320D ) eny = i ( _Achi i +2F3’2) {(P3.2b"D ) eny e {o320"b)

Py 5 e (14 (57B)) = 2Py (P bT). (B20)

Hierbei beschreibt Gl. (B.13)) die Dynamik der Raman-Korrelation.

Im néchstfolgenden Abschnitt mochten wir nun die SDT-Ergebnisse mit der vollen
Losung der Von-Neumann-Gleichung, Gl. (2.16)), vergleichen, insbesondere speziell im
Hinblick auf den Raman-Prozess.

B.1.3. Von-Neumann-Ldsung vs. Cluster-Entwicklungslésung

Da der Cluster-Entwicklungsansatz formal stets exakt ist — erst durch das Vernachlissi-
gen von Korrelationsbeitragen findet ja eine Nédherung statt —, konnen wir unsere for-
mal exakte Definition der Raman-Emissionswahrscheinlichkeit Pg, Gl. (4.27)), natiirlich
auch auswerten, indem wir die volle Losung der Dynamik der Raman-Korrelation mit-
hilfe der Von-Neumann-Gleichung ausrechnen. Beispielhaft vergleichen wir die so ge-
wonnene volle Raman-Karte fiir ein A-artiges System in Abb. und fiir ein V-artiges
System in Abb. fiir unser 57t-Puls-Szenario aus Abb. 4.4l mit der SDT-Raman-Karte
[Abbn. und [B.Te]. Um noch ein besseres Gefiihl fiir den jeweiligen Einfluss der ver-
schiedenen Korrelationsbeitrige zu bekommen, zeigen wir ebenso die Losung in Singlet-
Doublet-Néherung (SD) [Abbn. B.Tkc und B.If]. Dafiir vernachldssigen wir in unseren
SDT-Gleichungen die Triplet-Ordnung, zusitzlich schalten wir auch die Riickkopplung
an die Photonenpopulation (b'b) aus. Explizit lauten die Raman-Gleichungen in SD-
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Abbildung B.1.: Von-Neumann-Losung vs. Cluster-Entwicklungslosung. Wir zeigen die Raman-Karten fiir
das A-artige (a-c) und fiir das V-artige System (d-f). In Ubereinstimmung mit dem Sze-
nario aus Abb. [#.4] vergleichen wir fiir den 57-Rechteckpuls die volle Losung der Von-
Neumann-Gleichung, Gl. 2:16), (erste Spalte) mit der SDT-Losung (zweite Spalte) und
der Singlet-Doublet-Losung (SD, hier unter zusitzlicher Vernachldssigung der Resona-
torriickkopplung). Wir zeigen auch wieder unsere CW-Kennlinie, Gl. @.16)), als Orientie-
rungslinie (weile Linie).

Niherung ohne Riickkopplung

0 A AL k+ T
CPsb =i (35 <) (Paab o -

fiir A-artige Systeme und

CPs b e = =i (5 ) (P e +

I‘Q env

(Pssbt) + %(Pz,nm (B.21)

1Den (Ps1bt) (B.22)

fiir V-artige Systeme.

Auf den ersten Blick stellen wir fest, dass die Raman-Karten in Abb. [B.1] nahezu un-
verdndert bleiben unter den verschiedenen Niherungen. Erst bei genauerem Hinsehen
machen wir unbedeutende Unterschiede in den absoluten Zahlen aus. Wir konnen also
davon ausgehen, dass der Raman-Prozess physikalisch maB3geblich auf Basis der in Gln.
(B-2T)) und (B.22) enthaltenen Mechanismen ablzuft. Im V-artigen Fall ist das ausschlieB-
lich das Wechselspiel zwischen der photonenassistierten Polarisation und dem Kontroll-
laser. AusschlieBlich im A-artigen Fall kommt noch die laserinduzierte elektronische Po-
larisation als gesonderter Quellterm hinzu. Wir schliefen also einmal mehr daraus, dass
die beobachteten Unterschiede zwischen den Raman-Karten beider Klassen maf3geblich
aus den unterschiedlichen Anfangsbedingungen fiir die photonenassistierte Polarisation
sowie aus der qualitativ vollig unterschiedlichen Abhéngigkeit von der laserinduzierten
elektronischen Polarisation herriihren.

Auch wenn wir in der SD-Niherung kaum eine Verianderung der Raman-Karten aus-
machen, so mochten wir an dieser Stelle betonen, dass, wenn wir auch die Dynamik der
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elektronischen Besetzungen der Systeme angemessen beschreiben wollen, wir entweder
die SDT-Gleichungen oder die Von-Neumann-Gleichung nutzen miissen.

Im folgenden Abschnitt geben wir einen kurzen Uberblick dariiber, wie wir die SDT-
Gleichungen modifizieren miissen, sobald strahlender Zerfall relevant wird.

B.1.4. Einfluss von strahlendem Zerfall auf den Raman-Prozess

Konfig. | Lindblad-Operator L | Beitrag zu I's; | Beitrag zu I, ; | Beitrag zu I'5,
E1(2) \/hl”z,le,l, \/h”3,2P3,2 21 32+ 1 r3n
A \/FMPI,% \/fT&zps,z 0 ratrp ratr
\ Vhra Pay, \/hrasPas ra1t+ 123 11 3

Tabelle B.1.: Einfluss von strahlendem Zerfall. Wir geben eine Ubersicht iiber die Lindblad-Operatoren fiir
die vier Konfigurationen — E;, =, A und V — der Dreiniveausysteme und die daraus resultie-
renden Korrekturen der elektronischen Zerfallskonstanten I'; ; durch strahlenden Zerfall. Die
Beitridge miissen zu dem in unserer Arbeit bereits beriicksichtigten Beitrag des Polarisations-
zerfalls addiert werden, dies betrifft insbesondere unsere Definition der Raman-Population,

Gl @27).

In Kapitel {] unserer Arbeit haben wir — wie bereits diskutiert — aus zwei Griinden
den Einfluss von strahlendem Zerfall der elektronischen Bestzungen vernachléssigt, zum
einen, weil wir vorwiegend an gepulsten Szenarien interessiert sind, deren Anregungszy-
klus auf einer viel schnelleren Zeitskala stattfindet als der Besetzungszerfall, zum ande-
ren, weil strahlender Zerfall das Einrichten identischer Verlust- und Dephasierungsbedin-
gungen unmoglich macht. Denn dieser Zerfallskanal ist formal fiir alle drei Grundkonfi-
gurationen, =, A und V, verschieden, wie auch Tabelle [B.T|zeigt. Dariiber hinaus mochten
wir anmerken, dass nur die Bewegungsgleichungen der elektronischen Besetzungen sowie
die besetzungsartigen Triplet-Gleichungen auch ihre formale Gestalt indern, wihrend alle
tibrigen Gleichungen lediglich die in Tabelle[B.T|aufgelisteten Modifikationen der elektro-
nischen Dephasierungskonstanten /'; ; erfahren. Somit behalten alle in Kapitel 4| prasen-
tierten Gleichungen und Definitionen ihre Giiltigkeit auch unter dem Einfluss von strah-
lendem Zerfall, welcher ausschlieBlich in I'; ; eingeht. Da der Raman-Prozess nicht expli-
zit an die Besetzungen koppelt, erwarten wir lediglich eine geringfiigige Verschlechterung
der Quantenausbeute. Natiirlich ist im V-artigen Fall auf der Zeitskala der Anregung ei-
ne stabile Besetzung des Anfangszustandes von Noten, um den Raman-Prozess effizient
anzusteuern. Wir beriicksichtigen strahlenden Zerfall explizit in Kapitel [5] wenn wir das
volle Quantenpunktmodell mithilfe der Von-Neumann-Gleichung betrachten. Hier konn-
ten auch weitere Einfliisse von Gitterschwingen (Phononen) modelliert werden [[122,124],
was allerdings den Rahmen unserer Studie iiberschreiten wiirde.

Im folgenden Abschnitt analysieren wir die SDT-Gleichungen genauer fiir verschiede-
ne Grenzfille.

B.2. Analytische Diskussion der SDT-Gleichungen

Um fundamentale Einsichten in die Physik der Raman-Prozesse zu gewinnen, reduzieren
wir die Komplexitit der in den Abschnitten[B.T.Tjund[B.1.2] gezeigten SDT-Gleichungen,
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indem wir uns in einem ersten Schritt auf schwache stationdre Anregungen beschrinken,
um daran anschlieBend analytisch die explizite Abhédngigkeit der Raman-Dynamik von
der Pulsform zu erschlieBen. Dieses Vorgehen hatte sich ja bereits in Abschnitt im
Rahmen der Erstuntersuchung der Raman-Emission aus dem Biexziton bewihrt.

B.2.1. Quasistationare Losung

In diesem Abschnitt beschrinken wir uns auf die SD-Ebene und den Grenzfall schwa-
cher stationdrer Anregungen (Qe,,(7) = £, =const) sowie stark nichtresonanter Cavi-
ties. Hier konnen wir dementsprechend die Riickkopplung an die Cavity-Emission ver-
nachlédssigen sowie quasistationires Verhalten der elektronischen Besetzungen annehmen,
wie auch Abbn. und [4.2h nahelegen. Wir setzen daher (Py ;) = 1, (P25) = (P33) = 0.
Seien in diesem Abschnitt N = (b'b)) (Photonenpopulation), R = (P31b")eny (Raman-
Korrelation), I7 = (P;,b")) bzw. {(P,,1b")) (photonenassistierte Polarisation im A bzw. V-
System) und P = (P51 )eny bzZW. (P32 )env (A- bzw. V-artige laserinduzierte elektronische
Polarisation). Wir erhalten fiir A-artige Systeme

0 2g
—N = —«kN + =ZImll, B.23
o KN+ = (B.23)
9 :_1(4£_iK+F32)n_IQean, (B.24)
ot h 2 h
QR:_I( A _x+ I 3’1) R-Lenpy 19 p (B.25)
ot h 2 h h
~Ac+4y T iQcny 1
Qp:_i( ctd Ll)p#_ﬁ_gze, (B.26)
ot h 2 h h
und fiir V-artige Systeme
0 2g
—N =—-«N _ImH’ B.27
o KN+ = (B.27)
yi| r ‘Qenv i
ﬁn:_i(_c_i“ 2’1)n+1 R+ (B.28)
ot h 2 h h
0 . AL .K+F31) i~Qenv
—R=-i|+t—- = |R I1. B.29
p 1(:|: i r— (B.29)

Hier wird jetzt besonders deutlich, dass /7 im V-System eine inkohérente Quelle, ig/h,
aufweist, die der erste verfiirbare Quellterm ist. Im A-artigen Fall kann hingegen /7 unter
unseren Annahmen nur durch den Raman-Prozess R initialisiert werden, der wiederum
ausschlieBlich durch die Polarisation P angesteuert werden kann.

Im Rahmen unserer hier getitigten Annahmen konnen wir beide Gleichungssitze ganz
analog zu Abschnitt[A.2.T|leicht analytisch 16sen. Fiir die Raman-Korrelation in A-artigen
Systemen erhalten wir

2

|R|2 _ gz.Q% :FAL N ACQ% 3 (AC :FAL)gz
(T A0)? + () A2+ (R22) (AT da)? + (h2)
2+4-1
hK+r3,2 QQ hﬁ ) F
+ la R e R N I (B.30)
A%+ (h9322)" (Ao #40)> + (A7)
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und fiir die Raman-Korrelation in V-artigen Systemen

2 2771
202 2 hK+F2,1 0?2
g Q Acg K+ Fg’l
0 FAL + 0 + 2 0 4k

A+ ()’ A+ () |\ () 2

IRI* =

(B.31)

Im Falle, dass die g*-Beitrdge in Gl. (B.30) vernachléssigbar klein sind, kénnen wir fiir
beide Systemklassen einen geschlossenen Ausdruck finden,

Ac?

4+ (ng)”

A =+ (B.32)
mit (i,7) = (2,1) fiir V- bzw. (i,j) = (3,2) fiir A-artige Systeme, sowie (-) fiir Z-
Konfigurationen und (+) fiir A- bzw. V-Konfigurationen. In beiden Klassen bemerken wir,
dass die Raman-Korrelation eine anregungsinduzierte Dampfung durch den Kontrolllaser
erfahren kann [54], die mit ©3 skaliert. Die systemeigene Dampfung ist jeweils durch die
Photonenlebensdauer sowie die elektronische Dephasierungs- bzw. Zerfallskonstante ge-
geben, (k + I';1)/2. Fiir eine gewihlte Amplitude €, erwarten wir verstiarkte Ddmpfung
mit verschwindender Cavity-Verstimmung A¢ [21},54]].

Als Nichstes erweitern wir unser hier geschildertes Vorgehen, indem wir allgemeine
Einhiillende des Lichtfeldes zulassen, um den expliziten Einfluss der Pulsform auf den
Raman-Prozess zu untersuchen.

B.2.2. Zeitabhangigkeit der Stark-Verschiebung

In diesem Abschnitt wollen wir nun eine allgemeine Einhiillende Q. () annehmen und
deren Einfluss auf den Raman-Prozess analytisch erschlieBen. Dazu iibernehmen wir aus
dem vorigen Abschnitt die Annahme schwacher nichtresonanter Anregung und nicht-
resonanter Cavities, weshalb auch hier die beiden Gleichungssitze, Gln. (B.23)-(B.26)
und Gln. (B.27)-(B.29)), ihre Giiltigkeit behalten. Wir wollen in diesem Abschnitt wieder
explizit unsere Systemklassen 7 = A,V an den einzelnen GroBen notieren, da wir hier
auf eine kompakte Schreibweise angewiesen sein werden. Alle im Folgenden umrissenen
Losungsschritte sind dann vollig dquivalent zur Herleitung von Gl. (3.33). Somit ist es
geschickt, die A-artige Polarisationsgleichung weiter zu vereinfachen. Denn die Polari-
sation folgt bei nichtresonanter Anregung schlieBlich weitgehend dem Puls, sodass wir
GL umschreiben und vereinfachen kdnnen zu

0 , i
a_tPA = —iwpP™ + EQW, (B.33)

wobei wir hier die Eigenfrequenz aus Gl. (B:26) mit w% abgekiirzt haben. Diese Glei-
chung konnen wir sofort auflésen und wir erhalten

i t EN
PA(z)=% fo At Qo (1), (B.34)

wobei wir ein rotierendes Bezugssystem definiert haben iiber PA = PAe-i“». Analog dazu
wollen wir fiir alle GroBen Q7 deren Eigenfrequenzen identifizieren und deren rotierendes
System definieren, indem wir schreiben

Q" = QTe 0!, (B.35)
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Auf diese Weise konnen wir beide Sidtze von Bewegungsgleichungen im rotierenden Be-
zugssystem als kompakte Bewegungsgleichung fiir den Zustandsvektor

1_7T
y' = (RT) (B.36)
notieren, und wir formulieren
Oy = Ygryr Lyr (B.37)
ot h RO '

Hierbei haben wir die zeitabhdngigen Kopplungsmatrizen

0 _Qenve+i(w,A7—wQ)t 0 OA

HA = (_Qenve—i(wﬁ—wﬁ)t 0 ) = (Q[_\ +) (B38)

0 fe) e+i(w1‘§—w,‘{)t 0o Qv

vV _ env _ +
. (Qenve—“wzvrwx ) 0 “lev o (B.39)

definiert. Weiterhin haben wir die Quellvektoren
0 eiwl\;t

lﬁ(/)\ =9 (e—i(wﬁ—w,’g)t ]._)A) ’ lﬁOV =9 ( 0 ) (B.40)

eingefiihrt. In dieser Darstellung wird recht anschaulich klar, dass der V-artige Quellvek-
tor des Raman-Prozesses inkohdrenter Natur ist: Der besetzte Anfangszustand zerfillt
iiber die Cavity mit der Eigenfrequenz der photonenassistierten Polarisation wy,. Im A-
artigen Fall tibernimmt die laserinduzierte elektronische Polarisation formal die Rolle des
Anfangszustandes, wir konnen sie also als das auffassen, was gerne salopp als virtuelles
Niveau bezeichnet wird.

Wir wollen nun Gl. (B.37) analytisch losen. Allerdings gelingt hier wie in Abschnitt[3.4]
zunichst kein formaler Losungsansatz durch einen Exponentialansatz der Form (1) =
er JoSHG) g (1), da HT (1) zu verschiedenen Zeitpunkten nicht mit sich selbst vertauscht,
[HT (¢), HT(¢')] + 0. Daher manipulieren wir GI. wie gewohnt erst in geeigneter
Weise, indem wir H” in zwei Matrizen zerlegen, H” = H? + H” mit

0 .QT 0 0
T + T 4
H+—(0 0), H__(ZT O). (B. 1)

Hierbei koppelt ja gerade H” die zweite Komponente des Zustandsvektors, y2 (Raman-
Prozess), zuriick an die erste Komponente, ] (photonenassistierte Polarisation). Um die-
se Riickkopplung formal zu eliminieren, konnen wir an dieser Stelle nun den gewiinschten
Ansatz machen,

YT (1) = en WSO (7). (B.42)

Denn es gilt H (r)H” (¢') = 0 fiir alle Zeiten 7, ' und somit trivialerweise [H” (z), H (¢')] =
0, und damit einhergehend vereinfacht sich das Exponential zu

Lot 1 t
eiéfodsﬂﬂsmi% [ dsH' (). (B.43)
0
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Gleichung (B.37) lautet unter Verwendung unseres Ansatzes, Gl. (B.42), zunichst
T3 (1) = % (e—;,gj({dsHZ(s)Hz(t)e%[O’dsHZ(s)) g7+ %e—;’fo'dsHT(s)!//g' (B.44)
Hierbei ist explizit

et I OIRT (1)ed KOO Z T (1) + L f ' ds[BT (1), BT (5)]

+ o [ ds f dulL” (5)ET ()T (u). (B.45)

Dies ist wie gehabt formal eine Entwicklung der Kopplung in Ordnungen des Lichtfeldes,
denn jede Matrix ist ja erster Ordnung im Lichtfeld. Werten wir die beiden Terme in der
ersten Zeile explizit aus, stellen wir fest, dass diese nicht an die erste Komponente des
Zustandsvektors zuriickkoppeln. Lediglich der Beitrag in der zweiten Zeile fiihrt wieder
auf eine Riickkopplung — diese ist aber von dritter Ordnung im Lichtfeld. In Ubereinstim-
mung mit unserem CW-Resultat, Gln. (B.30) und (B.31]), werden wir die dritte Ordnung
allerdings nicht beriicksichtigen. Unter diesen Annahmen ist Gl. (B.44) entkoppelt und
lasst sich explizit 16sen. Insbesondere nimmt die Raman-Gleichung die Gestalt

S0t = (5 [ s @0 0)) 30+ [ a0+ 10a0) BAD

an. Hier finden wir zwei Quellterme, definiert durch w& 1(2)> Yon denen in einer gewihlten
Systemklasse jeweils nur ein einziger von null verschieden ist: Nach GI. gilt im
Falle T = A fiir die erste Komponente der Anfangsbedingung lpal =0, und 1&&2 ist durch
die laserinduzierte elektronische Polarsiation zwischen Zustand 1 und 2 gegeben. Im Fal-
leT =V gilt 1//(\){ , =0, und l//(‘){ , st durch die inkohérente Hintergrundemission aus dem
Anfangszustand 1 gegeben, die durch die Lichtfeldkomponente 2V in Raman-Emission
umgewandelt werden kann. Aus der Raman-Gleichung konnen wir ferner direkt die Pro-
portionalitit

'Z’g(t) o en% Jo ds [ du QT (5)Q7 (u) (B47)

ablesen: Hier steht im Exponenten nun die gesuchte lichtinduzierte Eigenfrequenz (Stark-
Verschiebung). In den Raman-Gleichungen, Gln. (B.25)) und (B.29), muss dann also A,
so eingestellt werden, dass gilt

A, (1) =Rehit fotds [Osdqu(s)QT(u). (B.48)

Analog zur Behandlung von Gl. (3.35) vernachldssigen wir beim Ausformulieren der
Exponenten im Integranden die Riickkopplung an 4; und nehmen wieder die formale
Ersetzung der Dampfungskonstanten in Konsistenz mit dem korrespondierenden CW-
Ausdruck, Gl. (B.32), vor. Dies fiihrt schlussendlich auf den expliziten Ausdruck

32[2.1]
= )(l,—l‘")

. t / (e +
AL(t)=¢Rehit f dr f 01" D (1) D () L5 (B.49)
0 0

fiir die zeitabhédngige Optimalverstimmung des Kontrolllasers in A[V]-artigen Systemen.

Diese zeitabhidngige Verstimmung definiert dementsprechend einen Puls mit zeitlich ver-
dnderlicher Anregungsfrequenz (Chirp-Puls).
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